
ASPECTOS DE LA ROTURA ESPONTÁNEA DE SIMETRÍA EN
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RESUMEN

El ingrediente fundamental del Mecanismo de Rotura de Simetŕıa de la teoŕıa electrodébil es la intro-
ducción de tres grados de libertad adicionales (los bosones de Goldstone) para generar polarizaciones
longitudinales de los bosones W± y Z0 (inexistentes sin masa nula). El punto de partida de este proyec-
to será por tanto el principio de invariancia gauge y el mecanismo de Higgs en el Modelo Estándar. A
continuación se estudiarán las propiedades dinámicas de las polarizaciones longitudinales de los bosones
W± y Z0 utilizando el formalismo de la teoŕıa cuántica de campos y en particular las técnicas de cam-
pos efectivas. Se abordarán los posibles problemas de unitariedad en el régimen de altas energás y su
posible solución en el Modelo Estándar suponiendo la existencia del Higgs. Por último y tras hablar
brevemente del famoso Principio de Equivalencia, se explorararán posibles señales experimentales que
puedan ser de interés para chequear en el LHC los modelos en cuestión.
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1. Introducción

El modelo estándar (SM) es una teoŕıa invariante gauge SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y que describe
las interacciones fuertes, débiles y electromagnéticas entre los constituyentes fundamentales de la na-
turaleza: los campos de Dirac de esṕın-1/2 leptones y quarks. Estas interacciones suceden a través del
intercambio de part́ıculas gauge de esṕın-1: ocho gluones sin masa responsables de la interacción fuerte,
tres bosones masivos W± y Z0 responsables de la interacción débil y un fotón sin masa responsable de
la interacción electromagnética.

Una teoŕıa gauge es una teoŕıa invariante bajo transformaciones de fase locales de los campos, i.e,
trasformaciones cuya fase depende de las coordenadas espacio-temporales. Para que una teoŕıa sea
invariante gauge es necesario introducir en el Lagrangiano derivadas covariantes las cuales a su vez
involucran campos vectoriales (esṕın-1) sin masa llamados campos de gauge. El electromagnetismo es
el ejemplo t́ıpico de teoŕıa gauge. Las transformaciones gauge son, en este caso, transformaciones de
fase complejas de campos que describen part́ıculas cargadas y el requisito de invariancia gauge predice
la existencia del fotón, part́ıcula sin masa y de esṕın-1 cuyo intercambio da lugar a las interacciones
electromagnéticas. Ahora bien, ¿cómo describir las interacciones débiles mediante el mismo principio
gauge siendo estas de corto alcance y por tanto mediadas por part́ıculas masivas? La paradoja fue
resuelta en los años sesenta por los Prof. Higgs [2], Kibble [3], Guralnik, Hagen [4], Brout y Englert
[5], mediante el famoso mecanismo de rotura espontánea de simetŕıa gauge (SSB).

Para dar masa a los bosones W± y Z0 hace falta introducir 3 grados de libertad (campos escalares)
que generen las polarizaciones longitudinales de los bosones de gauge (una part́ıcula de esṕın-1 sin masa
tiene sólo 2 polarizaciones posibles, mientras que una masiva tiene 3). El SM introduce para ello una
pieza extra al Lagrangiano original: una pieza escalar, invariante bajo transformaciones de fase locales
y construida a partir de un doblete de campos escalares complejos, uno cargado y el otro neutro, con
4 grados de libertad. Este doblete permite, gracias al Teorema de Goldstone y el SSB, incorporar al
Lagrangiano de la teoŕıa electrodébil términos de masa para los bosones gauge y los fermiones, res-
petando simultáneamente la simetŕıa gauge. El mecanismo de Higgs es por tanto el responsable de la
generación de las masas de todas las part́ıculas preservando simultáneamente renormalización.

Una consecuencia importante del Mecanismo de Higgs es la predicción de la existencia de una
part́ıcula escalar (esṕın-0) con masa: el bosón de Higgs. En efecto, tras el SSB hay tres bosones gauge
con masa, i.e, 3× 3 = 9 grados de libertad, mientras que inicialmente hab́ıa 3 bosones gauge sin masa
y un doblete de campos escalares complejos, lo que suma un total de 10 grados de libertad (3× 2 = 6
para los bosones gauge y 4 para el doblete). El grado de libertad que falta es el campo escalar del
conocido Bosón de Higgs. Por desgracia, no hay hasta la fecha una evidencia experimental del bosón de
Higgs que permita corroborar la teoŕıa. La dificultad mayor consiste en que esta no predice una masa
para el bosón, lo que complica su posible identificación. F́ısicos de todo el mundo trabajan actualmente
en el LHC a un régimen de enerǵıas nunca antes explorado y se espera en un futuro próximo poder
autentificar o descartar su existencia. Recientemente, ATLAS y CMS han descubierto una resonancia
alrededor de los 125 GeV con propiedades muy parecidas a las del Higgs del SM [6].

El SM tiene una estructura sorprendentemente simple donde las diferentes fuerzas de la naturaleza
vienen descritas de la misma manera, i.e, como interacciones gauge (utilizando el principio gauge para
describir la dinánima de la interacción). Hoy en d́ıa el SM es capaz de predecir resultados experimentales
con una precisión sorprendente. Sin embargo y a pesar de su incuestionable éxito fenomenológico, el
SM deja todav́ıa muchas puertas abiertas. Por ejemplo, el mecanismo de Higgs implementado en el
SM, si bien es quizás la forma más simple de generar las masas de las part́ıculas conocidas, no es la
única posible. En principio, se podŕıan introducir más dobletes escalares, dando lugar a más bosones
de Higgs f́ısicos, o también se podŕıan introducir 3 part́ıculas de Goldstone solamente (rotura dinámica
de simetŕıa), sin ningún bosón de Higgs, tal como sucede en la Cromodinámica Cuántica que describe
las interacciones fuertes.
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2. La teoŕıa SU(2)L ⊗ U(1)Y

El SM organiza los fermiones observados en tres familias, copias de la misma estructura SU(2)L ⊗ U(1)Y
y que se diferencian entre ellos exclusivamente por su sabor y su masa(

νe u
e− d′

)
,

(
νµ c
µ− s′

)
,

(
ντ t
τ− b′

)
. (2.1)

Los campos zurdos se transforman como dobletes bajo el grupo SU(2)L, mientras que los diestros lo
hacen como singletes de SU(2)L:(

νl qu
l− qd

)
≡
(
νl
l−

)
L

,

(
qu
qd

)
L

, l−R , quR, qdR. (2.2)

Por simplicidad vamos a considerar únicamente la primera familia de leptones (el discurso es equivalente
para una familia cualquiera de quarks salvo que en este caso habŕıa tres colores distintos para cada
quark) y vamos a introducir la notación

ψ1(x) =

(
νe
e−

)
L

, ψ2(x) = νeR, ψ3(x) = e−R. (2.3)

2.1. Invariancia gauge

Por analoǵıa con las interacciones fuertes (QCD) y las interacciones electromagnéticas (QED),
tomamos el Lagrangiano libre

L0 =
3∑
j=1

iψ̄j(x)γµDµψj(x)− 1

4
BµνB

µν − 1

2
Tr[W̃µνW̃

µν ], (2.4)

el cual es por construcción invariante bajo las transformaciones locales de los campos

ψ1(x)
G−→ ψ

′
1(x) ≡ exp

(
iy1β(x)

)
ULψ1(x),

ψ2(x)
G−→ ψ

′
2(x) ≡ exp

(
iy2β(x)

)
ψ2(x), (2.5)

ψ3(x)
G−→ ψ

′
3(x) ≡ exp

(
iy3β(x)

)
ψ3(x).

La trasformación no abeliana SU(2)L:

UL ≡ exp
(
iσ

i

2 α
i
)
, (i = 1, 2, 3), (2.6)

a diferencia de lo que ocurre con la trasformación U(1)Y , sólo actúa sobre el campo ψ1(x). U(1)Y viene
determinada por los parámetros yi que llamaremos hipercargas por analoǵıa con la transformación
U(1)em. Las derivadas covariantes del Lagrangiano (2.4) se definen como

Dµψ1(x) ≡ [∂µ + ig
σi
2
W i
µ(x) + ig′y1Bµ]ψ1(x),

Dµψ2(x) ≡ [∂µ + ig′y2Bµ]ψ2(x), (2.7)

Dµψ3(x) ≡ [∂µ + ig′y3Bµ]ψ3(x).

Los campos de gauge W i
µ(x) y Bµ, correspondientes a las transformaciones SU(2)L y U(1)Y respecti-

vamente, se transforman como

Bµ
G−→ Bµ −

1

g′
∂µβ(x), (2.8)

Ŵµ
G−→ UL(x)ŴµU

†
L(x) +

i

g
∂µUL(x)U †L(x),
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donde hemos introducido la notación matricial

Ŵµ(x) ≡ σi
2
W i
µ(x) =

1

2

(
W 3
µ

√
2W †µ√

2Wµ −W 3
µ

)
, con Wµ ≡ (W 1

µ + iW 2
µ)/
√

2, (2.9)

para los campos gauge W i
µ. Los últimos dos términos del Lagrangiano (2.4) son los términos cinéticos

de los campos guge Bµ y Wµ respectivamente y se construyen a partir de los campos de fuerza Bµν y

Ŵµν los cuales han sido definidos como

Bµν ≡ ∂µBν − ∂νBµ, (2.10)

Ŵµν ≡ − i
g

[
(∂µ + igŴµ), (∂ν + igŴν)

]
= ∂µŴν − ∂νŴµ + ig[Wµ,Wν ].

Puesto que Ŵµν contiene una pieza cuadrática de los campos Wµ, el Lagrangiano (2.4) describe au-
tointeracciones que involucran tres y cuatro campos gauge. Es importante notar que Bµν se mantiene

invariante bajo G mientras que Ŵµν se transforma covariantemente, i.e,

Bµν
G−→ Bµν , (2.11)

W̃µν
G−→ ULW̃µνU

†
L.

La simetŕıa gauge prohibe escribir términos de masa tanto para los bosones gauge como para los
fermiones. En el caso de los fermiones, un término masivo del tipo Lm = −mψ̄ψ mezclaŕıa fermiones
zurdos y diestros lo que (dado que ambos se transforman de manera diferete bajo SU(2)L) rompeŕıa
la simetŕıa de manera expĺıcita.

2.2. Corrientes cargadas

El lagrangiano (2.4) contiene términos de interacción entre los bosones Gauge Wµ y Bµ:

3∑
j=1

iψ̄j(x)γµDµψj(x) = −gψ̄1γ
µŴµψ1 − g′Bµ

3∑
j=1

iψ̄j(x)γµψj(x) +
3∑
j=1

iψ̄j(x)γµ∂µψj(x). (2.12)

En concreto, desarrollando Ŵµ según (2.9), observamos expĺıcitamente en (2.12) términos de interacción

entre los bosones Gauge Wµ y W †µ y los campos fermiónicos de la forma

L0 $ −gψ̄1γ
µŴµψ1, (2.13)

que da lugar a corrientes cargadas del tipo

LCC = − g

2
√

2

{
W †µ

[
ūγµ(1− γ5)d

′
+ ν̄eγ

µ(1− γ5)e
]

+ h.c.
}
. (2.14)

Figura 1: Reglas de Feynman para las corrientes cargadas de la primera generación de leptones.
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2.3. Corrientes neutras

Por otra parte, el lagrangiano (2.12) también contiene términos de interacción entre los campos
gauge neutros W 3

µ y Bµ y los campos fermiónicos. Podemos identificar estos campos con los campos
f́ısicos Zµ y Aµ mediante una rotación del ángulo de Cabibbo θW(

W 3
µ

Bµ

)
=

(
cos θW sin θW
− sin θW cos θW

)(
Zµ
Aµ

)
. (2.15)

Si queremos que el acoplamiento electromagnético sea el adecuado debemos exigir que

g sin θW ≡ e ≡ g′ cos θW , Y ≡ Q− T3, (2.16)

donde T3 = σ3
2 y Q es el operador carga de la transformación electromagnética:

Q1 ≡
(
Qu/ν 0

0 Qd/e

)
, Q2 ≡ Qu/ν , Q3 ≡ Qd/e. (2.17)

La primera igualdad en la ecuación (2.16) relaciona los acoplamientos de SU(2)L y U(1)Y con el
acoplamiento electromagnético, lo que nos muestra expĺıcitamente la unificación de las teoŕıas electro-
magnética y débil en la una sola: la teoŕıa electrodébil. La segunda igualdad fija los números cuánticos
de las hipercargas de los campos fermiónicos en función de su carga eléctrica y de isosṕın. En el caso
de la primera familia de quarks las hipercargas son:

y1 = Qu −
1

2
= Qd +

1

2
=

1

6
, y2 = Qu =

2

3
, y3 = Qd = −1

3
, (2.18)

mientras que para la primera familia de leptones son:

y1 = Qν −
1

2
= Qe +

1

2
= −1

2
, y2 = Qν = 0, y3 = Qe = −1. (2.19)

Desarrollando Ŵµ según (2.9) y haciendo uso de (2.15) y (2.16), observamos expĺıcitamente en (2.12)
términos de interacción entre los bosones Gauge Zµ y Aµ y los campos fermiónicos de la forma

LNC ≡ LQED + LZNC. (2.20)

LQED es el Lagrangiano usual de la interacción electromagnética:

LQED = −eAµ
∑
j

ψ̄j(x)γµQjψj(x), (2.21)

mientras que LZNC es el Lagrangiano de la corriente neutra mediada por el bosón Zµ el cual, en términos
de los campos fermiónicos usuales, se escribe como

LZNC = − e

2 sin θW cos θW
Zµ
∑
f

f̄γµ(vf − afγ5)f, (2.22)

donde af = T f3 y vf = T f3 (1− 4|Qf | sin2 θW ).

Cuadro 1: Acoplamientos de las corrientes neutras

u d νe e

2vf 1-8
3 sin2 θW -1+4

3 sin2 θW 1 -1+4sin2 θW
2af 1 -1 1 -1
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Figura 2: Reglas de Feynman para las corrientes neutras de la primera generación de leptones.

2.4. Autointeracciones gauge

El lagrangiano (2.4) contiene términos de autointeracción entre los bosones Gauge Wµ, W †µ, Zµ y
Aµ:

L3 = ie cot θW

{
(∂µW ν − ∂νWµ)W †µZν − (∂µW ν† − ∂νWµ†)WµZν + (∂µZν − ∂νZµ)WµW

†
ν

}
+ ie

{
(∂µW ν − ∂νWµ)W †µAν − (∂µW ν† − ∂νWµ†)WµAν + (∂µAν − ∂νAµ)WµW

†
ν

}
, (2.23)

L4 = − e2

2 sin2 θW

{
(W †µWµ)2 −W †µWµ†WνW

ν)
}
− e2 cot2 θW

{
W †µWµZνZ

ν −W †µZµWνZ
ν
}

− e2 cot θW

{
2W †µWµZνA

ν −W †µZµWνA
ν −W †µAµWνZ

ν
}

(2.24)

− e2
{
W †µWµAνA

ν −W †µAµWνA
ν
}
.

Las correspondientes reglas de Feynman son las siguientes:
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Figura 3: Reglas de Feynman para las autointeracciones entre tres bosones gauge. Todos los momentos
se consideran entrantes.

Figura 4: Reglas de Feynman para las autointeracciones entre cuatro bosones gauge.Todos los momentos
se consideran entrantes.
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3. Mecanismo de Higgs

3.1. Teorema de Goldstone y Rotura espontánea de simetŕıa

Consideremos un Lagrangiano invariante bajo un grupo G de transformaciones continuas y que
tiene un conjunto de estados de mı́nima enerǵıa que se transforman bajo G como miembros de un
multiplete. La simetŕıa se rompe cuando el sistema elige uno, entre todos los posibles estados, como
el estado fundamental ya que el estado fundamental es invariante bajo un subgrupo H de G pero no
bajo G. Además por el teorema de Goldstone [1] se generarán tantos grados de libertad sin masa y de
esṕın-0 (bosones de Goldstone) como número de generadores rotos de G (i.e, generadores de G que no
pertenecen a H).

Podemos aplicar el Teorema de Goldstone a nuestro modelo SU(2)L ⊗ U(1)Y y generar términos
masivos para los campos W± y Z0 en el Lagragiano. Para ello, debemos añadir una pieza extra al
Lagrangiano original: una pieza escalar, construida a partir de un doblete de campos escalares complejos
(uno cargado y el otro neutro) y que sea invariante bajo transformaciones de fase locales de los campos:

LS = (Dµφ)†Dµφ− V (φ) = (Dµφ)†Dµφ− µ2φ†φ− h(φ†φ)2 , (h > 0, µ2 < 0), (3.1)

donde hemos definido

φ(x) ≡
(
φ+(x)
φ0(x)

)
, (3.2)

Dµφ = [∂µ + igŴµ + ig′yφB
µ]φ, yφ = Qφ − T3 = 1/2. (3.3)

Es fácil comprobar que existe un conjunto infinito de estados de mı́nima enerǵıa que satisfacen

|〈0|φ(x)|0〉| ≡ |φ0| =

√
−µ2

2h
≡ v√

2
. (3.4)

El mecanismo SSB consiste en escoger una fase concreta para el Lagrangiano, lo que equivale a elegir uno
y sólo uno, entre todos los posibles estados fundamentales. ¿Cuál es la elección apropiada? Cualquier
elección de φ0 que rompa la simetŕıa gauge global del grupo G generará nuevos grados de libertad
que permitirán dar masa a los correspondientes bosones gauge. Sin embargo, si el vaćıo sigue siendo
invariante bajo algún subgrupo H de G, entonces los correspondientes bosones de gauge asociados a
este subgrupo seguirán siendo bosones sin masa. En nuestro caso, la elección apropiada es por tanto

φ0(x) ≡

(
0
v√
2

)
, con T 3 = −1

2
, y =

1

2
, (3.5)

puesto que rompe la simetŕıa gauge global de los grupos SU(2)L y U(1)Y pero al ser φ0 neutro:
Qφ0 = (T 3 + Y )φ0 = 0, deja U(1)em invariante lo que garantiza que el fotón siga siendo un campo
sin masa. Decimos pues que el mecanismo SSB rompe por construcción el grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y al
subgrupo U(1)em:

SU(2)L ⊗ U(1)Y
SSB−−→ U(1)em. (3.6)

De acuerdo con el teorema de Goldstone, deberán aparecer tres grados de libertad sin masa.
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Figura 5: El potencial V (φ) tiene un conjunto infinito de estados de mı́nima enerǵıa |〈0|φ(x)|0〉|,
correspondientes a las distintas fases θ.

Conviene parametrizar el doblete de escalares φ(x) mediante el formalismo de teoŕıa de pertur-
baciones partir de cuatro campos reales θi(x) y H(x) que describen excitaciones sobre el estado de
mı́nima enerǵıa

φ(x) = exp
(
iσ

i

2 θ
i(x)

) 1√
2

(
0

v +H(x)

)
. (3.7)

El punto crucial es que la invariancia SU(2)L local de LS nos permite rotar cualquier ángulo θi(x)
excitando el sistema a estados con la misma enerǵıa. Estas excitaciones, que no cuestan ninguna enerǵıa,
se corresponden precisamente con los tres grados de libertad sin masa (bosones de Goldstone) asociados
al mecanismo de SSB. Consecuentemente, la invariancia SU(2)L nos permite escoger el gauge f́ısico o
unitario θi(x) = 0

φ(x) =
1√
2

(
0

v +H(x)

)
. (3.8)

El término cinético del Lagrangiano (3.1) se escribe entonces como

(Dµφ)†Dµφ
θi=0−−−→ 1

2
∂µH∂

µH + (v +H)2
(

g2

4 W
†
µWµ + g2

8 cos2θW
ZµZ

µ
)
, (3.9)

donde hemos definido los campos gauge Zµ y Aµ (correspondientes a los bosones gauge del Z y del fotón
respectivamente) en función del ángulo de Cabibbo θW (2.15) y las constantes g sin θW y g′ cos θW en
función de la carga eléctrica (2.16). Por otra parte, el potencial en el gauge unitario se escribe como

V (φ) =
h

4
(H4 − v4) + hvH3 + hv2H2. (3.10)

Por lo que podemos concluir que SSB ha generado masas para los bosones gauge W±, Z0 y para el
bosón de Higgs iguales a

MZ cos θW = MW =
1

2
vg, MH = v

√
2h. (3.11)
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Figura 6: Reglas de Feynman para los acoplamientos del Higgs con los bosones gauge.

Figura 7: Reglas de Feynman para las autointeracciones del Higgs.

3.2. El Lagrangiano Yukawa

Podemos introducir masas para los campos fermiónicos preservando invariancia gauge a través de
un Lagrangiano del tipo Yukawa. En el caso particular de tres familias de fermiones y llamando ν

′
j , l
′
j ,

u
′
j , d

′
j , a los miembros de una determinada familia j (j = 1, 2, 3), el Lagrangiano de Yukawa es de la

forma

LY = −
∑
jk

{
(ū
′
j , d̄

′
j)L

[
c

(d)
jk

(
φ(+)

φ(0)

)
d
′
kR + c

(u)
jk

(
φ(0)∗

−φ(−)

)
u
′
kR

]
+ (ν̄

′
j , l̄
′
j)Lc

(l)
jk

(
φ(+)

φ(0)

)
l
′
kR + h.c.

}
,

donde c
(d)
jk , c

(u)
jk , c

(l)
jk son constantes de acoplamiento arbitrarias. En el gauge unitario (tras SSB), LY

adopta una forma particularmente sencilla:

LY = −
(

1 + H
v

) {
d̄
′
LM

′
dd
′
R + ū

′
LM

′
uu
′
R + l̄

′
LM

′
l l
′
R + h.c.

}
, (3.12)

siendo d
′
L ≡ (d̄

′
L, s̄

′
L, b̄

′
L), u

′
L ≡ (ū

′
L, c̄

′
L, t̄

′
L) y l

′
L ≡ (ē

′
L, µ̄

′
L, τ̄

′
L) vectores en el espacio de sabor de tres

dimensiones y de masas

(M
′
d)ij ≡ c

(d)
ij

v√
2
, (M

′
u)ij ≡ c(u)

ij

v√
2
, (M

′
l )ij ≡ c

(l)
ij

v√
2
,

respectivamente. La diagonalización de estas matrices

M
′
d = S†dMdSdUd, M

′
u = S†uMdSuUu, M

′
l = S†lMlSlUl, (3.13)
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con

Md ≡ diag(md,ms,mb), Mu ≡ diag(mu,mc,mt), Ml ≡ diag(me,mµ,mτ ), (3.14)

determina los autovectores de masa definida: dj , uj y lj . Estos autovectores son combinaciones lineales
de los autovectores iniciales (2.1): d

′
j , u

′
j y l

′
j .

dL ≡ Sdd
′
L, dR ≡ SdUdd

′
R,

uL ≡ Suu
′
L, uR ≡ SuUuu

′
R, (3.15)

lL ≡ Sll
′
L, lR ≡ SlUll

′
R.

Dado que f̄
′
Lf
′
L = f̄LfL y f̄

′
Rf
′
R = f̄RfR con (f = d, u, l), la forma de las corrientes neutras (2.20)

queda inalterada si la expresamos en términos de los autoestados de masa definida. Este hecho impide
transiciones de sabor en las corrientes débiles del SM y se conoce como Mecanismo GIM [7]. Sin embargo,

ū
′
Ld
′
L = ūLSuS

†
ddL ≡ ūLV dL por lo que, si escribimos las corrientes cargadas (2.14) en función de los

autoestados de masa, aparecerá una matriz V (3× 3), llamada matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa
(CKM) [8], [9], que acopla cualquier quark-up (u,c,t) con un quark-down (d,s,b).

Figura 8: Matriz de CKM.

Si consideramos neutrinos sin masa, siempre podemos redefinir el sabor del neutrino de tal manera
que eliminemos la posible mezcla en el sector leptónico, i.e ν̄

′
Ll
′
L = ν̄

′
LS
†
l lL ≡ ν̄LlL . En consecuencia,

la matriz de CKM de la Figura 8 no afecta al sector leptónico de las corrientes cargadas sino que afecta
exclusivamente a las interacciones entre quarks:

LCC = − g

2
√

2

{
W †µ

[ ∑
ij ūiγ

µ(1− γ5)Vijdj +
∑

l ν̄lγ
µ(1− γ5)l

]
+ h.c.

}
. (3.16)
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Figura 9: Reglas de Feynman para las corrientes cargadas (arriba) y reglas de Feynman para la inte-
racción del Higgs con un par de fermiones ff̄ (abajo).

13



4. Procesos con bosones gauge polarizados longitudinalmente
(VL = W±

L ,Z0
L)

Consideremos el sistema en reposo Pµ = (MV, 0̄) en el que se definen los vectores de polarización:

εµ1 = (0, 1, 0, 0), εµ2 = (0, 0, 1, 0), εµ3 = (0, 0, 0, 1). (4.1)

Podemos pasar a un sistema de referencia en movimiento realizando un boost de Lorentz en una
dirección arbitraria P̂. Si tomamos por ejemplo la dirección P̂ = ẑ = (0, 0, 0, 1), entonces el cuadrivector
momento y los vectores de polarización adoptan la forma

Pµ = (P 0, |P̄ |P̂ ), εµ1 (p̄) = (0, 1, 0, 0), εµ2 (p̄) = (0, 0, 1, 0), εµ3 (p̄) =
1

MV
(|P̄ |, P 0P̂ ). (4.2)

Las polarizaciones εµ1 (p̄) y εµ2 (p̄) se conocen como polarizaciones trasversales: εµi,T (p̄) (i = 1, 2), mientras

que la polarización εµ3 (p̄) recibe el nombre de polarización longitudinal: εµL(p̄). En un proceso del tipo
12→ 34 conviene hacer uso de la variables de Mandelstan: s, t y u. En concreto la variable s, en el
sistema de referencia centro de masas (CM) y el caso particular de tener dos part́ıculas de masa idéntica
en el estado final: M3 = M4 = MV , es igual a s = 4(P 0

3 )2 = 4(P 0
4 )2. En el régimen de altas enerǵıas

s >> M2
V se tiene que

|P̄ | =
√

(P 0)2 −M2
V = P 0

√
1−

M2
V

(P 0)2
' P 0

(
1− M2

V
2(P 0)2

)
= P 0 −

M2
V

2P 0
. (4.3)

Lo que nos permite expresar los vectores de polarización como

εµL(p̄)− Pµ

MV
=

1

MV
(|P̄ |, P 0P̂ )− 1

MV
(P 0, |P̄ |P̂ ) =

1

MV

(
|P̄ | − P 0,

[
P 0 − |P̄ |

]
P̂
)
'

' 1

MV

(
P 0 − M2

V
2P 0 − P 0,

[
P 0 − P 0 +

M2
V

2P 0

]
P̂
)

= −MV

2P 0

(
1,−P̂

)
(4.4)

= − MV

2(P 0)2

(
P 0,−P 0P̂

)
' − MV

2(P 0)2

(
P 0,−P̄

)
= −2MV

s

(
P 0,−P̄

)
.

Finalmente podemos escribir una expresión para los vectores de polarización longitudinales en el sistema
de referencia CM:

εµL(p̄1) =
Pµ1
MV
− 2MV P

µ
2

s
' Pµ1
MV

+O(
MV

P 0
),

εµL(p̄2) =
Pµ2
MV
− 2MV P

µ
1

s
' Pµ2
MV

+O(
MV

P 0
), (4.5)

εµL(p̄3) =
Pµ3
MV
− 2MV P

µ
4

s
' Pµ3
MV

+O(
MV

P 0
),

εµL(p̄4) =
Pµ4
MV
− 2MV P

µ
3

s
' Pµ4
MV

+O(
MV

P 0
).

A diferencia de lo que ocurre con las polarizaciones trasversales, las polarizaciones longitudinales crecen
como ∼ Pµ a medida que la enerǵıa aumenta lo que puede ocasionar problemas de unitariedad. A
continuación describiremos la dinámica de algunos procesos que involucran bosones gauge polarizados
longitudinalmente y estudiaremos el comportamiento de la sección eficaz en el régimen de altas enerǵıas.

4.1. H → VLVL

Haciendo uso de las reglas de Feynman de la Figura 6 se tiene una amplitud para el proceso
H → W+W− igual a

− iMH→W−W+ = i
2M2

W

v
ε?r2(p̄2) · ε?r3(p̄3) ≡ i

2M2
W

v
ε?2 · ε?3 = i

2M2
W

v

(
|P̄2|, 0, 0, P 0

2

)
·
(
|P̄3|, 0, 0,−P 0

3

)
= i

2M2
W

v

(
|P̄2||P̄3|+ P 0

2P
0
3

)
= i

2M2
W

v

p2 · p3

M2
W

= i
M2
H − 2M2

W

v
, (4.6)
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donde hemos sustituido los vectores de polarización longitudinales según la expresión (4.2). La anchura
de desintegración está definida como

dΓ

dΩCM
≡
|P̄CMf |
32π2s

∑
r

|M |2, |P̄CMf | = λ1/2(s,m2
2,m

2
3)

2
√
s

(4.7)

y es igual en nuestro caso a

ΓH→W−LW
+
L

= 4π

MH

√
1− 4M2

W

M2
H

2

1

32π2M2
H

(M2
H − 2M2

W )2

v2
. (4.8)

Simplificando la expresión anterior observamos que finalmente la anchura es proporcional a la masa del
Higgs al cubo:

ΓH→W−LW
+
L

=
M3
H

16πv2

√
1−

4M2
W

M2
H

(
1 +

4M4
W

M4
H
− 4M2

W

M2
H

)
. (4.9)

Figura 10: Desintegración del Higgs al par de vectores gauge W+ y W−.

El cálculo de la anchura desintegración del Higgs del canal H → Z0
LZ

0
L es indéntico al del caso

anterior salvo por un factor adicional 1/2 debido al hecho de que en este caso hay dos part́ıculas
idénticas en el estado final, i.e, ΓH→Z0

LZ
0
L
' 1

2ΓH→W−LW
+
L

. Por lo tanto, la anchura final de este canal

será, como en el caso anterior, también proporcional a la masa del Higgs al cubo:

ΓH→Z0
LZ

0
L

=
M3
H

32πv2

√
1−

4M2
Z

M2
H

(
1 +

4M4
Z

M4
H
− 4M2

Z

M2
H

)
. (4.10)

Figura 11: Desintegración del Higgs a dos vectores gauge Z0.
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En el caso de las polarizaciones transversales, εµ1,T = (0, 1, 0, 0) y εµ2,T = (0, 0, 1, 0), la anchuras de
desintegración de ambos canales disminuyen con la masa del Higgs:

ΓH→W−T W
+
T

=
M4
W

2πMHv2

√
1−

4M2
W

M2
H

, (4.11)

ΓH→Z0
TZ

0
T

=
M4
Z

4πMHv2

√
1−

4M2
Z

M2
H

. (4.12)

Como podemos observar las polarizaciones longitudinales (proporcioneales a M3
H) dominan fuertemente

sobre las transversales (proporcionales a M−1
H ). Concluimos por tanto que, estudiar la desintegración

del Higgs a dos bosones gauge, se reduce en buena aproximación al estudio de las polarizaciones
longitudinales de estos bosones.

4.2. νν → VLVL

4.2.1. νν → W−LW
+
L

Haciendo uso de las reglas de Feynman correspondientes a las Figuras 1, 2 y 3 podemos calcular
fácilmente la amplitud de los canales u y s del proceso νν → W−LW

+
L .

Figura 12: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso νν → W−W+.

Empecemos, por ejemplo, por el canal u. La amplitud en este caso resulta ser

−iMu
νν→ W−W+ = v̄2

[
−ig
2
√

2
γµ(1− γ5)

] [
i(/k−me)
u−m2

e+iε

] [
−ig
2
√

2
γν(1− γ5)

]
u1ε

µ?
3 εν?4 . (4.13)

Despreciando la masa del electrón y definiendo el proyector PL ≡ 1−γ5
2 que proyecta sobre estados de

quiralidad (helicidad en el caso de neutrinos sin masa) definida, esta amplitud se escribe como

Mu
νν→ W−W+ =

g2

2u

[
v̄2γµPL/kγνPLu1ε

µ?
3 εν?4

]
=
g2

2u

[
v̄2/ε3

/k/ε4PLu1

]
, (4.14)

donde hemos utilizado la propiedad: PLPL = PL, PRPR = PR. Como podemos observar en la expresión
anterior, las polarizaciones transversales generan una amplitud al cuadrado que va como

|Mu|2
νν→ W−T W

+
T
∼ P 4

u2
(4.15)

y que tiene por tanto un buen comportamiento a altas enerǵıas. A continuación veremos que no ocurre
lo mismo con las polarizaciones longitudinales. En efecto, si tomamos los vectores de polarización según
(4.5), se tiene que

Mu
νν→ W−LW

+
L

=
g2

2u

[
v̄2(

/p3
MW
− 2MW /p4

s )/k(
/p4
MW
− 2MW /p3

s )PLu1

]
(4.16)

=
g2

2uM2
W

[
v̄2/p3

/k/p4
PLu1

]
− g2

us

[
v̄2/p3

/k/p3
PLu1

]
− g2

us

[
v̄2/p4

/k/p4
PLu1

]
.
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Los términos de segundo orden del desarrollo en serie de los vectores de polarización (4.5) generan
contribuciones a la sección eficaz que tienen un buen comportamiento a altas enerǵıas. Sin embargo, la

situación se complica con los términos de primer orden, i.e, εµL(p̄3) =
Pµ3
MW

y εµL(p̄4) =
Pµ4
MW

, ya que estos

generan una amplitud al cuadrado que crece como ∼ P 8

u2M4 lo que violaŕıa el principio de unitariedad.
En este apartado, vamos a centrarnos por tanto en las polarizaciones longitudinales (4.5) a primer
orden. Teniendo en cuenta las ecuaciones del movimiento del neutrino:

/pur(p̄) = 0, /pvr(p̄) = 0, ūr(p̄)/p = 0, v̄r(p̄)/p = 0, (4.17)

y la conservación del cuadrimomento: k = p1 − p4 = p3 − p2, se tiene que el primer corchete de la
amplitud (4.16) es igual a

v̄2/p3
(/p1
− /p4

)/p4
PLu1 = v̄2/p3

(−/p4/p1
+ 2p1 · p4 − p2

4)PLu1 = −v̄2/p3
uPLu1, (4.18)

por lo que la amplitud del canal u correspondiente a las polarizaciones longitudinales se escribe final-
mente como

Mu
νν→ W−LW

+
L

= − g2

2M2
W

v̄2/p3
PLu1. (4.19)

La sección eficaz, la cual está definida como

dσ

dΩ

∣∣∣∣
CM

≡ 1

64π2s

|p̄f |
|p̄i|

∑
pol

|M |2, (4.20)

de este proceso es igual a

dσ

dΩ

∣∣∣∣
νν→ W−LW

+
L

=
1

64π2s

g4

16M4
W

[
tu− 2M4

W

]
∼ g4s

M4
W

. (4.21)

Como podemos comprobar la sección eficaz tiene, como predećıamos, un mal comportamiento a altas
enerǵıas. Veamos ahora cómo el acoplamiento entre tres bosones gauge restaura la unitariedad del
proceso νν → W−LW

+
L . La amplitud del canal s de la Figura 12 se escribe como

−iM s
νν→ W−W+ =

[
v̄2

(
− ig

4 cos θW
γσ(1− γ5)

)
u1

] [
i(−gσρ+ kσkρ

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

]
(4.22)[

ig cos θW
(

(p4 − p3)ρgµν − (p4 + k)µgνρ + (p3 + k)νgρµ
) ]

εµ?3 εν?4 .

Esta expresión se simplifica considerablemente si nos damos cuenta de que, debido a las ecuaciones del
movimiento del neutrino (4.17), el segundo sumando del propagador no contribuye al cálculo:

M s
νν→ W−W+ =

g2

2(s−M2
Z)

[
v̄2γ

ρPLu1

] [
(p4 − p3)ρgµν − (p4 + k)µgνρ + (p3 + k)νgρµ

]
εµ?3 εν?4

=
g2

2(s−M2
Z)
v̄2

[
(/p4
− /p3

)ε3 · ε4 − /ε4ε3 · (p4 + k) + /ε3ε4 · (p3 + k)
]
PLu1. (4.23)

Escribiendo los vectores de polarización según la expresión (4.5) a primer orden, se obtiene que

M s
νν→ W−LW

+
L

=
g2

2sM2
W

[
v̄2

{
(/p4
− /p3

)p3 · p4 − /p4
p3 · (p4 + k) + /p3

p4 · (p3 + k)
}
PLu1

]
=

g2

2sM2
W

v̄2

{
/p3

(p4 · k)− /p4
(p3 · k)

}
PLu1 (4.24)

=
g2

4M2
W

v̄2(/p3
− /p4

)PLu1,

donde en el último paso hemos sustituido k ·p3 = k ·p4 = s
2 . De nuevo por las ecuaciones del movimiento

(4.17) y teniendo en cuenta que p4 = p1 + p2 − p3 se tiene que

v̄2(/p3
− /p4

)PLu1 = v̄2(2/p3
− /p1

− /p2
)PLu1 = 2v̄2/p3

PLu1. (4.25)
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La amplitud del canal s correspondiente a las polarizaciones longitudinales se escribe finalmente como

M s
νν→ W−LW

+
L

=
g2

2M2
W

v̄2/p3
PLu1. (4.26)

Por lo que la amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero en el ĺımite de altas
enerǵıas:

Mνν→ W−LW
+
L

= (M s +Mu)νν→ W−LW
+
L

= 0, (4.27)

restaurando de este modo unitariedad en la teoŕıa.

4.2.2. νν → Z0
LZ

0
L

En el proceso νν → Z0
LZ

0
L hay dos canales posibles: el canal t y el canal u.

Figura 13: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso νν → Z0Z0.

La amplitud en el canal t de este proceso es muy parecida a la del canal u del caso anterior:

−iM t
νν→Z0Z0 = v̄2

[
−ig

cos θW
γν(1− γ5)

] [
i/k
t+iε

] [
−ig

cos θW
γµ(1− γ5)

]
u1ε

µ?
3 εν?4 . (4.28)

De nuevo en este caso, tanto las polarizaciones transversales como los términos de segundo orden del
desarrollo en serie de los vectores de polarización, generan contribuciones a la sección eficaz que tienen
un buen comportamiento a altas enerǵıas. No ocurre lo mismo con los términos de primer orden de las

polarizaciones longitudinales, i.e, εµL(p̄3) =
Pµ3
MZ

y εµL(p̄4) =
Pµ4
MZ

, ya que estos generan una amplitud al

cuadrado que crece como ∼ P 4

M4 lo que violaŕıa el principio de unitariedad. De nuevo vamos a centrarnos
en este apartado en el estudio de las polarizaciones longitudinales (4.5) a primer orden. Teniendo en
cuenta las ecuaciones del movimiento del neutrino (4.17), se tiene que

M t
νν→Z0

LZ
0
L

=
4g2

M2
Z cos2 θW

v̄2/p3
PLu1.

Veamos ahora cómo el canal u:

−iMu
νν→Z0Z0 = v̄2

[
−ig

cos θW
γµ(1− γ5)

] [
i/k
u+iε

] [
−ig

cos θW
γν(1− γ5)

]
u1ε

µ?
3 εν?4 , (4.29)

restaura la unitariedad del proceso νν → W−LW
+
L . Sustituyendo los vectores de polarización por la

expresión (4.5) a primer orden, se obtiene la amplitud

Mu
νν→ Z0

LZ
0
L

=
4g2

M2
Zu cos2 θW

v̄2/p3
/k/p4

PLu1 =
4g2

M2
Zu cos2 θW

v̄2/p3
(/p1
− /p4

)/p4
PLu1

=
4g2

M2
Zu cos2 θW

v̄2/p3
(2p1 · p4 −M2

Z)PLu1 =
4g2

M2
Zu cos2 θW

v̄2/p3
((M2

Z − u)−M2
Z)PLu1

= − 4g2

M2
Z cos2 θW

v̄2/p3
PLu1. (4.30)
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Por lo que la amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero en el régimen de altas
enerǵıas:

Mνν→Z0
LZ

0
L

= (M t +Mu)νν→Z0
LZ

0
L

= 0, (4.31)

restaurando de este modo unitariedad en la teoŕıa.

4.3. e−e+ → VLVL

4.3.1. e−e+ →W−LW
+
L

El cálculo de la amplitud del proceso e−e+ → W−LW
+
L es análogo a la del proceso νν → W−LW

+
L .

De nuevo tenemos dos canales, el s y el t.

Figura 14: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso e−e+ →W−W+.

Haciendo uso las reglas de Feynman correspondientes a las Figuras 1, 2 y 3, la amplitud del canal
s resulta ser idéntica a del canal s del proceso νν → W−LW

+
L menos por el valor de la constante de

acoplamiento. Por ejemplo, en el caso de que la part́ıcula mediadora sea un bosón Z0, la constante de
acoplamiento tiene el signo opuesto y un factor extra sin2 θW :

−iM s,z
e−e+→W−W+ =

[
v̄2

(
ig

4 cos θW
γσ(1− 4 sin2 θW − γ5)

)
u1

] [
i(−gσρ+ kσkρ

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

]
(4.32)[

ig cos θW
(

(p4 − p3)ρgµν − (p4 + k)µgνρ + (p3 + k)νgρµ
) ]

εµ?3 εν?4 .

Vamos a centrarnos exclusivamente en las polarizaciones longitudinales puesto que son estas las que
generan problemas de unitariedad a altas enerǵıas. Teniendo en cuenta las ecuaciones del movimiento
del electrón en el ĺımite de masa nula (4.17) y tomando los vectores de polarización según (4.5) a primer

orden (de nuevo nos quedamos con los términos problemáticos), i.e, εµr3(p̄3) ' pµ3
MW

y εµr4(p̄4) ' pµ4
MW

,
podemos escribir directamente la amplitud como

M s,z

e−e+→ W−LW
+
L

= − g2

8M2
W

v̄2

[
/p3
− /p4

] [
1− 4 sin2 θW − γ5

]
u1. (4.33)

En caso de que la part́ıcula mediadora sea un fotón, la amplitud resultante cancela exactamente el
término sin θW

2 de la amplitud M s,z:

− iM s,γ

e−e+→W−LW
+
L

=
[
v̄2(ig sin θWγσ)u1

] [ −igσρ
s+iε

]
[
ig sin θW

(
(p4 − p3)ρgµν − (p4 + k)µgνρ + (p3 + k)νgρµ

) ]
εµ?3 εν?4

=
ig2 sin2 θW

2M2
W

v̄2

[
/p3
− /p4

]
u1. (4.34)
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Por lo que, al sumar ambas amplitudes, la amplitud final del canal s resulta ser idéntica a la amplitud
de este mismo canal en el caso de los neutrinos salvo por un signo menos:

M s
e−e+→W−LW

+
L

= (M z,s +Mγ,s)e−e+→ W−LW
+
L
' g2

8M2
W

v̄2

[
/p3
− /p4

]
(1− γ5)u1

= − g2

4M2
W

v̄2

[
/p3
− /p4

]
PLu1 = − g2

2M2
W

v̄2/p3
PLu1, (4.35)

la cual al cuadrado crece, en efecto, como ∼ P 4

M4
W

lo que genera problemas a altas enerǵıas. Veamos

ahora cómo el canal t, restaura la unitariedad de la teoŕıa. El ĺımite de masa nula del electrón, la
amplitud correspondiente al canal t de este proceso es idéntica a la del canal u en el caso de los
neutrinos cambiando la variable u por t e intercambiando los momentos p3 y p4:

−iM t
e−e+→W−W+ = v̄2

[
−ig
2
√

2
γν(1− γ5)

] [
i/k
t+iε

] [
−ig
2
√

2
γµ(1− γ5)

]
u1ε

µ?
3 εν?4 . (4.36)

Lo que nos permite escribir directamente

M t
e−e+→W−LW

+
L

=
g2

2M2
W

v̄2/p3
PLu1. (4.37)

Por lo que la amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero de nuevo a enerǵıas
altas:

Me−e+→W−LW
+
L

= (M s +M t)e−e+→W−LW
+
L

= 0, (4.38)

haciendo de la teoŕıa una teoŕıa consistente. Comentamos por último que no hemos tenido en cuenta
el canal mediado por el intercambio del Higgs por consistencia, ya que este es proporcional a la masa
del electrón y por tanto completamente despreciable.

4.3.2. e−e+ → Z0
LZ

0
L

En el proceso e−e+ → Z0
LZ

0
L hay dos canales posibles: el canal t y el canal u.

Figura 15: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso e−e+ → Z0Z0.

Despreciando la masa del electrón la amplitud del canal t resulta ser

− iM t
e−e+→Z0Z0 = v̄2

[
ig

4 cos θW
γν(1− 4 sin2 θW − γ5)

] [
i/k
t+iε

]
[

ig
4 cos θW

γµ(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1ε

µ?
3 εν?4 . (4.39)

Vamos a centrarnos exclusivamente en las polarizaciones longitudinales puesto que son estas las que
generan problemas de unitariedad a altas enerǵıas. Tomando los vectores de polarización según (4.5) a

primer orden (de nuevo nos quedamos con los términos problemáticos), i.e, εµr3(p̄3) ' pµ3
MW

y εµr4(p̄4) '
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pµ4
MW

, podemos escribir directamente la amplitud como

M t
e−e+→Z0

LZ
0
L

=
g2

16t cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p4

(1− 4 sin2 θW − γ5)/k/p3
(1− 4 sin2 θW − γ5)

]
u1

=
g2

16t cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p4

(1− 4 sin2 θW − γ5)(/p1
− /p3

)/p3
(1− 4 sin2 θW − γ5)

]
u1

=
g2

16t cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p4

(1− 4 sin2 θW − γ5)(−t)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1 (4.40)

= − g2

16M2
W

v̄2

[
/p4

(1− 4 sin2 θW − γ5)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1,

donde en el penúltimo paso hemos hecho uso una vez más de las ecuaciones del movimiento del electrón
(4.17), mientras que en el último hemos sustituido MZ cos θW = MW . Esta amplitud al cuadrado crece

efectivamente como ∼ P 4

M4
W

lo que genera problemas a altas enerǵıas. Veamos ahora cómo el canal u:

− iMu
e−e+→Z0Z0 = v̄2

[
ig

4 cos θW
γµ(1− 4 sin2 θW − γ5)

] [
i/k
u+iε

]
[

ig
4 cos θW

γν(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1ε

µ?
3 εν?4 , (4.41)

restaura la unitariedad del proceso e−e+ → Z0Z0. Sustituyendo los vectores de polarización por la
expresión (4.5) a primer orden y despreciando una vez más la masa del electrón, se obtiene que

Mu
e−e+→Z0

LZ
0
L

=
g2

16u cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p3

(1− 4 sin2 θW − γ5)/k/p4
(1− 4 sin2 θW − γ5)

]
u1

=
g2

16u cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p3

(1− 4 sin2 θW − γ5)(/p1
− /p4

)/p4
(1− 4 sin2 θW − γ5)

]
u1

=
g2

16u cos2 θWM2
Z

v̄2

[
/p3

(1− 4 sin2 θW − γ5)(−u)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1 (4.42)

= − g2

16M2
W

v̄2

[
/p3

(1− 4 sin2 θW − γ5)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1

=
g2

16M2
W

v̄2

[
/p4

(1− 4 sin2 θW − γ5)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1.

Por lo que la amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero en el ĺımite de altas
enerǵıas:

Me−e+→ Z0
LZ

0
L

= (M t +Mu)e−e+→ Z0
LZ

0
L

= 0, (4.43)

restaurando de este modo unitariedad en la teoŕıa.

Para concluir vamos a comentar dos figuras correspondientes a las secciones eficaces de los procesos
σ(e−e+ →W+W−) y σ(e−e+ → Z0Z0):

21



Figura 16: Dependencia energética de σ(e−e+ → W+W−) (izquierda) y σ(e−e+ → Z0Z0) (derecha)
[10], [11].

Las tres curvas de la sección eficaz σ(e−e+ → W+W−) se corresponden respectivamente con: el
intercambio de un neutrino solamente (curva superior), el intercambio de un netrino y un fotón (curva
del medio) y el intercambio de un neutrino, un fotón y un bosón Z, i.e, todas las contribuciones (curva
inferior). En el caso del proceso σ(e−e+ → Z0Z0) sólo hay una curva correspondiente al intercambio
del un electrón. Ambas figuras proporcionan un test muy importante de las autointeracciones gauge
en el SM: existen vértices ZWW pero no existen vértices neutros cúbicos del tipo ZZZ o γZZ. La
concordancia entre las predicciones teóricas y los datos experimentales resulta evidente y nos permite
corroborar una vez más la estructura gauge de la teoŕıa SU(2)L ⊗ U(1)Y .

4.4. W−
LW

+
L → W−

LW
+
L

Si queremos calcular la sección eficaz del proceso W−W+ → W−W+, debemos tener en cuenta
los cinco canales siguientes: un canal con cuatro bosones gauge que interaccionan en un punto, el canal
s con un bosón Z0 y con un fotón como part́ıculas mediadoras y el canal t con bosón Z0 y un fotón
como part́ıculas mediadoras.
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Figura 17: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso W−W+ → W−W+.

Utilizando las reglas de Feynman correspondientes a la Figura 4 la amplitud del primer canal se
escribe como

−iM4
WW→WW = ig2

[
2(ε1 · ε4)(ε3 · ε2)− (ε1 · ε2)(ε3 · ε4)− (ε1 · ε3)(ε2 · ε4)

]
. (4.44)

De la misma manera, utilizando las reglas de Feynman de la Figura 3, obtenemos para el canal s cuando
el bosón mediador es una part́ıcula Z una amplitud igual a

− iM s,Z
WW→WW = [−ig cos θW {(p1 − p2)ρgµν + (p2 + k)µgνρ + (−k − p1)νgρµ}]

[
i(−gρσ+ kρkσ

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

]
[−ig cos θW {(p3 − p4)σgµ′ν′ + (−k − p3)ν′gµ′σ + (p4 + k)µ′gσν′}]ε

µ
1 ε
ν
2ε
µ′?
3 εν

′?
4

= ig2
(

cos2 θW
s−M2

Z

)
[−(ε1 · ε2)(ε3 · ε4)(p1 · p4 − p1 · p3 − p2 · p4 + p2 · p3)

+2(p4 · ε3)(ε1 · ε2)(p1 · ε4 − p2 · ε4)− 2(p3 · ε4)(ε1 · ε2)(p1 · ε3 − p2 · ε3)

−2(p2 · ε1)(ε3 · ε4)(p4 · ε2 − p3 · ε2) + 2(p1 · ε2)(ε3 · ε4)(p4 · ε1 − p3 · ε1)

−4(p2 · ε1)(ε2 · ε3)(ε4 · p3)− 4(p1 · ε2)(ε1 · ε4)(ε3 · p4)

+4(p2 · ε1)(ε2 · ε4)(ε3 · p4) + 4(p1 · ε2)(ε1 · ε3)(ε4 · p3)]. (4.45)

En el caso de que el bosón mediador sea un fotón la amplitud es idéntica al caso anterior con los
cambios:

cos2 θW → sin2 θW ,
1

s−M2
Z

→ 1

s
. (4.46)

Podemos por tanto escribir directamente la amplitud total del canal s como

M s
WW→WW = g2

(
cos2 θW
s−M2

Z
+ sin2 θW

s

)
[(ε1 · ε2)(ε3 · ε4)(p1 · p4 − p1 · p3 − p2 · p4 + p2 · p3)

−2(p4 · ε3)(ε1 · ε2)(p1 · ε4 − p2 · ε4) + 2(p3 · ε4)(ε1 · ε2)(p1 · ε3 − p2 · ε3)

+2(p2 · ε1)(ε3 · ε4)(p4 · ε2 − p3 · ε2)− 2(p1 · ε2)(ε3 · ε4)(p4 · ε1 − p3 · ε1)

+4(p2 · ε1)(ε2 · ε3)(ε4 · p3) + 4(p1 · ε2)(ε1 · ε4)(ε3 · p4)

−4(p2 · ε1)(ε2 · ε4)(ε3 · p4)− 4(p1 · ε2)(ε1 · ε3)(ε4 · p3)]. (4.47)
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De la misma manera, utilizando las reglas de Feynman de la Figura 3, obtenemos para el canal t cuando
el bosón mediador es un Z

− iM t,Z
WW→WW = [−ig cos θW {(p1 + p3)ρgµµ′ + (−p3 + k)µgµ′ρ + (−k − p1)µ′gρµ}]

[
i(−gρσ+ kρkσ

M2
Z

)

t−M2
Z+iε

]
[−ig cos θW {(−p2 − p4)σgνν′ + (k + p4)νgν′σ + (p2 − k)ν′gσν}]ε

µ
1 ε
ν
2ε
µ
′
?

3 εν
′
?

4

= ig2
(

cos2 θW
t−M2

Z

)
[(ε1 · ε3)(ε2 · ε4)(−p1 · p2 − p1 · p4 − p3 · p2 − p3 · p4)

+2(p2 · ε4)(ε1 · ε3)(p1 · ε2 + p3 · ε2) + 2(p4 · ε2)(ε1 · ε3)(p1 · ε4 + p3 · ε4)

+2(p3 · ε1)(ε2 · ε4)(p4 · ε3 + p2 · ε3) + 2(p1 · ε3)(ε2 · ε4)(p4 · ε1 + p2 · ε1)

−4(p3 · ε1)(ε2 · ε3)(ε4 · p2)− 4(p3 · ε1)(ε3 · ε4)(ε2 · p4)

−4(p2 · ε4)(ε1 · ε2)(ε3 · p1)− 4(p1 · ε3)(ε1 · ε4)(ε2 · p4)]. (4.48)

En el caso de que el bosón mediador sea un fotón la amplitud es idéntica al caso anterior con los
cambios:

cos2 θW → sin2 θW ,
1

t−M2
Z

→ 1

t
. (4.49)

Podemos por tanto escribir directamente la amplitud total del canal t como

M t
WW→WW = g2

(
cos2 θW
t−M2

Z
+ sin2 θW

t

)
[(ε1 · ε3)(ε2 · ε4)(p1 · p2 + p1 · p4 + p3 · p2 + p3 · p4)

−2(p2 · ε4)(ε1 · ε3)(p1 · ε2 + p3 · ε2)− 2(p4 · ε2)(ε1 · ε3)(p1 · ε4 + p3 · ε4)

−2(p3 · ε1)(ε2 · ε4)(p4 · ε3 + p2 · ε3)− 2(p1 · ε3)(ε2 · ε4)(p4 · ε1 + p2 · ε1)

+4(p3 · ε1)(ε2 · ε3)(ε4 · p2) + 4(p3 · ε1)(ε3 · ε4)(ε2 · p4)

+4(p2 · ε4)(ε1 · ε2)(ε3 · p1) + 4(p1 · ε3)(ε1 · ε4)(ε2 · p4)]. (4.50)

Como podemos observar en las expresiones anteriores, las polarizaciones transversales generan una
amplitud al cuadrado que va como |M |2 ' P 4

t2
y que tiene, por tanto, un buen comportamiento a

altas enerǵıas. A continuación veremos que no ocurre lo mismo con las polarizaciones longitudinales.
A diferencia de los casos anteriores, en este caso vamos a considerar también los términos de segundo
orden del desarrollo en serie de los vectores de polarización (4.5) puesto que son imprescindibles para
obtener una sección eficaz que tenga un buen comportamiento a altas enerǵıas.

Teniendo en cuenta los productos escalares

p1 · p2 = p3 · p4 =
s− 2M2

W

2
,

p1 · p3 = p2 · p4 =
2M2

W − t
2

, (4.51)

p1 · p4 = p2 · p3 =
2M2

W − u
2

,

ε1 · ε2 = ε3 · ε4 =
s− 2M2

W

2M2
W

−
4M2

W

s
+

2M2
W (s− 2M2

W )

s2
,

ε1 · ε3 = ε2 · ε4 =
2M2

W − t
2M2

W

−
2(2M2

W − u)

s
+

2M2
W (2M2

W − t)
s2

, (4.52)

ε1 · ε4 = ε2 · ε3 =
2M2

W − u
2M2

W

−
2(2M2

W − t)
s

+
2M2

W (2M2
W − u)

s2
,

p1 · ε2 = p2 · ε1 = p3 · ε4 = p4 · ε3 =
s− 2M2

W

2MW
−

2M3
W

s
,

p1 · ε3 = p3 · ε1 = p2 · ε4 = p4 · ε2 =
2M2

W − t
2MW

−
MW (2M2

W − u)

s
, (4.53)

p1 · ε4 = p4 · ε1 = p2 · ε3 = p3 · ε2 =
2M2

W − u
2MW

−
MW (2M2

W − t)
s

,
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tenemos finalmente que la amplitud total (suma de las amplitudes de los cinco canales) es igual a

MWLWL→ WLWL
= − g2

4M2
W

{
s+ t

}
. (4.54)

Lo que predice, efectivamente, un mal comportamiento a altas enerǵıas para la sección eficaz:

dσ

dΩ

∣∣∣∣
W−LW

+
L→W

−
LW

+
L

' s, (4.55)

el cual violaŕıa el principio de unitariedad.
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5. Problemas de Unitariedad y su solución dentro del SM

Vamos a ver cómo, si incorporamos nuevos canales que tienen lugar mediante el intercambio del
bosón de Higgs, el problema de unitariedad de la sección eficaz anterior queda solventado.

Figura 18: Diagramas de Feynman correspondientes al proceso W−W+ → W−W+ con Higgs.

Si tenemos en cuenta el bosón de Higgs tenemos que considerar dos canales adicionales: un canal s
y otro t. La amplitud del canal s, haciendo uso de las reglas de Feynman de la Figura 6 y tomando de
nuevo los vectores de polarización (a primer orden) correspondientes a la ecuación (4.5), resulta ser

−iM s,H
WLWL→WLWL

=
[
igMW gµν

] [ i
s−M2

H+iε

] [
igMW gµ′ν′

]
εµ1 ε

ν
2ε
µ
′
?

3 εν
′
?

4 (5.1)

= − ig2

M2
W (s−M2

H)
(p1 · p2)(p3 · p4) = − ig2s2

4M2
W (s−M2

H)
.

Análogamente en el canal t la amplitud se puede escribir como

−iM t,H
WLWL→WLWL

=
[
igMW gµν

] [ i
t−M2

H+iε

] [
igMW gµ′ν′

]
εµ1 ε

ν
′

2 ε
ν?
3 ε

ν
′
?

4 (5.2)

= − ig2

M2
W (t−M2

H)
(p1 · p3)(p2 · p4) = −

ig2(2M2
W − t)2

4M2
W (t−M2

H)
.

Sumando ambas amplitudes obtenemos

MH
WLWL→WLWL

=
g2

4M2
W

{
s2

s−M2
H

+
(t−2M2

W )2

t−M2
H

}
. (5.3)

A altas enerǵıas, s >> M2
H ,M

2
W , el acoplamiento de los bosones gauge con el Higgs cancela exactamente

el mal comportamiento del proceso W−LW
+
L → W−LW

+
L :

MWLWL→WLWL
=

g2

4M2
W

{
−s− t+ s2

s−M2
H

+ t2

t−M2
H

}
' 0. (5.4)

La presencia del Higgs es esencial en este proceso si se quiere preservar unitariedad a altas enerǵıas.
Para concluir este apartado comentamos que, en el caso de existir un escalar ligero (tipo Higgs),
unitariedad exige que sus acoplamientos sean exactamente iguales que los predichos en el modelo
estándar, para que tenga lugar la cancelación de los términos mal comportados. Si el nuevo escalar
tuviese acoplamientos (ligeramente) diferentes, necesitaŕıamos de nuevo algún otro grado de libertad
para garantizar la conservación de unitariedad del proceso W−W+ → W−W+.
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6. El Principio de Equivalencia

Como vimos en el apartado 3, el Mecanismo de Higgs conserva en todo momento el número de gra-
dos de libertad de la teoŕıa. En concreto, para dar masa a los bosones W± y Z0 hacen falta 3 grados de
libertad adicionales (campos escalares) que generen las polarizaciones longitudinales de estos bosones
de gauge. El SM introduce para ello una pieza extra al Lagrangiano original construida a partir de un
doblete de campos escalares complejos, uno cargado y el otro neutro, con 4 grados de libertad. Tras
el mecanismo de SSB, podemos reescribir el doblete en función de tres grados de libertad escalares y
sin masa correspondientes a los bosones de Goldstone y un campo real masivo: el campo del bosón de
Higgs. Con la elección del gauge unitario, los tres bosones de Goldstone desaparecen dando lugar a las
tres polarizaciones longitudinales (tres términos masivos) de los bosones gauge W± y Z0.

En este apartado veremos que, en el ĺımite de altas enerǵıas (s >> M2
V ), la amplitud de absorción

o emisión de un bosón gauge longitudinal es equivalente a la amplitud de emisión o absorción del cor-
respondiente bosón de Goldstone que dio masa al bosón gauge. Esta afirmación se conoce formalmente
como Principio de Equivalencia [12] y es una consecuencia de la invariancia gauge local del Lagrangiano
(3.1). En otras palabras, la f́ısica es la misma independientemente del gauge en el que trabajemos:

M(V 1
L ...V

n
L → V 1

L ...V
m
L ) = (i)n(−i)mM(w1...wn → w1...wm) +O(

M2
V

s
), (6.1)

donde V i
L son los bosones gauge longitudinales y wi los bosones de Goldstone correspondientes.

6.1. El Lagrangiano electrodébil quiral

El lagrangiano escalar del modelo estándar (3.1) puede escribirse como [13]

LS =
1

2
Tr
[

(DµΣ)†(DµΣ)
]
− λ

16

(
Tr[Σ†Σ]− v2

)2
, (6.2)

donde

Σ =

(
φ0∗ φ+

−φ− φ0

)
, DµΣ = ∂µΣ+ig

σ̄

2
·W̄µΣ−ig′Σσ

3

2
Bµ ≡ ∂µΣ+igŴµΣ−ig′ΣB̂µ, h =

λ

4
. (6.3)

En ĺımite g′ → 0, LS es invariante bajo transformaciones globales G ≡ SU(2)L ⊗ SU(2)R ⊃ SU(2)L ⊗
U(1)Y de los campos en el espacio de sabor,

Σ
G−→ gLΣg†R, gL,R ∈ SU(2)L,R. (6.4)

En el Lagrangiano (6.2), el grupo SU(2)L⊗SU(2)R se rompe espontáneamente al subgrupo SU(2)L+R,
i.e,

G ≡ SU(2)L ⊗ SU(2)R
SCSB−−−→ H ≡ SU(2)L+R, (6.5)

lo que se conoce formalmente como Rotura de Simetŕıa Custodial (SCSB). Es conveniente parametrizar
el campo Σ(x) mediante el formalismo de teoŕıa de perturbaciones (3.7) en términos del de los campos
de Goldstone θi y del campo de Higgs H:

Σ(x) =
1√
2

[v +H(x)]U(θ), U(θ) = exp
iσ̄ · θ̄
v

. (6.6)

Con este cambio de variable, Σ̄→ H, θ̄, el Lagrangiano (6.2) resulta

LS =
v2

4

(
1 + H

v

)2
Tr
[

(DµU)†(DµU)
]

+
1

2

(
∂µH∂

µH − λ
2v

2H2
)
− λ

4
vH3 − λ

16
H4, (6.7)

donde
DµU = ∂µU + igŴµU − ig′UB̂µ. (6.8)

27



Podemos desarrollar en serie de potencias la exponencial U (ver Apéndice) y obtener un Lagrangiano
efectivo que nos permita estudiar la dinámica de las colisiones entre bosones de Goldstone y en particular
verificar el Principio de Equivalencia. El Lagrangiano (6.7) se escribe entonces como

LS
.
=

v2

4
(1 +

H

v
)2Tr[(DµU)†(DµU ]

' (1 +
2H

v
+
H2

v2
)[
{
∂µθ
−∂µθ+ + 1

2∂µθ
0∂µθ0 + ...

}
(6.9)

+
1

6v2

{
(θ+←→∂µθ−)(θ+←→∂µθ−) + 2(θ0←→∂µθ+)(θ−

←→
∂µθ0) + ...

}
+{(i∂µθ−)θ+ − (i∂µθ+)θ−}g

(
1−2 sin2 θW

2 cos θW

)
Zµ + {(i∂µθ−)θ+ − (i∂µθ+)θ−}eAµ + ...].

Lo que da lugar a las siguientes reglas de Feynman entre el campo de Higgs, los campos gauge y los
campos θ:

Figura 19: Reglas de Feynman correspondientes a la interacción entre un campo Higgs y dos bosones
de Goldstone θ+, θ−. Todos los momentos se consideran entrantes.

Figura 20: Reglas de Feynman correspondientes a la interacción entre los campos gauge Z0
µ, Aµ y los

bosones de Goldstone θ+, θ−. Todos los momentos se consideran entrantes.

Si tomamos el gauge unitario, i.e, θ̄ = 0, el Lagrangiano (6.7) da lugar de nuevo a teŕminos masivos
para los bosones de Goldstone W± y Z0, i.e,

LS
U=1−−−→ M2

WW
†
µW

µ +
M2
Z

2
ZµZ

µ. (6.10)

En el ĺımite h >> 1 (Higgs pesado) el Lagrangiano escalar electrodébil toma en ese caso la misma
forma que el Lagrangiano quiral que describe las interacciones fuertes en el régimen de bajas enerǵıas
[14]:

LS '
v2

4
Tr
[

(DµU)†(DµU)
]

+O(
H

v
). (6.11)
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En ese caso, las colisiones entre los bosones de Goldstone electrodébiles (o equivalentemente entre los
bosones gauge longitudinales) vienen descritas por el mismo Lagrangiano que describe las colisiones
entre piones en QCD, cambiando simplemente

v → f, θ+(W+)→ π+, θ−(W−)→ π−, θ0(Z0)→ π0. (6.12)

Es decir,

L2 =
f2

4
Tr[(∂µU)†(∂µU ] = ∂µπ

−∂µπ+ +
1

2
∂µπ

0∂µπ0 + ...

+
1

6f2

{
(π+∂µπ

−)(π+∂µπ−) + 2(π0∂µπ
+)(π−∂µπ0) + ...

}
(6.13)

+O(
π6

f4
),

Podemos introducir la interacción entre los campos fermiónicos y los campos de Goldstone través de
un Lagrangiano del tipo Yukawa [15]. Las reglas de Feynman correspondientes son:

Figura 21: Reglas de Feynman correspondientes a la interacción entre un par de fermiones y un campo
de Goldstone.

6.2. Análisis de los procesos anteriores con bosones de Goldstone en lugar de
bosones gauge (VL → θ)

6.2.1. H → θ+θ−

La amplitud del canal s viene dada por la parte del Lagrangiano

L .
=

2H

v
(∂µθ

+∂µθ−) (6.14)

y resulta ser

−iM =
2i

v
(ip2) · (ip3) = − is

v
= −

iM2
H

v
. (6.15)

A altas enerǵıas y tomando M2
H >> M2

W , la amplitud (4.6) del proceso H → W+W− es igual a

MH → W+W− ' −
M2
H

v
. (6.16)

Como podemos observar, se cumple (en el ĺımite de Higgs masivo) el principio de equivalencia (6.1):

MH → W+W− = (i)0(−i)2MH → θ+θ− = −MH → θ+θ− = −
M2
H

v
, (6.17)
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como queŕıamos demostrar.

Figura 22: Desintegración del Higgs a dos bosones de Goldstone.

6.2.2. νν → θ−θ+

Haciendo uso las reglas de Feynman correspondientes a las Figuras 2, 20 y 21 podemos calcular
fácilmente la amplitud de los canales s y t del proceso νν → θ−θ+.

Figura 23: Los dos canales del proceso νν → θ−θ+.

La amplitud del canal s resulta

− iM s
νν→θ−θ+ = v̄2

[
ig

4 cos θW
γµ(1− γ5)

]
u1

[
i(−gµν+ kµkν

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

] [
−ig

(
1−2sin2θW

2 cos θW

)
(p4 − p3)ν

]
= − ig2

s−M2
Z

(
1−2 sin2 θW

8 cos2 θW

)
v̄2

[
γµ(1− γ5)

]
u1g

µν(p4 − p3)ν , (6.18)

donde en el último paso hemos despreciado el segundo sumando del propagador al tener en cuenta las
ecuaciones del movimiento del neutrino (4.17). En el régimen de altas enerǵıas, s >> M2

Z , se tiene que
la amplitud del canal s es igual a

M s
νν→θ−θ+ =

g2

s

(
1−2 sin2 θW

4 cos2 θW

)
v̄2

[
(/p4
− /p3

)PL
]
u1 =

g2

s

(
1−2 sin2 θW

4 cos2 θW

)
v̄22/p4

PLu1

=
g2

s

(
1−2 sin2 θW

2 cos2 θW

)
v̄2/p4

PLu1. (6.19)

Por lo que la amplitud del canal s es cero en el régimen de altas enerǵıas:

M s
νν→θ−θ+ = 0. (6.20)
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La amplitud del canal t resulta

−iM t
νν→θ−θ+ = v̄2

[
− ig

2
√

2
me
MW

(1− γ5)
] [

i(/k+me)
t−m2

e+iε

] [
− ig

2
√

2
me
MW

(1− γ5)
]
u1 (6.21)

=
−ig2

2

m2
e

M2
W (t−m2

e)
v̄2

[
PL(/k +me)PL

]
u1 =

−ig2

2

m3
e

M2
W (t−m2

e)
v̄2PLu1 ' 0,

ser nula por consistencia puesto que es proporcional a la masa del electrón al cubo. Finalmente la
amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero el régimen de altas enerǵıas:

Mνν→θ−θ+ = (M s +M t)νν→θ−θ+ ' 0. (6.22)

Se cumple de nuevo el Principio de Equivalencia (6.1):

Mνν→W−LW
+
L

= −Mνν→θ−θ+ , (6.23)

como queŕıamos demostrar.

6.2.3. e−e+ → θ−θ+

Haciendo uso las reglas de Feynman correspondientes a las Figuras 2, 19, 20 y 21 podemos calcular
fácilmente la amplitud de los canales s y t del proceso e−e+ → θ−θ+.

Figura 24: Canales del proceso νν → θ−θ+.

La amplitud del canal s cuando la part́ıcula mediadora es un bosón de Higgs resulta ser proporcional
a la masa del electrón y por tanto completamente despreciable:

−iMH
e−e+→θ−θ+ =

[
−2i
v p4 · p3

] [ i
s−M2

H+iε

]
v̄2

[
− igme

2MW

]
u1 = − ig

2v

me

MW

s

s−M2
H

v̄2u1 ' 0. (6.24)

Lo mismo ocurre con la amplitud del canal t:

M t
e−e+→θ−θ+ = v̄2

[
− ig

2
√

2
me
MW

(1− γ5)
] [

i/k
t+iε

] [
− ig

2
√

2
me
MW

(1− γ5)
]
u1

=
−ig2

2

m2
e

M2
W

v̄2PL
/k

t
PLu1 ' 0, (6.25)
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por lo que la amplitud del canal s (dada por el intercambio de un bosón Z0 y un fotón) debe ser bien
comportada necesariamente. En efecto, la amplitud del canal s cuando la part́ıcula mediadora es un
bosón Z0 resulta

− iMZ
e−e+→θ−θ+ = v̄2[

ig

4 cos θW
γµ(1− 4 sin2 θW − γ5)]u1

[
i(−gµν+ kµkν

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

]
[
−ig

(
1−2sin2θW

2 cos θW

)
(p4 − p3)ν

]
(6.26)

= − ig2

s−M2
Z

(
1−2 sin2 θW

8 cos2 θW

)
v̄2

[
(/p4
− /p3

)(1− 4 sin2 θW − γ5)
]
u1,

donde en el último paso hemos despreciado el segundo sumando del propagador al tener en cuenta las
ecuaciones del movimiento del neutrino (4.17). En el régimen de altas enerǵıas, s >> M2

Z , se tiene que

MZ
e−e+→θ−θ+ = −e

2

s

(
1−2 sin2 θW

2 cos2 θW

)
v̄2(/p4

− /p3
)u1 +

e2

s

(
1−2 sin2 θW

4 sin2 θW cos2 θW

)
v̄2(/p4

− /p3
)PLu1.

La amplitud del canal s cuando la part́ıcula mediadora es un fotón resulta

−iMγ
e−e+→θ−θ+ = v̄2[ieγµ]u1

[
−igµν
s+iε

]
[−ie(p4 − p3)ν ], (6.27)

o equivalentemente

Mγ
e−e+→θ−θ+ =

e2

s
v̄2(/p4

− /p3
)u1. (6.28)

La amplitud total del canal s es igual a

M s
e−e+→θ−θ+ = e2v̄2(/p4

− /p3
)u1

{
−1
s

(
1−2 sin2 θW

2 cos2 θW

)
+ 1

s

}
+
e2

s

(
1−2 sin2 θW

4sin2θW cos2 θW

)
v̄2(/p4

− /p3
)PLu1

=
e2

s

(
1

2 cos2 θW

)
v̄2(/p4

− /p3
)u1 +

e2

s

(
1−2 sin2 θW

4 sin2 θW cos2 θW

)
v̄2(/p4

− /p3
)PLu1 (6.29)

=
e2

s

(
1

cos2 θW

)
v̄2/p4

u1 +
e2

s

(
1−2 sin2 θW

2 sin2 θW cos2 θW

)
v̄2/p4

PLu1.

Por lo que la amplitud del canal s tiene, como predećıamos, un buen comportamiento en el régimen de
altas enerǵıas:

M s
e−e+→θ−θ+ ∼

1

s
. (6.30)

La amplitud total, suma de las amplitudes de ambos canales, es cero a altas enerǵıas:

Me−e+→θ−θ+ = (M s +M t)e−e+→θ−θ+ = 0. (6.31)

Se cumple de nuevo el Principio de Equivalencia (6.1):

Me−e+→W−LW
+
L

= −Me−e+→θ−θ+ , (6.32)

como queŕıamos demostrar.

6.2.4. θ+θ− → θ+θ−

Podemos obtener la amplitud del proceso θ+θ− → θ+θ− a partir del Lagrangiano (6.9). En este
caso tenemos tres canales posibles: un canal con un vértice (interacción de contacto), un canal s y otro
t. La amplitud del canal donde la interacción es de contacto viene dada por la parte del Lagrangiano

L .
=

1

6v2
(θ+←→∂µθ−)(θ+←→∂µθ−), (6.33)
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dando lugar a la amplitud

− iM4
θθ→θθ =

i

6v2
[{4(−ip2) · (ip3)} − {(ip3) · (ip4) + (−ip2) · (ip4) + (ip3) · (−ip1)

+(−ip2) · (−ip1)} − {(−ip1) · (ip3) + (ip4) · (ip3) + (−ip1) · (−ip2) + (ip4) · (−ip2)}
+{4(−ip1) · (ip4)}]

=
i

6v2
[4p1 · p2 − 4p1 · p3 + 8p1 · p4] =

4i

12v2
[s+ t− 2u] =

i

v2
[s+ t], (6.34)

que reproduce (4.54).

Figura 25: Interacción de contacto θ+θ− → θ+θ−.

La amplitud del canal s viene dada por la parte del Lagrangiano (6.9) y resulta ser

− iM s
θ+θ−→θ+θ− = [(−ip1µ)(−ipµ2 )(

2i

v
)][

i

s−M2
H + iε

][(ip3ν)(ipν4)(
2i

v
)]

= − 4i

v2
(p1 · p2)(p3 · p4)

1

s−M2
H

= − i

v2

s2

s−M2
H

. (6.35)

Análogamente, para el canal t se tiene que

− iM t
θ+θ−→θ+θ− = [(−ip1µ)(ipµ3 )(

2i

v
)][

i

t−M2
H + iε

][(−ip2ν)(ipν4)(
2i

v
)]

= − 4i

v2
(p1 · p3)(p2 · p4)

1

t−M2
H

= − i

v2

t2

t−M2
H

. (6.36)

Figura 26: Canales s y t correspondientes al proceso θ+θ− → θ+θ−.

La amplitud final, suma de las amplitudes de los tres canales, resulta ser

Mθ+θ−→θ+θ− =
1

v2

{
−s− t+ s2

s−M2
H

+ t2

t−M2
H

}
. (6.37)
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Esta amplitud es igual a la del proceso W+W− → W+W− por lo que, una vez más, se cumple el
Principio de Equivalencia (6.1):

MW+W−→W+W− = (i)2(−i)2Mθ+θ−→θ+θ− = Mθ+θ−→θ+θ− , (6.38)

como queŕıamos demostrar.

LLegados a este punto es importante darse cuenta de que, la dinámica de los bosones de Goldstone
sin el Higgs (que es independiente del Mecanismo de Higgs), implica comportamientos que violan
unitariedad a altas enerǵıas. De nuevo e igual que ocurŕıa en el proceso W+W− → W+W−, en el
caso de existir un escalar ligero (tipo Higgs) unitariedad exige que sus acoplamientos sean iguales que
los predichos en el SM, de manera que tenga lugar la cancelación de los términos mal comportados.
Si el nuevo escalar tuviese unos acoplamientos diferentes, seŕıa necesario otra vez algún otro grado de
libertad para garantizar la conservación de unitariedad.

34



7. Señales experimentales

Como vimos en los apartados anteriores el acoplamiento Yukawa es proporcional a la masa fer-
miónica. El quark top, siendo la part́ıcula elemental más pesada conocida hasta la fecha, también es el
fermión más sensible al mecanismo de generación de masas. En la última parte del trabajo proponemos,
por lo tanto, el estudio de algunas señales experimentales relacionadas con el quark top: W+

LW
−
L → tt̄

y t→ bW+, que permitan chequear la validez de los modelos en cuestión en el LHC.

7.1. W+
LW

−
L → tt

Podemos obtener la amplitud del proceso W+
LW

−
L → t̄t a partir de los términos del Lagrangiano

(2.20), (3.16) y (2.23) que en este caso concreto resultan

LZNC
.
= − g

4 cos θW
Zµt̄γµ(1− 8

3
sin2 θW − γ5)t,

LγNC
.
= −2

3
g sin θWA

µt̄γµt, (7.1)

LCC
.
= − g

2
√

2
W †µ t̄γ

µ(1− γ5)Vtff , (f = b, s, d),

LHf
.
= −g

2

mt

MW
t̄t.

Tenemos cinco canales posibles: dos canales s (uno mediando por un bosón Z0 y el otro por un fotón)
y tres canales t (mediados por un quark b, s y d).

Figura 27: Canales del proceso W+W− → t̄t.

Empecemos por el canal s, tomando las reglas de Feynman correspondientes, la amplitud cuando
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el bosón mediador es el bosón Z0 resulta

− iM s,Z

WLWL→tt
= [−ig cos θW {(−k − p1)νgσµ + (p1 − p2)σgµν + (p2 + k)µgνσ}]

[
i(−gσρ+ kσkρ

M2
Z

)

s−M2
Z+iε

]
ū4

[
− ig

4 cos θW
γρ

(
1− 8 sin2 θW

3 − γ5

) ]
v3ε

µ
1 ε
ν
2

=
ig2

4

1

s−M2
Z

ū4

[
ε2 · (−k − p1)/ε1 + ε1 · (k + p2)/ε2 + ε1 · ε2(/p1

− /p2
)
]

(
1− 8 sin2 θW

3 − γ5

)
v3

=
ig2

4

1

s−M2
Z

ū4[ /p1(ε1 · ε2)− /p2(ε1 · ε2) + /ε2(2p2 · ε1 + p1 · ε1)

− /ε1(2p1 · ε2 + p2 · ε2)]
(

1− 8 sin2 θW
3 − γ5

)
v3

=
ig2

4

1

s−M2
Z

ū4

[
A /p1 −A /p2 +B /ε2 −B /ε1

] (
1− 8 sin2 θW

3 − γ5

)
v3

=
ig2

4

1

s−M2
Z

ū4

[
C( /p1 − /p2)

] (
1− 8 sin2 θW

3 − γ5

)
v3, (7.2)

donde hemos hecho uso de los vectores de polarización (4.5) a segundo orden y hemos definido por
comodidad:

A ≡ (ε1 · ε2),

B ≡ 2p2 · ε1 + p1 · ε1 = 2p1 · ε2 + p2 · ε2, (7.3)

C ≡ A− 2MWB

s
− B

MW
.

Análogamente, la amplitud para el canal s cuando la part́ıcula mediadora es un fotón resulta

− iM s,γ

WLWL→tt
= [−ig sin θW {(−k − p1)νgσµ + (p1 − p2)σgµν + (p2 + k)µgνσ}]

[
− igσρ

s+iε

]
ū4

[
−2ig sin θW

3 γρ
]
v3ε

µ
1 ε
ν
2

=
2ig2

3s
ū4

[
ε2 · (−k − p1)/ε1 + ε1 · (k + p2)/ε2 + ε1 · ε2(/p1

− /p2
)
]

(sin2 θW )v3

=
2ig2

3s
sin2 θW ū4

[
C( /p1 − /p2)

]
v3. (7.4)

La amplitud del canal s cuando la part́ıcula mediadora es un bosón Higgs es igual a

−iM s,H

WLWL→tt
=
[
igMW gµν

] [ i
s−M2

H+iε

]
ū4

[
− ig

2
mt
MW

]
v3ε

µ
1 ε
ν
2 =

ig2

2

mt

s−M2
H

A(ū4v3). (7.5)

Desarrollando en serie de potencias el propagador la amplitud total del canal s resulta

M s
WLWL→tt = −g

2

2

(
s+M2

Z
s2

)
Cū4(/p1

− /p2
)PLv3 +

2g2

3
sin2 θW

(
M2
Z
s2

)
Cū4(/p1

− /p2
)v3

−g
2

2
mA

(
s+M2

H
s2

)
ū4v3. (7.6)

Finalmente, sustituyendo p1 = −p2 + p3 + p4 y teniendo en cuenta las ecuaciones del movimiento del
quark top:

(/p−mt)ur(p̄) = 0, (/p+mt)vr(p̄) = 0, ūr(p̄)(/p−mt) = 0, v̄r(p̄)(/p+mt) = 0, (7.7)

la amplitud total del canal s se puede escribir como

M s
WLWL→tt = g2ū4

[
2a( /p2 −mt)PL + (am− b /p2 − c)

]
v3, (7.8)
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donde por comodidad hemos definido

a ≡ C

2

(
s+M2

Z
s2

)
,

b ≡ 4

3
sin2 θWC

(
M2
Z
s2

)
, (7.9)

c ≡ mtA

2

(
s+M2

H
s2

)
.

La amplitud del canal t, tomando las reglas de Feynman correspondientes, resulta

− iM t
WLWL→tt =

∑
f=b,d,s

ū4

[
− ig

2
√

2
γν(1− γ5)Vtf

] [
i(/k+mf )

t−m2
f

] [
− ig

2
√

2
γµ(1− γ5)V ∗tf

]
v3ε

µ
1 ε
ν
2

= −
(

ig2

2t

)
ū4

[
/ε2/k /ε1

]
PLv3, (7.10)

donde primero hemos despreciado la masa de los quarks down y después hemos hecho uso de la condición
de unitariedad ∑

f=b,d,s

|Vtf |2 = 1. (7.11)

Haciendo uso de los vectores de polarización (4.5) a segundo orden obtenemos

M t
WLWL→tt =

g2

2tM2
W

ū4

[
/p2/k /p1

]
PLv3 −

g2

st
ū4

[
/p2/k /p2

]
PLv3 −

g2

st
ū4

[
/p1/k /p1

]
PLv3

+
2g2M2

W

s2t
ū4

[
/p1/k /p2

]
PLv3. (7.12)

Sustituyendo /k = /p1
− /p3

= /p4
− /p2

(donde p1 = −p2 + p3 + p4) y teniendo en cuenta las ecuaciones del
movimiento del quark top, la amplitud del canal t es igual a

M t
WLWL→tt =

g2

2M2
W

ū4

[
/p2PL + (

m2
t
t /p2 − m3

t
t +mt)PR

]
v3 (7.13)

−g
2

st
ū4

[
(2 /p2m

2
t − 2 /p2t+ 2mtt− 2m3

t )PL + (m3
t −mtt−mtM

2
W )

]
v3

+
2g2M2

W

s2t
ū4

[
(2 /p2M

2
W −m3 +mu− u /p2 −M2

Wm)PL + (M2
Wm−m2 /p2)PR

]
v3.

A partir de la expresión (4.20) podemos calcular la sección eficaz de este proceso. En el ĺımite de altas
enerǵıas, s >> m2

t , la suma sobre las polarizaciones finales de la amplitud total al cuadrado resulta

∑
pol

|M |2 =
g4

8

(
2m4

t s

tM4
W

) [
−1− t

s +
2M2

W
s − M4

W
st −

m4

st + 2m2M2

st

]
. (7.14)

Esta amplitud da lugar a una sección eficaz (4.20) igual a

dσ

dΩ

∣∣∣∣
W+W−→t̄t

' 3g4

256π2t

(
mt
MW

)4 [
−1− t

s +
2M2

W
s − M4

W
st −

m4

st + 2m2M2

st

]
, (7.15)

donde hemos aproximado |P̄i||P̄f |
' 1 y hemos multiplicado por el número de colores NC = 3. Predecimos

por tanto un buen comportamiento de la sección eficaz a altas enerǵıas respetando aśı el principio de
unitariedad.
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7.2. t→ bW+

Podemos obtener la amplitud del proceso t→ bW+ a partir del Lagrangiano (3.16):

−iMt→ bW+ = ū2

[
− ig

2
√

2
γµ(1− γ5)Vtb

]
u1ε

µ?
3 . (7.16)

En el régimen de altas enerǵıas, despreciando la masa del quark b, la suma promedio de la amplitud al
cuadrado resulta∑

pol

|M |2 =
g2

2
|Vtb|2

[
p2µp1ν + p2νp1µ − (p2 · p1)gµν − iεαµβνpα2 p

β
1

]∑
pol

εµ?3 εν3 . (7.17)

Sumando sobre todas las polarizaciones finales posibles, i.e,∑
pol

εµ?3 εν3 = −gµν +
pµ3p

ν
3

M2
W

(7.18)

y tomando |Vtb|2 ' 1, la suma promedio de la amplitud al cuadrado es igual a∑
pol

|M |2 =
g2m4

t

4M2
W

[
1− M2

W

m2
t

] [
1 +

2M2
W

m2
t

]
. (7.19)

La anchura de desintegración (4.7) correspondiente resulta

Γt→ bW+ ' 3g2m3
t

64πM2
W

[
1− M2

W

m2
t

]2 [
1 +

2M2
W

m2
t

]
, (7.20)

donde hemos multiplicado por el número de colores NC = 3.

Dado que, quiralidad y helicidad son conceptos equivalentes en el ĺımite de mb nula, la ecuación
(7.16) nos dice que tanto el quark t como el b son left-handed. Esto implica (si queremos que el momento
angular se conserve) que el bosón W+ no puede tener helicidad right-handed: εµ = 1√

2
(ε1,T + iε2,T ).

Las dos helicidades posibles son la left-handed: εµ = 1√
2
(ε1,T − iε2,T ) y la longitudinal: εµ = εµ3 .

Figura 28: Proceso t→ bW .

7.2.1. t→ bW+
L

En el régimen de altas enerǵıas, tomando la aproximación de los vectores de polarización longitu-
dinales (4.5), la suma promedio de la amplitud al cuadrado resulta∑

pol

|M |2 =
g2

2

[
p2µp1ν + p2νp1µ − (p2 · p1)gµν − iεαµβνpα2 p

β
1

] pµ3
MW

pν3
MW

=
g2

4

m4
t

M2
W

[
1− M2

W

m2
t

]
.

(7.21)
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La anchura de desintegración (4.7) correspondiente es igual a

Γt→ bW+
L
' 3g2m3

t

64πM2
W

[
1− M2

W

m2
t

]2
. (7.22)

El cociente entre la anchura longitudinal y la anchura total resulta

Γt→ bW+
L

Γt→ bW+

=
m2
t

m2
t + 2M2

W

∼ 0,70. (7.23)

7.2.2. t→ bW+
ε1±iε2

Vamos a calcular ahora la anchura de desintegración del proceso t→ bW+ con el W+ polarizado
left-handed y right-handed. Empecemos por el left-handed: εµ = 1√

2
(ε1,T − iε2,T ).

∑
pol

|M |2 =
g2

2

[
p2µp1ν + p2νp1µ − (p2 · p1)gµν − iεαµβνpα2 p

β
1

]
[
1

2
(ε1,T + iε2,T )µ(ε1,T − iε2,T )ν ]

=
g2

4
[2(p2 · ε1,T )(p1 · ε1,T ) + 2(p2 · ε2,T )(p1 · ε2,T )− (p2 · p1)(ε1,T · ε1,T )− (p2 · p1)(ε2,T · ε2,T )

−iεαµβνpα2 p
β
1 ε
µ
1,T ε

ν
1,T + εαµβνp

α
2 p

β
1 ε
µ
2,T ε

ν
1,T − εαµβνpα2 p

β
1 ε
µ
1,T ε

ν
2,T − iεαµβνpα2 p

β
1 ε
µ
2,T ε

ν
2,T ]

=
g2

4
[2(p2 · p1) + ε3201p

3
2p

0
1ε

2
2,T ε

1
1,T − ε3102p

3
2p

0
1ε

1
1,T ε

2
2,T ] (7.24)

=
g2

4
[2(p2 · p1)− p3

2p
0
1 − p3

2p
0
1].

En el sistema de referencia:

p1 = (mt, 0, 0, 0),

p2 = (k, 0, 0,−k), (7.25)

ε1,T = (0, 1, 0, 0),

ε2,T = (0, 0, 1, 0),

se tiene que
p3

2p
0
1 = −(p2 · p1). (7.26)

Por lo tanto, ∑
pol

|M |2 =
g2

4
[2(p2 · p1) + 2(p2 · p1)] = g2(p2 · p1) =

g2

2
m2
t

(
1− M2

W

m2
t

)
. (7.27)

La anchura de desintegración (4.7) correspondiente es igual a

Γt→ bW+
ε1−iε2

=
3g2mt

32π

[
1− M2

W

m2
t

]2
. (7.28)

El cociente entre la anchura left-handed y la anchura total resulta

Γt→ bW+
ε1−iε2

Γt→ bW+

=
2M2

W

m2
t + 2M2

W

∼ 0,30. (7.29)
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En caso de que la polarización sea right-handed, la amplitud es exactamente cero:∑
pol

|M |2 =
g2

2

[
p2µp1ν + p2νp1µ − (p2 · p1)gµν − iεαµβνpα2 p

β
1

]
[
1

2
(ε1,T − iε2,T )µ(ε1,T + iε2,T )ν ]

=
g2

4
[2(p2 · ε1,T )(p1 · ε1,T ) + 2(p2 · ε2,T )(p1 · ε2,T )− (p2 · p1)(ε1,T · ε1,T )− (p2 · p1)(ε2,T · ε2,T )

−iεαµβνpα2 p
β
1 ε
µ
1,T ε

ν
1,T + εαµβνp

α
2 p

β
1 ε
µ
1,T ε

ν
2,T − εαµβνpα2 p

β
1 ε
µ
2,T ε

ν
1,T − iεαµβνpα2 p

β
1 ε
µ
2,T ε

ν
2,T ]

=
g2

4
[2(p2 · p1) + ε3102p

3
2p

0
1ε

1
1,T ε

2
2,T − ε3201p

3
2p

0
1ε

2
2,T ε

1
1,T ] (7.30)

=
g2

4
[2(p2 · p1) + p3

2p
0
1 + p3

2p
0
1] =

g2

4
[2(p2 · p1)− 2(p2 · p1)] = 0.

Las polarizaciones longitudinales dominan claramente sobre las polarizaciones left-handed:

Γt→ bW+
ε1−iε2

Γt→ bW+
L

=
2M2

W

m2
t

. (7.31)

A continuación presentamos una tabla con las predicciones teóricas incluyendo correciones de QCD
al next-to-next-to-leading order [17] y con los resultados experimentales obtenidos por los grupos de
ATLAS [18] y TEVATRON [19]. La concordancia con las predicciones teóricas resulta evidente:

Cuadro 2: Anchuras parciales de las desintegraciones del quark top.

Polarization Fractions NNLO QCD ATLAS TEVATRON

Ft→ bW+
L

0.687(5) 0.67(7) 0.72(8)

Ft→ bW+
ε1−iε2

0.311(5) 0.32(4) 1-Ft→ bW+
L

-Ft→ bW+
ε1+iε2

Ft→ bW+
ε1+iε2

0.0017(1) 0.01(5) -0.03(5)
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8. Resultados y conclusiones

La observación experimental de los bosones gauge W± y Z0 hace aproximadamente treinta años con-
firmó que las interacciones electrodébiles veńıan descritas correctamente mediante el grupo de simetŕıa
SU(2)L⊗U(1)Y. Hoy en d́ıa podemos afirmar que este grupo SU(2)L ⊗ U(1)Y se rompe espontánea-
mente (SSB) al subgrupo U(1)em que describe las interacciones electromagnéticas. Este mecanismo
permite dar masa a los bosones gauge W± y Z0 responsables de la interacción débil, o lo que es lo
mismo, introducir tres grados de libertad correspondientes a las polarizaciones longitudinales de estos
bosones. Por desgracia, todav́ıa no conocemos de manera precisa la dinámica que describe el fenómeno
de la rotura de simetŕıa.

La opción más simple consiste en introducir en el Lagrangiano invariante gauge un doblete de es-
calares complejos (con cuatro grados de libertad). Tras SSB, el doblete de escalares desaparece dando
lugar a cuatro campos escalares: tres bosones de Goldstone sin masa y campo masivo que se conoce
como bosón de Higgs y cuya masa resulta ser un parámetro libre de la teoŕıa. Con la elección del gauge
unitario, los tres bosones de Goldstone desaparecen dando lugar a las tres polarizaciones longitudinales
(tres términos masivos) de los bosones gaue W± y Z0. En este trabajo hemos estudiado procesos que
involucran precisamente estas polarizaciones longitudinales: H → VLVL, νν̄ → VLVL y e+e− → VLVL
donde VL ≡ W±L , Z

0
L. También hemos estudiado el proceso W+

LW
−
L → W+

LW
−
L el cual requiere ex-

pĺıcitamente la existencia del Higgs para conservar unitariedad y hacer, por lo tanto, de la teoŕıa una
teoŕıa consistente.

El mecanismo de Higgs es una (la más simple) de las muchas posibles formas de romper la simetŕıa
electrodébil. La rotura de simetŕıa podŕıa ser dinámica (como en QCD) o con un sector escalar distinto.
Cualquiera de los posibles mecanismos debe dar lugar a los 3 bosones de Goldstone necesarios para
generar las polarizaciones longitudinales de los bosones gauge. Resulta por tanto conveniente traba-
jar con los bosones de Goldstone en lugar de con las polarizaciones longitudinales, i.e, no tomar el
gauge f́ısico o unitario. En este apartado hemos vuelto a calcular los procesos anteriores pero ahora
con bosones de Goldstone en el lugar de los bosones gauge: H → θθ̄, νν̄ → θθ̄, e+e− → θθ̄ y θθ̄ → θθ̄.
Las amplitudes obtenidas resultan ser idénticas a las del apartado anterior. Este fenómeno se conoce
como Principio de Equivalencia y es una consecuencia de la invariancia gauge local del Lagrangiano
(misma f́ısica independientemente del gauge en el que trabajemos). En el ĺımite de Higgs pesado, el
Lagrangiano escalar electrodébil antes del gauge unitario toma la misma forma que el Lagrangiano que
describe las interacciones fuertes en el régimen de bajas enerǵıas. Es decir, el Lagrangiano electrodébil
en el ĺımite de Higgs pesado es idéntico al Lagrangiano quiral en QCD. En consecuencia, las colisiones
entre los bosones de Goldstone viene descrita por el mismo Lagrangiano que describe las interacciones
entre los piones en QCD: π+π− → π+π− ←→ θ+θ− → θ+θ−.

Como ya hemos comentado, la presencia del Higgs es esencial en el proceso W+
LW

−
L → W+

LW
−
L o

bien en el proceso θ+θ− → θ+θ− si se quiere preservar unitariedad a altas enerǵıas. Por lo tanto, en
el caso de existir un escalar ligero (tipo Higgs), unitariedad exige que sus acoplamientos sean exac-
tamente iguales que los predichos en el modelo estándar, para que tenga lugar la cancelación de los
términos mal comportados. Si el nuevo escalar tuviese acoplamientos (ligeramente) diferentes, nece-
sitaŕıamos de nuevo algún otro grado de libertad para garantizar la conservación de unitariedad del
proceso W−W+ → W−W+. Recientemente, ATLAS y CMS han descubierto una resonancia alrededor
de los 125 GeV con propiedades muy parecidas a las del Higgs del SM [6].

En la última parte del trabajo proponemos el estudio de algunas señales experimentales relacionadas
con el quark top: W+

LW
−
L → tt̄ y t → bW+. El quark top, con una masa de aproximadamente 173

GeV [16], es la part́ıcula elemental más pesada conocida hasta la fecha. Debido a su enorme masa, se
cree que el quark top juega un papel fundamental en el mecanismo de SSB electrodébil y modelos de
nueva f́ısica más allá del Modelo Estándar. La tasa del producción actual del quark top en el LHC
(s = 7 TeV) es un factor 20 veces superior a la correspondiente a los experimentos del TeVatron lo que
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permite una recolección de datos de una abundancia sin precedentes [20].
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9. Apéndice

Partimos del lagrangiano (6.7)

LS =
v2

4

(
1 + H

v

)2
Tr
[

(DµU)†(DµU)
]

(9.1)

=
v2

4

(
1 + H

v

)2
Tr

[ (
∂µU + igŴµU − ig′UB̂µ

)† (
∂µU + igŴµU − ig′UB̂µ

) ]
,

donde

Ŵµ ≡ σ̄

2
· W̄µ =

1

2

(
W 3
µ

√
2W †µ√

2Wµ −W 3
µ

)
,

B̂µ ≡ σ3

2
Bµ =

1

2

(
Bµ 0
0 −Bµ

)
, (9.2)

U ≡ exp
iσ̄ · θ̄
v
' 1 +

iσ̄ · θ̄
v

=

(
1 0
0 1

)
+
i

v

(
θ0

√
2θ+

√
2θ− −θ0

)
.

Se tiene por tanto que

LS =
v2

4

(
1 + H

v

)2
Tr[− i

v

(
∂µθ0∗ √

2∂µθ+
√

2∂µθ− −∂µθ0∗

)
− ig

2

(
Wµ3

√
2Wµ+

√
2Wµ −Wµ3

)
(9.3)

− g

2v

(
Wµ3θ0∗ + 2Wµθ+

√
2Wµ+θ0∗ −

√
2Wµ3θ+

√
2Wµ3θ− −

√
2Wµθ0∗ 2Wµ+θ− +Wµ3θ0∗

)
+
ig′

2

(
Bµ 0
0 −Bµ

)
+
g′

2v

(
Bµθ0∗ √

2Bµθ+

−
√

2Bµθ− Bµθ0∗

)
]

[+
i

v

(
∂µθ

0
√

2∂µθ
+

√
2∂µθ

− −∂µθ0

)
+
ig

2

(
W 3
µ

√
2W+

µ√
2Wµ −W 3

µ

)
(9.4)

− g

2v

(
W 3
µθ

0 + 2W+
µ θ
− √

2W 3
µθ

+ −
√

2W+
µ θ

0
√

2Wµθ
0 −
√

2W 3
µθ
− 2Wµθ

+ +W 3
µθ

0

)
− ig

′

2

(
Bµ 0
0 −Bµ

)
+
g′

2v

(
Bµθ

0 −
√

2Bµθ+
√

2Bµθ
− Bµθ

0

)
].

Vamos a considerar únicamente los términos que den lugar a la interacción entre dos bosones de
Goldstone con un campo gauge y con un campo Higgs. Nos olvidamos por tanto de las interacciones
entre bosones de Goldstone con dos bosones de gauge y de las autointeracciones entre campos gauge
puesto que no las necesitamos para comprobar el Principio de Equivalencia de la sección dos:

LS =
(

1 + H2

v2
+ 2H

v

)
[
1

2
(∂µθ0)(∂µθ

0∗) + (∂µθ−)(∂µθ
+) + ...

+
g

2
{(Wµ3θ+)(i∂µθ

−)− (Wµ3θ−)(i∂µθ
+) + ...}+

g′

2
{−(Bµθ−)(i∂µθ

+) + (Bµθ+)(i∂µθ
−) + ...}+ ...]

=
(

1 + H2

v2
+ 2H

v

)
[{1

2
(∂µθ0)(∂µθ

0∗) + (∂µθ−)(∂µθ
+) + ...}

+
1

2
{−(i∂µθ+)(g′Bµ + gW 3

µ)θ− + (i∂µθ−)(gW 3
µ + g′Bµ)θ+ + ...}+ ...].

Reescribiendo los campos Bµ y W 3
µ en función de los campos f́ısicos Aµ y Zµ según (2.15) y utilizando

la carga del electrón (2.16) se tiene que

g′Bµ + gW 3
µ = g

(
1−2 sin2 θW

cos θW

)
Zµ + 2eAµ. (9.5)

Finalmente el Lagrangiano de interacción resulta

LS =
(

1 + H2

v2
+ 2H

v

)
[
1

2
(∂µθ0)(∂µθ

0∗) + (∂µθ−)(∂µθ
+) + ... (9.6)

+{(i∂µθ−)θ+ − (i∂µθ+)θ−}g
(

1−2 sin2 θW
2 cos θW

)
Zµ + {(i∂µθ−)θ+ − (i∂µθ+)θ−}eAµ + ...].
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