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RESUMEN

Se implementa el mecanismo de Higgs a un sistema constituido por campos

de Weyl y campos gauge no abelianos. Se analiza el mecanismo como generador de

grados de libertad de espín para los campos gauge. Con base en los resultados del

estudio, se repasa la aplicación del mecanismo al Modelo Estándar y los resultados

experimentales recientes del Large Hadron Colider.
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OBJETIVOS

General

Aplicar el mecanismo de Higgs a un sistema constituido por fermiones, descritos

mediante campos de Weyl, y campos gauge no abelianos.

Especí�cos

1. Realizar una revisión del formalismo lagrangiano, simetrías globales, sime-

trías gauge y el mecanismo de Higgs.

2. Analizar los grados de libertad de espín de las partículas del sistema luego

de aplicar el mecanismo.

3. Examinar los resultados del mecanismo de Higgs aplicado al Modelo Están-

dar de partículas y los datos experimentales obtenidos por el Large Hadron

Colider, que indican los valores de masa y espín, de una partícula compatible

con el bosón de Higgs.
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INTRODUCCIÓN

El origen de la masa de los constituyentes elementales de la materia sigue siendo

una de las preguntas abiertas en la física. El Modelo Estándar de partículas propone

un mecanismo de generación de masa, el mecanismo de Higgs. Dicho mecanismo

predice la existencia de una nueva partícula fundamental, el bosón de Higgs. En la

actualidad el Large Hadron Colider tiene como uno de sus objetivos encontrar dicho

bosón y en consecuencia validar el mecanismo.

El Modelo Estándar se fundamenta en la Cromodinámica Cuántica, la cual des-

cribe las interacciones fuertes y la teoría electrodébil, que describe las interacciones

electromagnéticas y débiles. Con base en el trabajo de Glashow, el mecanismo fue

aplicado por primera vez por Weinberg y Salam al sector electrodébil.

El propósito del trabajo de graduación es repasar las bases de dicho sector.

Éste se puede alcanzar aplicando el mecanismo de Higgs a fermiones elementales,

descritos mediante campos de Weyl, y a bosones vectoriales gauge no abelianos.

Para ello el trabajo se compone de cuatro capítulos, en el primero se repasan

brevemente los fundamentos de la teoría cuántica de campo y el principio gauge.

En el segundo capítulo se repasa el mecanismo de Higgs, partiendo del teorema de

Goldstone y �nalizando con la aplicación a campos gauge no abelianos provenientes

del grupo SU(2).

XIII
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En el tercer capítulo se desarrolla la aplicación a los campos de Weyl y se

analiza el mecanismo como generador de grados de libertad de espín. En el último

capítulo se trata la teoría electrodébil en el contexto de la generación de las masas

y los resultados experimentales recientes de la búsqueda del bosón de Higgs.

Por último, en el primer apéndice se repasa brevemente la estructura de los gru-

pos de Lie y sus representaciones. En el segundo apéndice se examinan las transfor-

maciones espacio-temporales de los campos espinoriales, especí�camente los campos

de Weyl.
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1. SIMETRÍAS

Una simetría se de�ne como una transformación que deja invariante la acción

de un sistema físico. La dinámica de un sistema que involucra un campo cuántico

Φ(x) se determina en términos de la acción, de�nida como

S =

∫
Γ

d4xL (Φ(x), ∂µΦ(x)) (1.1)

donde L es la densidad lagrangiana y Γ una región del espacio-tiempo. Así, cualquier

transformación que cumpla con la condición

S → S ′ = S (1.2)

se dice que es una transformación de simetría. La relación entre simetrías y leyes

de conservación se encuentra descrita en el teorema de Noether (ver ref. 1, 3). Para

cada transformación de simetría existe una densidad de corriente, llamada densidad

de corriente de Noether o simplemente corriente de Noether, la cual se conserva

si la simetría es exacta. Cada carga correspondiente, denotada por el operador Q,

satisface la ecuación
dQ

dt
= 0 (1.3)

para simetrías exactas, esto conlleva a leyes de conservación para dicha carga. En

electrodinámica y cromodinámica cuántica, la simetría gauge local es responsable de

la conservación de la carga eléctrica y carga de color.

Las transformaciones de simetría se describen en términos de grupos. A cada

simetría le corresponde un elemento, abstracto, de un grupo denominado grupo de

simetría G . Dicho grupo es representado por un grupo de operadores G, los cuales

actúan como operadores de cambio de base en el espacio de Hilbert de los campos

cuánticos.
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Las partículas son paquetes de energía y momentum de los campos. El estado

de una partícula libre con cuadrimomento p, masa m, que satisfacen p2 = m2 > 0,

espín s, siendo σ su proyección sobre el eje z respecto a un marco de referencia donde

se encuentre en reposo, es creado al aplicar el operador de creación a†σ(p) al estado

de vacío, normalizado, del sistema |0〉

|p, σ〉 = a†σ(p)|0〉 (1.4)

donde p0 es la energía relativista de la partícula, p0 = +
√

p2 +m2. Así, los estados

de un sistema de partículas se construyen del vacío, creando un espacio de Hilbert,

llamado espacio de Fock. Para calcular el producto interno

〈q, τ |p, σ〉 = 〈0|aτ (q)a†σ(p)|0〉 (1.5)

donde aτ (q) es el operador de aniquilación que satisface aτ (q)|0〉 = 0, se necesitan

las relaciones de conmutación de los operadores de creación y aniquilación. Para un

campo escalar real (s = 0), éstas se de�nen como

[
a(q), a(p)

]
= 0[

a†(q), a†(p)
]

= 0[
a(q), a†(p)

]
= 2p0δ(3)(q− p)I (1.6)

donde I es el operador identidad. El producto interno resulta

〈q|p〉 = 2p0δ(3)(q− p) (1.7)

Si consideramos un sistema de partículas representadas por ondas planas, es

decir, partículas libres; la función de onda de cada una de ellas posee la forma e±ipx.

Así, el campo escalar real libre se escribe en términos de una expansión de Fourier

φ(x) =
1

(2π)3/2

∫
d3p

2p0

[
e−ipxa(p) + eipxa†(p)

]
(1.8)
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Por lo tanto, las funciones de onda se determinan por medio de

〈p|φ(x)|0〉 =
1

(2π)3/2
eipx

〈0|φ(x)|p〉 =
1

(2π)3/2
e−ipx (1.9)

Las simetrías se pueden clasi�car en simetrías espacio-temporales e internas.

Las simetrías espacio-temporales transforman las coordenadas de un punto en el

espacio-tiempo y al campo de una manera particular, dependiendo de su clase (es-

calar, vectorial, espinorial). Las simetrías internas solamente transforman al campo.

Ambas clasi�caciones se pueden dividir en simetrías globales y locales. Así, las sime-

trías espacio-temporales globales se encuentran asociadas con la relatividad especial

y las locales con la relatividad general; las simetrías internas globales con las sime-

trías aproximadas de sabor, isoespín, etc. y las locales con las simetrías gauge de

color y electrodébil.

La representación de cada elemento g, que pertence al grupo de simetrías in-

ternas G , es un operador lineal U (g). Si la simetría interna depende del parámetro

θ, entonces las transformaciones globales y locales están dadas por

φ(x)
g(θ)−−→ φ′(x) = U (g(θ))φ(x)

φ(x)
g(θ(x))−−−−→ φ′(x) = U (g(θ(x)))φ(x) (1.10)

respectivamente.
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1.1. Formalismo lagrangiano

La variación de la acción ante las transformaciones in�nitesimales

x′µ = xµ + δxµ (1.11)

Φ′(x′) = Φ(x) + δΦ(x) (1.12)

resulta

δS =

∫ [
δ(d4x) L + d4x δL

]
(1.13)

donde la variación del diferencial de hipervolumen está dado por

δ(d4x) = d4x′ − d4x = d4x ∂µ(δxµ) (1.14)

y la variación de la densidad lagrangiana por

δL =
∂L

∂Φ
δΦ +

∂L

∂(∂µΦ)
δ(∂µΦ) (1.15)

con δ(∂µΦ) 6= ∂µ(δΦ) dado (1.11).

La variación total del campo está compuesta por

δΦ(x) = Φ′(x)− Φ(x) + (∂ρΦ)δxρ (1.16)

donde el primer término representa la variación directa del campo, δ0Φ = Φ′(x)−Φ(x)

y el segundo surge como consecuencia de la variación en xρ. La variación de la

derivada del campo viene dada por

δ(∂µΦ) = ∂′µΦ′ − ∂µΦ

= (∂′µx
ν)∂νΦ

′ − ∂µΦ

= (∂′µx
ν)∂ν(Φ + δΦ)− ∂µΦ (1.17)

donde ∂′µx
ν es un elemento de la matriz Jacobiana de la transformación x′µ → xµ, el

cual está dado por

∂′µx
ν = δνµ − ∂µ(δxν) (1.18)
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Así, se obtiene la variación

δ(∂µΦ) = ∂µ(δΦ)− ∂µ(δxν)(∂νΦ) (1.19)

Por lo tanto, la variación de la acción resulta

δS =

∫
d4x

{[
∂L

∂Φ
− ∂µ

∂L

∂(∂µΦ)

]
δΦ

−∂µ
[

∂L

∂(∂µΦ)
((∂νΦ)δxν − δΦ)− δxµL

]
−
[(

∂L

∂Φ
− ∂µ

∂L

∂(∂µΦ)

)
∂νΦ

]
δxν
}

(1.20)

Para que las transformaciones in�nitesimales representen simetrías, se requiere

que δS = 0. En consecuencia, se obtiene la ecuación de movimiento del campo,

denominada ecuación de Euler-Lagrange

∂L

∂Φ
− ∂µ

∂L

∂(∂µΦ)
= 0 (1.21)

Y se de�ne la corriente de Noether como

Jµ(x) =
∂L

∂(∂µΦ)
((∂νΦ)δxν − δΦ)− δxµL (1.22)

la cual satisface la ecuación de continuidad

∂µJ
µ(x) = 0 (1.23)

Integrando dicha ecuación en un volumen �nito V

0 =

∫
V

d3x ∂µJ
µ(x)

=

∫
V

d3x ∂0J
0(x) +

∫
V

d3x ∂kJ
k(x)

=
d

dt

∫
V

d3x J0(x) +

∮
∂V

d3xnkJ
k(x) (1.24)
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La integral de volumen se de�ne como la carga

QV =

∫
V

d3x J0(x) (1.25)

Y la integral de super�cie el �ujo de carga sobre ∂V , entonces si no existe un

�ujo de entrada o salida en la frontera (sistema aislado) se obtiene

0 =
dQV

dt
(1.26)

es decir, la carga se conserva.

Las simetrías espacio-temporales globales se describen en términos del grupo

de Poincaré (ver ref. 2). Una transformación general de Poincaré está dada por

xµ → x′µ = (Λ)µνx
ν + aµ (1.27)

donde (Λ)µν es un elemento de la matriz de transformación Λ, llamada transformación

de Lorentz, la cual contiene boost's y rotaciones espaciales, y aµ la componente de

un cuadrivector constante. La variación ante una transformación in�nitesimal de

Poincaré resulta

δxµ = (ω)µνx
ν + εµ (1.28)

con (ω)µν , que satisfacen (ω)µν = −(ω)νµ, y εµ como in�nitesimales. Todo campo,

independientemente de su transformación ante Lorentz, se comporta como un campo

escalar (δΦ = 0) ante traslaciones espacio-temporales, en consecuencia, la densidad

de corriente resulta

Jµ(x) =
∂L

∂(∂µΦ)
(∂νΦ)εν − εµL

=

[
∂L

∂(∂µΦ)
(∂νΦ)− δµνL

]
εν (1.29)

de donde se de�ne el tensor de momentum-energía

T µν =
∂L

∂(∂µΦ)
(∂νΦ)− δµνL (1.30)
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Utilizando el tensor métrico ηνρ para elevar el subíndice ν, T µν = ηνρT µρ , e

integrando la ecuación de continuidad en un volumen espacial V , se obtiene

0 =
d

dt

∫
V

d3xT 0ν +

∮
∂V

d3xnkT
kν (1.31)

En consecuencia, la carga conservada asociada es el cuadrimomento, el genera-

dor de traslaciones espacio-temporales in�nitesimales

P ν =

∫
V

d3xT 0ν (1.32)

1.2. Simetrías globales

Sean los campo cuánticos Φk(x) miembros de un multiplet, la transformación

ante el elemento g(θ1, . . . , θn) del grupo de simetría SU(N) resulta

Φ′k(x) =
N∑
l=1

(U)klΦl(x) (1.33)

siendo (U)kl un elemento de la matriz que representa la transformación, consultar el

apéndice A. Dado que la transformación �nita siempre puede construirse mediante la

composición de transformaciones in�nitesimales, la variación ante la transformación

global in�nitesimal resulta

δ0Φk(x) =
N∑
l=1

(δkl + iθa(Ta)kl)Φl(x)− Φk(x) = iθa
N∑
l=1

(Ta)klΦl(x) (1.34)

con θa como in�nitesimales y a = 1, . . . , N2 − 1. Así, a las corrientes de Noether

Jµa (x) =
∑
l

(
∂L

∂(∂µΦk)
(−i(Ta)klΦl(x))

)
(1.35)

se les asocian las cargas

QV,a = −i
∑
l

∫
V

d3x
∂L

∂(∂0Φk)
(Ta)klΦl(x) (1.36)
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Sólo basta demostrar que las N2 − 1 cargas QV,a, son precisamente los genera-

dores de las simetrías. Para ello recordamos que una operación de simetría representa

un cambio de base. Las componentes del campo se transforman como

U †(g)Φk(x)U (g) = Φ′k(x) =
∑
l

(U)klΦl(x) (1.37)

Por lo tanto, para una transformación in�nitesimal

(1− iθaTa)Φk(1 + iθaTa) =
∑
l

(U)klΦl(x) (1.38)

se obtiene la expresión que indica cómo las componentes se transforman bajo el grupo

[Ta,Φk] = −
∑
l

(Ta)klΦl(x) (1.39)

Para la demostración, primero se de�ne el momentum conjugado como

πk(x) =
∂L

∂(∂0Φk)
(1.40)

y a continuación se evalúa el conmutador en tiempos iguales, x0 = y0

[QV,a,Φm(y)] =

[
−i
∑
l

∫
V

d3x πk(x)(Ta)klΦl(x),Φm(y)

]

= −i
∑
l

∫
V

d3x
[
πk(x)(Ta)klΦl(x),Φm(y)

]
= −i

∑
l

∫
V

d3x
{
πk(x)(Ta)kl [Φl(x),Φm(y)]

+
[
πk(x),Φm(y)

]
(Ta)klΦl(x)

}
(1.41)

En consecuencia, se necesitan las relaciones de conmutación de los campos Φk

y πk para proseguir. Para campos bosónicos, éstas se de�nen como[
πk(x),Φl(y)

]∣∣
x0=y0

=
1

i
δkl δ

3(x− y)

[Φl(x),Φm(y)]|x0=y0 = 0[
πk(x), πm(y)

]∣∣
x0=y0

= 0 (1.42)
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el conmutador resulta

[QV,a,Φm(y)] = −
∑
l

(Ta)mlΦl(y) (1.43)

Por último se evalúa el conmutador

[QV,a, QV,b] =

[
−i
∑
l

∫
V

d3xπk(x)(Ta)klΦl(x),−i
∑
r

∫
V

d3y πs(y)(Tb)srΦr(y)

]∣∣∣∣∣
x0=y0

= −
∑
l,r

∫
V

d3x

∫
V

d3y
[
πk(x)(Ta)klΦl(x), πs(y)(Tb)srΦr(y)

]∣∣∣
x0=y0

= −
∑
l,r

∫
V

d3x

∫
V

d3y

{
−πk(x)(Ta)kl [πs(y),Φl(x)]

∣∣∣
x0=y0

(Tb)srΦr(y)

+ πk(x)πs(y)(Ta)kl(Tb)sr [Φl(x),Φr(y)]
∣∣∣
x0=y0

+
[
πk(x), πs(y)

]∣∣∣
x0=y0

(Tb)srΦr(y)(Ta)klΦl(x)

+ πs(y)(Tb)sr
[
πk(x),Φr(y)

]∣∣∣
x0=y0

(Ta)klΦl(x)
}

= i
∑
l,r

∫
V

d3x

∫
V

d3y
{
−πk(x)(Ta)klδsl δ

3(y − x)(Tb)srΦr(y)

+ πs(y)(Tb)srδkr δ
3(x− y)(Ta)klΦl(x)

}
= i
∑
l,r

∫
V

d3x
{
−πk(x)(Ta)klδsl (Tb)srΦr(x) + πs(x)(Tb)srδkr (Ta)klΦl(x)

}
= −i

∑
r

∫
V

d3xπk(x)(Ta)kl(Tb)lrΦr(x) + i
∑
l

∫
V

d3xπs(x)(Tb)sk(Ta)klΦl(x)

= −i
∑
r

∫
V

d3xπk(x)([Ta,Tb])krΦr(x)

= i
∑
r

∫
V

d3x
{
−πk(x)(TaTb)krΦr(x) + πs(x)(TbTa)srΦr(x)

}
= −i2f cab

∑
r

∫
V

d3xπk(x)(Tc)krΦr(x)

= if cabQV,c

Con este resultado y comparando (1.39) con (1.43) se concluye que las cargas son en
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sí los generadores. Si H es el hamiltoneano de la teoría, la ecuación de Heisenberg implica

dQV,a
dt

= [H , QV,a] = [H ,Ta] = 0 (1.44)

lo cual expresa la invarianza de la teoría ante las transformaciones del grupo G .

1.3. Simetrías gauge

Si consideramos que los parámetros de la transformación global dependan del espacio-

tiempo, estamos tratando una transformación local.

U = U(g(θa(x))) (1.45)

Para una transformación global se tiene

∂µΦk → ∂µΦ′k =
N∑
l=1

(U)kl∂µΦl(x) = (∂µΦk)′ (1.46)

Para una transformación local

∂µΦk → ∂µΦ′k =
N∑
l=1

((U)kl∂µΦl(x)+∂µ(U)klΦl(x)) = (∂µΦk)′+
N∑
l=1

(∂µ(U)kl)Φl(x) (1.47)

Si se demanda que la teoría sea invariante ante una transformación local, se introduce

la derivada covariante Dµ

DµΦk =
N∑
r=1

(δkr∂µ − ig(Ta)krW a
µ )Φr (1.48)

donde los N2 − 1 campos cuánticos W a
µ se denominan campos gauge y g la constante de

acoplo. Al exigir

D ′µΦ′k = (DµΦk)′ (1.49)

se obtiene la transformación in�nitesimal de los campos W a
µ

W a
µ → W ′a

µ = W a
µ + fabcW

b
µ θ

c +
1
g
∂µθ

a (1.50)
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Esta transformación es conocida como la transformación gauge de W a
µ , la cual so-

lamente depende del grupo G y no de cómo se transforman los campos Φk, denominados

campos materiales. Considerando una transformación global in�nitesinal, los campos gauge

se transforman como

W a
µ → W ′a

µ = W a
µ + fabcW

b
µ θ

c (1.51)

y dado que las constantes de estructura generan la representación adjunta, se tiene

W ′a
µ = W a

µ + iθc(Ab)acW
b
µ (1.52)

Por lo tanto, se concluye que los campos materiales se transforman en la representa-

ción fundamental y los campos gauge en la representación adjunta.

Generalizando el tensor de intensidad electromagnético, se de�ne el campo de Yang-

Mills como

F a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW a

µ + gfabcW
b
µW c

ν (1.53)

el cual, ante la transformación gauge local

F a
µν → F ′aµν = F a

µν + fabcF
b
µνθ

c (1.54)

se transforma directamente en la representación adjunta. Se concluye que para una densi-

dad lagrangiana L (Φk(x), ∂µΦk(x)) invariante ante transformación global, ésta puede ser

invariante ante una transformación gauge local si se introducen los campos gauge W a
µ , los

cuales ingresan en las derivadas covariantes DµΦk , y el campo de Yang-Mills F a
µν . La

densidad de lagrangiana resulta

L = L (Φk(x),DµΦk(x))− 1
4
Fµν
a F a

µν (1.55)

donde la última contribución contiene los términos de la energía cinética y las autoin-

teracciones de los campos gauge no abelianos W a
µ . En general, la densidad lagrangiana

L (Φk(x),DµΦk(x)) contiene los términos de la energía cinética L0(Φk(x), ∂µΦk(x)) y las

interacciones entre las partículas Lint(Φk(x),W a
µ ).
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Por lo tanto, las simetrías determinan las interacciones entre los campos por medio

del principio gauge (ver ref. 9). Al promover una simetría global a una local, los campos

gauge introducidos inducen los términos de las interacciones, por consiguiente, éstos se

interpretan como los mediadores de las interacciones.
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2. ROMPIMIENTO ESPONTÁNEO DE SIMETRÍA

Dado que para una simetría global los generadores satisfacen

[Ta,H ] = 0 (2.1)

éstos, no necesariamente dejan invariante el estado de vacío. La simetría tipo Wigner-Weyl

deja invariante el vacío y en consecuencia el espectro de masas de las partículas en la teoría

es degenerado. La simetría tipo Nambu-Goldstone no deja invariante el vacío y por lo tanto

el espectro de partículas debe contener una partícula sin masa, conocida como el bosón de

Goldstone. La simetría tipo Nambu-Goldstone se dice que es una simetría espontáneamente

rota.

Tomando el valor de expectación del vacío a (1.39) se obtiene

〈0|[Ta,Φk]|0〉 = −
∑
l

(Ta)kl〈0|Φl(x)|0〉 (2.2)

Para una simetría tipo Wigner-Weyl se tiene que los generadores

Ta|0〉 = 0 (2.3)

en consecuencia

〈Φk〉0 ≡ 〈0|Φk(x)|0〉 = 0 (2.4)

Para una simetría espontáneamente rota

Ta|0〉 6= 0 (2.5)

al menos para un generador, entonces

〈Φk〉0 6= 0 (2.6)
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Los bosones de Goldstone son consecuencia del teorema de Goldstone (ver ref. 4). El

cual se basa en la conservación de las corrientes

∂µJ
µ
a (x) = 0 (2.7)

La expresión (2.2) se reescribe en términos de la corriente∫
V

d3y
{
〈0|J0

a (y)Φk(x)|0〉 − 〈0|Φk(x)J0
a (y)|0〉

}
= −

∑
l

(Ta)kl〈0|Φl(x)|0〉 6= 0 (2.8)

Dado que la corriente se puede escribir en términos de los operadores de traslación

del grupo de Poincaré

J0
a (y) = e−iy

µPµJ0
a (0)eiy

µPµ (2.9)

los cuales dejan invariante el estado del vacío, entonces

0 6=
∫
V

d3y
{
〈0|J0

a (0)eiy
µPµΦk(x)|0〉 − 〈0|Φk(x)e−iy

µPµJ0
a (0)|0〉

}
(2.10)

Insertando la eigenbase de Pµ

∑
nG

|nG〉〈nG| = 1 (2.11)

El lado derecho de (2.10) resulta

∑
nG

{
〈0|J0

a (0)|nG〉〈nG|Φk(x)|0〉 eiy0pG0
∫
V

d3y e−iy·p
G

−〈0|Φk(x)|nG〉〈nG||J0
a (0)|0〉 e−iy0pG0

∫
V

d3y e−iy·(−pG)

}
(2.12)

Se de�ne el coe�ciente

cnG = 〈0|J0
a (0)|nG〉〈nG|Φk(x)|0〉 (2.13)
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y dado que ∫
V

d3y e−iy·(±pG) = (2π)3∆V (±pG) (2.14)

con ∆3
V (p) como una aproximación de la delta de Dirac. La expresión (2.10) resulta

0 6= ĺım
V→∞

(2π)3
∑
nG

{
cnGe

iy0pG0 − c∗nGe
−iy0pG0

}
pG=0

(2.15)

Dado que el lado izquierdo es independiente de y0 se deduce que

pG0
∣∣
pG=0

= 0 (2.16)

Así, los estados sin masa |nG〉 corresponden a los bosones de Goldstone. El número

de bosones de Goldstone es igual al número de generadores que no aniquilan el estado de

vacío.

Para satisfacer el principio gauge, se debe promover la transformación global a una

local. En el caso de Nambu-Goldstone, los bosones de Goldstone asociados con los generado-

res que rompen espontáneamente la simetría desaparecen por medio de una transformación

gauge local y los campos gauge correspondientes adquieren masa.

2.1. Lagrangiano invariante

Con el objetivo de aplicar el mecanismo de Higgs a campos gauge no abelianos se

propone la densidad lagrangiana invariante ante una transformación gauge local

LLocal = LHiggs(φk(x),Dµφk(x))− 1
4
Fµν
a F a

µν (2.17)

Donde los φk representan a campos escalares complejos. La densidad de Higgs posee

la forma

LHiggs = −
N∑
k

(Dµφk(x))†(Dµφk(x))− V (|φ|) (2.18)
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donde V (|φ|) es una función denominada el potencial de Higgs

V (|φ|) = λ

(
|φ|2 − 1

2
f

)2

(2.19)

con λ > 0. Los máximos y mínimos se determinan a partir de

V ′ (|φ|) = 4λ
(
|φ|2 − 1

2
f

)
|φ| = 0 (2.20)

Resultan tres posibilidades

|φ| = 0 |φ| = ±
√
f

2
(2.21)

Sustituyendo en la segunda derivada

V ′′ (|φ|) = 8λ|φ|2 + 4λ
(
|φ|2 − 1

2
f

)
(2.22)

se concluye que

1. Para |φ| = 0 se tiene que V ′′ = −2λf . Por lo tanto, V (|φ| = 0) = λ
f2

4
es un

máximo local si f > 0 o un mínimo local si f < 0.

2. Para |φ| = ±
√
f/2 se tiene que V ′′ = 4λf . Por lo tanto, V (|φ| = ±

√
f/2) = 0 son

mínimos locales si f > 0

El signo de f determina si la simetría es del tipo Wigner-Weyl (f < 0) o del tipo

Nambu-Goldstone (f > 0).

2.2. Mecanismo de Higgs

Dado que en la simetría tipo Nambu-Goldstone

N∑
k

φ∗kφk =
f

2
(2.23)
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los campos del multiplete pueden expandirse a partir del estado base

φk(x) =

√
f

2N
eiγ + . . . (2.24)

Dado que la densidad de Higgs es invariante ante una transformación de fase φk →

eiγφk, por conveniencia se toma γ = 0. Así, los campos se parametrizan como

φk(x) =

(√
f

2N
+

1√
2
ρk(x)

)
e
i
q
N
f
ξk(x) =

√
f

2N
+

1√
2

(ρk(x) + iξk(x)) + . . . (2.25)

donde los campos reales ρk(x) y ξk(x) son perturbaciones alrededor del estado base. Bajo

dicha parametrización el potencial resulta

V = λ

(
N∑
k

[√
f

N
ρk(x) +

1
2
ρ2
k(x)

])2

=
λ

N

N∑
k

fρ2
k(x) +

λ

N

N∑
k,k′ 6=k

fρk(x)ρk′(x) + . . . (2.26)

donde se reconoce el término de la masa de los campos ρk(x)

m2
ρ =

2λf
N

> 0 (2.27)

Dado que los campos ξk(x) no aparecen en el potencial, no poseen un término de

masa y se concluye que m2
ξ = 0.

Los campos ξk(x) pueden eliminarse por completo si se exige que para la transforma-

ción in�nitesimal gauge local, conocida como gauge unitaria

φ′k =
N∑
l

(U)kl

(√
f

2N
+

1√
2
ρl(x)

)
e
i
q
N
f
ξl(x)

(2.28)

W ′a
µ = W a

µ + fabcW
b
µ θ

c +
1
g
∂µθ

a (2.29)

se cumpla, en primer lugar

(U)kle
i
q
N
f
ξl(x) = δkl (2.30)

17



donde se propone

(U)kl = δkle
−i

q
N
f
ξl(x)

(2.31)

y se obtiene

ξk(x) = −
√
f

N
θa(x)

N∑
l

(Ta)kl (2.32)

En segundo lugar, utilizando la transformación gauge de los campo W a
µ para absorber

a los N2 − 1 bosones de Goldstone, θa(x), se obtiene la derivada covariante

Dµφk =
1√
2

(∂µρk)− ig
∑
r

(Ta)krW ′a
µ

(√
f

2N
+

1√
2
ρr

)
(2.33)

Por lo tanto, la densidad de Higgs se expande como

LHiggs = −1
2

N∑
r

(∂µρr(x))(∂µρr(x))− 1
N

N∑
r

λfρ2
r(x)

−g2
N∑
r,r′

(
N∑
k

(T∗a)rk(Tb)kr′

)
W ′a
µ W ′bµ f

2N

−g2
N∑
r,r′

(
N∑
k

(T∗a)rk(Tb)kr′

)
W ′a
µ W ′bµ

(√
f

N
(ρr(x) + ρr′(x)

)

−g2
N∑
r,r′

(
N∑
k

(T∗a)rk(Tb)kr′

)
W ′a
µ W ′bµ ρr(x)ρr′(x)

2
− V (2.34)

donde se reconoce el término de la masa de los campos gauge

m2
W ∝

g2f

N
> 0 (2.35)

Éste es el resultado del mecanismo de Higgs, el mecanismo más sencillo por el cual

los N2 − 1 campos gauge adquieren masa. Las N partículas restantes con masa mρ se

denominan bosones de Higgs.
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2.3. Campos gauge másicos

Para el caso más sencillo no abeliano SU(2) se tiene el doblete

φ(x) =

φ1(x)

φ2(x)

 (2.36)

y la representación matricial de lo generadores

Ta =
1
2
σa (2.37)

entonces
2∑

k=1

(T∗a)rk(Tb)kr′ =
1
4

2∑
k=1

(σ∗a)rk(σb)kr′ =
1
4

(σaσb)rr′ (2.38)

De la identidad

σaσb = δab1 + iεcabσc (2.39)

se obtiene

(σaσb)rr′ = δabδrr′ + iεcab(σc)rr′ (2.40)

Por lo tanto, la densidad de Higgs resulta

L
SU(2)
Higgs = −1

2

2∑
r

(∂µρr(x))(∂µρr(x))

− λ

2∑
k,k′

(
f

2
ρk(x)ρk′(x) +

√
8fρk(x)ρ2

k′(x) +
ρ2
k(x)ρ2

k′(x)
4

)

− g2f

8

3∑
a

W ′a
µ W ′aµ

− g2

4

3∑
a

2∑
r

W ′a
µ W ′aµ

(√
2fρr(x) +

ρ2
r(x)
2

)
(2.41)

Así, los 2 bosones de Higgs poseen la masa

m2
ρ = λf (2.42)
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y los 3 campos gauge no abelianos

m2
W =

g2f

4
(2.43)
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3. APLICACIÓN DEL MECANISMO

Los campos que poseen una lateralidad, izquierda o derecha, bien de�nida se deno-

minan campos quirales. Los campos quirales mínimos son los campos espinoriales con dos

compenentes independientes, campos de Weyl con lateralidad izquierda y campos de Weyl

con lateralidad derecha. Los campos espinoriales libres con lateralidad izquierda poseen

helicidad negativa, es decir, la proyección del espín respecto a la dirección del momentum

es −1/2. La helicidad es Lorenzt invariante si la partícula se mueve a la velocidad de la luz,

por lo tanto los campos quirales describen partículas sin masa.

Los campos espinoriales másicos deben contener ambas componentes de lateridad. El

término de la masa debe ser de la forma

α(ψ†LψR + ψ†RψL) (3.1)

Por ejemplo, en el Modelo Estándar, el neutrino se de�ne con helicidad negativa, es

decir, lo describe un campo de Weyl con lateralidad izquierda y por lo tanto no posee masa

por la ausencia de la otra componente.

A partir de las matrices σµ y σµ, con

σ0 = 1 σ0 = 1 σi = −σi (3.2)

se obtiene la forma de la densidad lagrangiana cinética para el campo de Weyl con latera-

lidad izquierda

LL = −iψ†Lσ
µ∂µψL (3.3)

y para los campos de Weyl con lateralidad derecha

LR = −iψ†Rσ
µ∂µψR (3.4)
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Así, la densidad de Dirac se de�ne como

L = −iψ†Lσ
µ∂µψL − iψ†Rσ

µ∂µψR −m(ψ†LψR + ψ†RψL) (3.5)

la cual es invariante ante la transformación de paridad ψL ↔ ψR, σµ∂µ ↔ σµ∂µ. Dicha

densidad es utilizada en el Modelo Estándar para representar a los fermiones fundamentales,

es decir, los leptones y quarks son partículas de Dirac.

Para que el mecanismo de Higgs sea el responsable de la generación de las masas de

los fermiones, se deben introducir las constantes de acoplo de Yukawa (ver ref. 10). Estas

constantes son parámetros libres, por lo tanto, las masas de los fermiones dependen de ellas

y de los parámetros de�nidos en el potencial de Higgs, esto introduce un grado mayor de

arbitrariedad comparada con la parametrización de la masa de los campos gauge.

3.1. Aplicación a campos de Weyl

De la parametrización de los campos escalares complejos y la transformación gauge

unitaria, se tiene que

φk(x) =

√
f

2N
+

1√
2
ρk(x) (3.6)

De los multipletes de los campos de Weyl ψj,L, ψj,R con j = 1 . . .M y del término de

la masa (3.1), se propone que los campos espinoriales adquieran masa por medio de

N∑
k

M∑
j,j′

(
(Gk)jj′ψ

†
j,Lφk(x)ψj′,R + (Gk)∗j′jψ

†
j′,Rφ

∗
k(x)ψj,L

)
(3.7)

donde Gk se denomina matriz de Yukawa. Sustituyendo (3.6) en la expresión anterior se

obtiene

N∑
k

M∑
j,j′

(Gk)jj′

(√
f

2N
ψ†j,Lψj′,R +

1√
2
ψ†j,Lρk(x)ψj′,R

)
+ c.h. (3.8)
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donde c.h. representa el conjugado hermítico. De�niendo los vectores columna

ΨL =


ψ1,L

ψ2,L

...

ψM,L

 ΨR =


ψ1,R

ψ2,R

...

ψM,R

 (3.9)

el término de la masa se reescribe como√
f

2N

∑
k

Ψ†LGkΨR + c.h. (3.10)

Para diagonalizar la matriz de Yukawa se introduce la transformación biunitaria

V†LGkVR = Yk (3.11)

con (Yk)jj′ = ykjδjj′ , V†L/R = V−1
L/R y

Ψ̃L = V†LΨL

Ψ̃R = V†RΨR (3.12)

Por lo tanto√
f

2N

∑
k

Ψ†LGkΨR + c.h. =

√
f

2N

∑
j

(∑
k

ykj

)
ψ̃†j,Lψ̃j,R + c.h. (3.13)

Así, se obtiene la masa del j-ésimo fermión

mj =

√
f

2N

N∑
k

ykj (3.14)

Por último se observa otro producto del acople, segundo término en (3.8), la interac-

ción del campo escalar ρk con los campos de Weyl.
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3.2. Grados de libertad de espín

Los grados de libertad de espín para el sistema, constituido por N campos escala-

res complejos y N2 − 1 campos gauge no abelianos, donde todos los generadores rompen

espontáneamente la simetría

[1 ·N ]ρ + [1 · (N2 − 1)]θ + [2 · (N2 − 1)]W = [1 ·N ]ρ + [3 · (N2 − 1)]W (3.15)

es invariante luego de aplicar el mecanismo de Higgs, los grados de libertad de los bosones

de Goldstone son transferidos a los medidadores vectoriales.

Para estudiar los detalles de dicha transferencia, consideremos la ecuación de movi-

miento de un campo vectorial abeliano sin masa es

�Bµ − ∂µ(∂νBν) = 0 (3.16)

la cual se puede reducir a

�Bµ = 0 (3.17)

empleando la transformación gauge

Bµ → B′µ = Bµ + ∂µχ (3.18)

y

�χ = 0 (3.19)

La solución se expresa en términos de la expansión de Fourier

Bµ(x) =
1

(2π)3/2

3∑
λ=0

∫
d3k
2k0

[
aλ(k)ελµ(k)e−ikx + a†λ(k)(ελµ(k))∗eikx

]
(3.20)

con ελµ como los cuatro cuadrivectores de polarización. La condición impuesta por la trans-

formación gauge, ∂µBµ = 0, implica que

kµελµ(k) = 0 (3.21)

24



y la ecuación de movimiento

k2 = 0 (3.22)

Analizando el movimiento en el marco de referencia donde

k = (|k|, 0, 0, |k|) (3.23)

se escoge la base ελµ(k) = δλµ y así ε1,2µ (k) son transversos. De la transformación del campo

se tiene
3∑

λ=0

aλ(k)ελµ(k)→
3∑

λ=0

(aλ(k)ελµ(k)− ikµχ̃(k)) (3.24)

para soluciones de (3.19) del tipo χ̃(k)e±ikx. Por lo tanto, se puede escoger χ̃(k) de tal

forma que se eliminen a0(k) y a3(k), así, las componentes restantes solamente se encuen-

tran asociadas a los cuadrivectores de polarización transversos. Representan polarizaciones

lineales en cada uno de los ejes del plano de polarización, realizando la rotación

ε+µ = ε1µ + iε2µ

ε−µ = ε1µ − iε2µ (3.25)

se obtiene una descripción en términos de polarizaciones circulares con lateralidad derecha

e izquierda, las cuales corresponden a la helicidad +1 y −1, respectivamente.

Luego de haber aplicado el mecanismo de Higgs, la ecuación de movimiento del campo

se transforma en

(� +m2)Bµ − ∂µ(∂νBν) = 0 (3.26)

Para este caso se obtiene

kµελµ(k) = 0 (3.27)

y

k2 = m2 (3.28)
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Analizando el movimiento en el marco de referencia donde

k = (
√

k2 +m2, 0, 0, |k|) (3.29)

se escoge la base

ε0µ(k) = (0, 0, 0, 0) ε1µ(k) = (0, 1, 0, 0)

ε2µ(k) = (0, 0, 1, 0) ε3µ(k) = (|k|, 0, 0,
√

k2 +m2)
(3.30)

Así, el cuadrivector ε3µ(k) representa la polarización longitudinal y le corresponde la

helicidad 0.

Por lo tanto, se demostró, para el caso más sencillo, que el mecanismo de Higgs se

puede interpretar como un mecanismo generador de grados de libertad de espín de las

partículas mediadoras.

26



4. APLICACIÓN DEL MECANISMO AL MODELO

ESTÁNDAR

El Modelo Estándar describe las interacciones fuertes, electromagnéticas y débiles de

los constituyentes básicos de la materia. Es una teoría cuántica de campo gauge invariante

basada en el grupo de simetría

GMS = SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y (4.1)

La teoría de las interacciones fuertes, Cromodinámica Cuántica, se basa en el grupo

de color SU(3)C y la teoría de las interacciones electrodébiles en el grupo SU(2)L×U(1)Y ,

el cual sufre un rompimiento espontáneo de simetría a U(1)EM .

El mecanismo de rompimiento de simetría tuvo origen en la física de la materia

condensada, al observar que las ecuaciones de movimiento de fotones que se encuentran

dentro de un superconductor, describen partículas con masa. Sus consecuencias fueron

exploradas en 1961 por Nambu 1 y Goldstone 2, y su generalización e interpretación fue

desarrollada en 1964 de forma independiente por Higgs 3, Brout y Englert 4, Guralnick,

Hagen y Kiblle 5.

La teoría electrodébil es el resultado de los trabajos de Glashow 6, Weinberg 7 y Salam

1Dynamical Model of Elementary Particles Based on an Analogy with Superconductivity. I. Phy-

sical Review 122: 345.
2 Field theories with "Superconductor"solutions. Il Nuovo Cimento 19: 154�164.
3Broken Symmetries and the Masses of Gauge Bosons, Physical Review Letters 13 (16): 508.
4Broken Symmetry and the Mass of Gauge Vector Mesons, Physical Review Letters 13 (9): 321.
5Global Conservation Laws and Massless Particles, Physical Review Letters 13 (20): 585.
6Partial symmetries of weak interactions, Glashow, Nucl. Phys. 22 (1961) 579-588.
7A model of leptons, Phys. Rev. Lett. 19 (1967) 1264-1266.
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8. Esta teoría, llamada también teoría GWS, basada en el grupo de simetría SU(2)L×U(1)Y ,

asume la existencia de bosones vectoriales medidadores cargadosW± y neutrales Z0, B con

fermiones elementales sin masa. Como consecuencia de aplicar el mecanismo a la simetría,

los leptones, quarks y los bosonesW±, Z0 adquieren masa, dando como resultado una nueva

partícula fundamental, el bosón de Higgs.

La evidencia experimental comienza con las corrientes neutras débiles que fueron

observadas por primera vez en 1973, en el Conseil Européen pour la Recherche Nucléaire

(CERN), en la cámara de burbujas Gargamelle. En ésta, se analizaron los procesos de

dispersión neutrino-electrón, νµ + e− → νµ + e−, los cuales la teoría GWS indica que

se encuentran mediados por el bosón Z0. Posteriormente en 1983, mediante el acelerador

Super Proton Synchrotron (SPS) del CERN , los experimentos UA1 y UA2 observaron los

bosones W± y Z0 a través de sus decaimientos, con�rmando las predicciones del modelo

electrodébil. Las masas de dichos bosones y el parámetro electrodébil de mezcla fueron

medidos en el siguiente experimento del CERN, en el colisionador Large Electron Positron

(LEP).

Finalmente, el CERN construye el Large Hadron Collider (LHC), con el propósito,

entre otros, de observar el mecanismo de Higgs por medio del bosón de Higgs. El LHC

está constituido por siete detectores, siendo los más generales A Toroidal LHC Apparatus

(ATLAS) y Compact Muon Solenoid (CMS).

4.1. Teoría electrodébil

En el Modelo Estándar los fermiones fundamentales, partículas con espín 1/2, se

dividen en dos categorías: quarks y leptones. Éstos a su vez son agrupados en generaciones

8Weak and electromagnetic interactions, Proc. of the 8th Nobel Symposium on `Elementary Par-

ticle Theory, Relativistic Groups and Analyticity', Stockholm, Sweden, 1968, edited by N. Svartholm,

p. 367-377.
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Quarks

u
d

 ,

c
s

 ,

t
b



Leptones

νe
e

 ,

νµ
µ

 ,

ντ
τ


(4.2)

Se distinguen por el hecho de que los quarks participan en las interacciones fuertes y

electrodébiles, mientras que los leptones solamente en las interacciones electrodébiles. Las

interacciones electrodébiles pueden estudiarse de forma separada a las interacciones fuertes,

dado que la simetría de color SU(3)C no se rompe y no existe una mezcla entre los sectores

SU(3)C y SU(2)L × U(1)Y .

El grupo de simetría SU(2)L es llamado isoespín débil. El subíndice L indica que

los elementos del grupo actúan de una forma no trivial solamente en las componentes

con lateralidad izquierda (Left). Este grupo posee tres generadores Ia (a = 1, 2, 3). En la

representación irreducible del grupo se de�nen los dobletes

le,L =

νe,L
eL

 , lµ,L =

νµ,L
µL

 , lτ,L =

ντ,L
τL

 (4.3)

q1,L =

uL
dL

 , q2,L =

cL
sL

 , q3,L =

tL
bL

 (4.4)

Los dobletes de los leptones se de�nen respecto a la base

lα,L = να,L

1

0


l

+ αL

0

1


l

(4.5)

con α = e, µ, τ , los dobletes de los quarks

qκ,L = χκ,L

1

0


q

+ ηκ,L

0

1


q

(4.6)
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con κ = 1, 2, 3 y

χ1,L = uL, χ2,L = cL, χ3,L = tL, η1,L = dL, η2,L = sL, η3,L = bL (4.7)

Así, la representación matricial del operador I3 es la misma para ambas clases de

dobletes

I3,llα,L =
σ3

2
lα,L I3,qqκ,L =

σ3

2
qκ,L (4.8)

El grupo de siemtría U(1)Y es llamado hipercarga débil. Su generador Y conmuta

con los generadores de la simetría de isoespín débil y sus representaciones matriciales están

dadas por

Yl = −

1 0

0 1

 Yq =
1
3

1 0

0 1

 (4.9)

entonces

Yllα,L = −lα,L Yqqκ,L =
1
3
qκ,L (4.10)

La carga eléctrica está dada por la relación de Gell-Man-Nishijima

Q = I3 +
Y
2

(4.11)

donde

Qllα,L =

0 0

0 −1

 lα,L Qqqκ,L =

2
3 0

0 −1
3

qκ,L (4.12)

Para las componentes de lateralidad derecha (Right) se de�nen los singletes

eR, µR, τR, uR, dR, cR, sR, tR, bR (4.13)

Éstos son eigenestados de los operadores I3 y Y , los cuales satisfacen

I3,l/qfR = 0 (4.14)
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con f = e, µ, τ, u, d, c, s, t, b, y para la hipercarga débil

YlfR = −2fR para f = e, µ, τ (4.15)

YqfR =
4
3
fR para f = u, c, t (4.16)

YqfR = −2
3
fR para f = d, s, b (4.17)

Para generar la masa de los mediadores se introduce el doblete de Higgs

φ =
1√
2

 0

v +H(x)

 (4.18)

donde los bosones de Goldstone han sido absorbidos por los campos gauge por medio de la

transformación gauge unitaria y el campo H(x) se denomina el campo de Higgs. El valor

de expectación del vacío está dado por

〈φ〉 =
1√
2

0

v

 (4.19)

Así, el potencial de Higgs resulta

V = λ

(
1
2

(v +H)2 − v2

2

)2

(4.20)

=
2λv2

2
H2 + λvH3 +

λ

4
H4 (4.21)

de donde se obtiene el término de masa del bosón de Higgs

mH =
√

2λv2 (4.22)

y los autoacoples.

La densidad gauge, la cual incluye a los campos gauge, se de�ne como

LGauge = LHiggs −
1
4
Fµν
a F a

µν −
1
4
G µνGµν (4.23)
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donde

F a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW a

µ + gεabcW
b
µW c

ν (4.24)

Gµν = ∂µBν − ∂νBµ (4.25)

siendo los campos W a
ν no abelianos y Aν abeliano. Las interacciones de dichos campos con

el campo de Higgs provienen de la derivada covariante, de�nida en forma matricial como

Dµ

 0
1√
2
(v +H)

 =
[
1∂µ − i

g

2
σaW

a
µ − i

g′

2
1Ba

µ

] 0
1√
2
(v +H)

 (4.26)

con las representaciones matriciales

Ia,φ =
1
2
σa, Yφ = 1, Qφ

 0
1√
2
(v +H)

 =

1 0

0 0

 0
1√
2
(v +H)

 (4.27)

Desarrollando la derivada, se obtiene0

1

 1√
2
∂µH− i

g

2
(W 1

µ − iW 2
µ )

1

0

 1√
2

(v+H)+
i

2
(gW 3

µ −g′Bµ)

0

1

 1√
2

(v+H) (4.28)

La densidad de Higgs resulta

LHiggs = −1
2
∂µH∂

µH −
m2
H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4

+g2(W 1
µ W 1µ + W 2

µ W 2µ)
(v +H)2

8

+

(W 3
µ ,Bµ)

 g2 −gg′

−gg′ g′2

W 3µ

Bµ

 (v +H)2

8
(4.29)

Donde se reconocen los términos de masa

1
2

(v
2

)2

g2(W 1
µ W 1µ + W 2

µ W 2µ) + (W 3
µ ,Bµ)

 g2 −gg′

−gg′ g′2

W 3µ

Bµ

 (4.30)
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Los campos físicos se introducen por medio de las transformaciones

W ±µ =
1√
2

(W 1µ ∓ iW 2µ) (4.31)Z µ

A µ

 =

cos θW − sen θW

sen θW cos θW

W 3µ

Bµ

 (4.32)

donde los campos gauge W ±µ representan a los medidadores cargados W±, Z µ a Z, A µ

al fotón y θW se denomida ángulo de mezcla débil. Por lo tanto, el término de masa para

los W ±µ resulta

1
2

(vg
2

)2
(W +

µ W −µ + W −
µ W +µ) (4.33)

y para los Z µ, A µ

1
2

(v
2

)2
(Zµ,Aµ)

(g cos θW + g′ sen θW )2 h(θW )

h(θW ) (g sin θW − g′ cos θW )2

Z µ

A µ

 (4.34)

con

h(θW ) = cos2 θW
[
(g2 − g′2) tan θW + gg′(tan2 θW − 1)

]
(4.35)

Dado que el fotón no posee masa, se deduce que

tan θW =
g′

g
(4.36)

y en consecuencia

cos θW =
g√

g2 + g′2
sin θW =

g′√
g2 + g′2

(4.37)

Así, la matriz resulta

1
2

(v
2

)2
(Zµ,Aµ)

g2 + g′2 0

0 0

Z µ

A µ

 (4.38)
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Por lo tanto, se obtienen las masas de los mediadores

mW ± =
vg

2
(4.39)

mZ =
v

2

√
g2 + g′2 (4.40)

mA = 0 (4.41)

La densidad de Higgs, reescrita en términos de los campos físicos, está dada por

LHiggs = −1
2
∂µH∂

µH −
m2
H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4

+
mW ±

2
(W +

µ W −µ + W −
µ W +µ) +

g2v

4
(W +

µ W −µ + W −
µ W +µ)H

+
g2

8
(W +

µ W −µ + W −
µ W +µ)H2 +

mZ

2
ZµZ

µ +
g2v

4
ZµZ

µH

+
g2

8
ZµZ

µH2 (4.42)

Para reescribir la densidad cinética gauge, en términos de los campos físicos, se pro-

pone la matriz


W 1
µ

W 2
µ

W 3
µ

 =


1/
√

2 1/
√

2 0 0

i/
√

2 −i/
√

2 0 0

0 0 cos θW sen θW




W +
µ

W −
µ

Zµ

Aµ

 (4.43)

Las componentes están dadas por

W a
µ = (R)adO

d
µ (4.44)

con O1
µ = W +

µ , O2
µ = W −

µ , O3
µ = Zµ y O4

µ = Aµ. Así los campos de Yang-Mills resultan

F a
µν = C a

µν + gηaefO
e
µO

f
ν (4.45)

Gµν = − sin θWC ′µν + cos θWC ′′µν (4.46)

con C a
µν = (R)ad(∂µO

d
ν − ∂νOd

µ), ηaef = εabc(R)be(R)cf , C ′µν = ∂µO3
ν − ∂νO3

µ y C ′′µν =

∂µO4
ν − ∂νO4

µ.
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La densidad, en una notación compacta, resulta

−1
4

[
C µν
a C a

µν + sen2 θWC
′µνC

′
µν + cos2 θWC

′′µνC
′′
µν − sen θW cos θW (C

′µνC
′′
µν + C

′′µνC
′
µν)
]

−g
4

[
ηaefC

µν
a Oe

µO
f
ν + ηeafO

µ
e OfνC a

µν

]
− g2

4

[
ηeafη

a
e′f ′O

eµOfνOe′
µ Of ′

ν

]
(4.47)

Desarrollando los coe�cientes η, se observan los términos de las interacciones entre

los mediadores y las autointeracciones de W ± y Z . De los resultados (4.42) y (4.47), se

reconocen las interacciones elementales de la densidad gauge, las cuales se muestran en la

�gura 1.

El término de masa para los fermiones está dado por

−
∑
f

yfv√
2

(f †LfR + f †RfL)−
∑
f

yf√
2

(f †LfR + f †RfL)H (4.48)

con f = e, µ, τ, u, d, c, s, t, b. Así, las masas de los fermiones están dadas por

mf =
yfv√

2
(4.49)

y en la �gura 2 se indica la interacción del bosón de Higgs con los fermiones. Así los

parámetros libres, a determinar mediante experimentos, del sector electrodébil son

λ, v, g, θW , ye, yµ, yτ , yu, yd, yt, yb, yc, ys (4.50)

y cuatro parámetros restantes de la matriz de mezcla Cabibbo�Kobayashi�Maskawa pro-

venientes de la transformación biunitaria.
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Figura 1. Diagramas de Feynman de la densidad gauge
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Fuente: elaboración propia, con programa de PyFeyn.
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Figura 2. Interacción del bosón de Higgs con los fermiones

f

f

H

Fuente: elaboración propia, con programa de PyFeyn.

4.2. Masa del bosón de Higgs

Los resultados de las colisiones protón-protón en el experimento CMS en el LHC

indican la existencia de un bosón (ver ref. 11). Este bosón posee una masa de (ver ref. 12)

M = 125,8± 0,4 (est.) ± 0,4 (sis.) GeV (4.51)

proveniente de la combinación de los resultados de los canales de decaimiento

H → ZZ → 4l H → γγ (4.52)

donde l = e, τ . La masa se determina por medio de la resonancia en el espectro. La reso-

nancia usualmente se describe por la fórmula relativista de Breit�Wigner

N(E) =
k

(E2 −M2)2 +M2Γ2
(4.53)

donde k es una constate de proporcionalidad, E la energía en un marco donde H se en-

cuentra en resposo y Γ la anchura. La resonancia sucede cuando E = M , por lo tanto, si

el histograma de energía de los productos del decaimiento es conocido, se puede calcular la

masa de H. En la �gura 3 se observa la resonancia para el proceso H → γγ en 125 GeV,

donde
√
s representa la energía del protón, la cual corresponde a la mitad de la energía

máxima del LHC y L la luminosidad integrada.
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Figura 3. Espectro de masas, canal γγ
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Fuente:The CMS Collaboration. "Observation of a new boson at a mass of 125 GeV with

the CMS experiment at the LHC". arXiv. 2013, hep-ex/1207.7235.

La observación del bosón en el canal γγ implica que la resonancia corresponde a un

bosón con espín 0 ó 2, el teorema de Landau-Yang (ver ref. 15) excluye el espín 1. La �gura

4 muestra la resonancia para el proceso H → ZZ → 4l en

MZZ = 126,2± 0,6 (est.) ± 0,2 (sis.) GeV (4.54)

En dicho espectro se observa la señal de fondo de fuentes reducibles Z +X e irredu-

cibles ZZ/Zγ∗, la resonancia en ≈ 90 GeV corresponde al valor de la masa del bosón Z. La

cinemática de la producción y decaimiento del bosón en este canal es sensible a su espín y

paridad. Bajo la suposición del espín 0, la prueba de razón de verosimilitud (ver ref. 7) con
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Figura 4. Espectro de masas, canal ZZ
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Fuente: The CMS Collaboration. "Study of the mass and spin-parity of the Higgs boson

candidate via its decays to Z boson pairs". 2013. arXiv, hep-ex/1212.6639v2.

λ = L0−/L0+ (4.55)

de las hipótesis 0− (pseudoescalar puro) y 0+ (escalar puro) genera un valor p de 0,072 %

para 0− y 0,7 para 0+, con

−2 lnλ = 5,5 (4.56)

así, favoreciendo a 0+. La �gura 5 muestra las distribuciones esperadas de −2 lnL0−/L0+

bajo las hipótesis (histogramas) 0− y 0+, la �echa indica el valor determinado de los datos

observados.
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Figura 5. Hipótesis de espín
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Fuente: The CMS Collaboration. "Study of the mass and spin-parity of the Higgs boson

candidate via its decays to Z boson pairs". 2013. arXiv, hep-ex/1212.6639v2.
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CONCLUSIONES

1. El lenguaje con el que se describe la física de las partículas elementales es el de la

teoría cuántica de campo. El formalismo Lagrangiano permite integrar las carac-

terísticas básicas: simetrías, causalidad e interacciones locales.

2. Las simetrías determinan las interacciones entre los campos por medio del principio

gauge.

3. El mecanismo de Higgs genera las masas de las partículas en el Modelo Estándar.

4. El mecanismo de Higgs genera la masa a las combinaciones de los campos de Weyl

con lateralidad derecha e izquierda, por medio de los acoples de Yukawa.

5. El mecanismo de Higgs también se puede interpretar como un mecanismo generador

de grados de libertad de espín de las partículas mediadoras, conservando los grados

totales del sistema.

6. Los resultados experimentales recientes del LCH indican la existencia de una par-

tícula con masa ≈ 125 GeV y JP = 0+. Partícula compatible con el bosón de

Higgs.
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RECOMENDACIONES

1. Dado que el desarrollo de los temas es básico, se sugiere la continuación del estudio

de la teoría cuántica de campo para cálculos posteriores, por ejemplo: secciones

e�caces.

2. Varios temas del sector electrodébil no fueron mencionados o desarrollados (corrien-

tes neutras, cargadas y la transformación de sabor de los quarks ante la interacción

débil). Por lo tanto, se sugiere un estudio de dichos temas.

3. Evidencia experimental indica que el Modelo Estándar es incompleto, en conse-

cuencia, se sugiere informarse respecto a este tema, por ejemplo: la oscilación de

sabor de los neutrinos.

4. Dado que la teoría de grupos es un constructo matemático fundamental para la

física de párticulas, se sugiere la introducción al tema en el pensum de estudio de

pregrado.
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APÉNDICES

APÉNDICE A

Representación de Grupos

Un grupo es un conjunto G de elementos g, g′, g′′ . . . con una ley de composición,

denominada multiplicación, que asocia a cada par de elementos g, g′ ∈ G otro elemento

g ◦ g′ en G satisfaciendo los siguientes axiomas:

1. Asociatividad. Para cualquier g, g′, g′′ ∈ G se cumple que (g ◦g′)◦g′′ = g ◦ (g′ ◦g′′).

2. Elemento identidad. El conjunto contiene el elemento identidad e, tal que, para

cada elemento g ∈ G , e ◦ g = g ◦ e.

3. Elemento inverso. Para cada elemento g ∈ G existe un elemento g−1 contenido en

G tal que g ◦ g−1 = g−1 ◦ g = e.

El grupo es abeliano si la ley de composición es conmutativa. En física, las sime-

trías contínuas se describen por medio de grupos de Lie. Éstos combinan tres estructuras

matemáticas distintas, dado que

1. Satisfacen los axiomas de grupo.

2. Los elementos del grupo forman un espacio topológico.
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3. Los elementos del grupo constituyen una variedad analítica.

Para estudiar los detalles se recomienda revisar la referencia 2. Los grupos de Lie

son grupos cuyos elementos se encuentran caracterizados por un conjunto continuo de pa-

rámetros con una ley de multiplicación que depende suavemente de los parámetros. Si θ

representa el conjunto de parámetros, entonces

g(θ) = g′(θ′) ◦ g′′(θ′′) (A.1)

con

θ = f(θ′, θ′′) (A.2)

El grupo es continuo si se escogen los parámetros para que la función f(θ′, θ′′) sea

continua en cada una de sus variables. El grupo es un grupo de Lie si se escogen los

parámetros para que f(θ′, θ′′) posea derivadas en todos los órdenes en sus variables.

Es de interés el estudio de los grupos de Lie compactos, grupos cuyos espacios topo-

lógicos son compactos, dado que cualquier representación del grupo es equivalente a una

representación por operadores unitarios. El espacio topológico está constituido por los pa-

rámetros que caracterizan los elementos del grupo, así, en un grupo de Lie compacto, estos

parámetros poseen un dominio compacto.

La representación de un grupo G es un mapeo que asigna a todo elemento g ∈ G un

operador lineal U que pertenece al grupo de operadores G

g 7→ U G(g) (A.3)

con las propiedades que

1. U G(e) = 1, siendo 1 el operador identidad y

2. U G(g) = U G(g′)U G(g′′), es decir, el mapeo preserva la estructura de grupo
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El mapeo es un homomor�smo y por lo tanto la correspodencia, en general, no es uno

a uno. Los operadores que pertenecen a G actúan sobre un espacio vectorial N-dimensional

VN . La dimensión de la representación es la dimensión del espacio vectorial donde los

operadores actúan.

Utilizando la notación de Dirac, si {|ak〉} es una base en VN , entonces cualquier vector

abstracto, denominado ket, se expresa como |α〉 =
∑N

k=1 |ak〉〈ak|α〉. El operador U G(g) se

expresa respecto a dicha base de la forma

U G(g) =
∑
l,m

|al〉〈al|U G(g)|ak〉〈ak| (A.4)

donde los N2 números de la forma 〈al|U G(g)|ak〉 se pueden arreglar en una matriz cuadrada

de N × N donde el índice de �la se le asocia al bra y el índice de columna al ket. Así se

obtiene la representación matricial del operador

UG(g) =


〈a1|U G(g)|a1〉 〈a1|U G(g)|a2〉 . . . 〈a1|U G(g)|aN 〉

〈a2|U G(g)|a1〉 〈a2|U G(g)|a2〉 . . . 〈a2|U G(g)|aN 〉
...

... . . .
...

〈aN |U G(g)|a1〉 〈aN |U G(g)|a2〉 . . . 〈aN |U G(g)|aN 〉

 (A.5)

Por lo tanto podemos de�nir el mapeo g 7→ UG(g), es decir, se de�ne la representación

matricial del grupo G .

Dos representaciones G1 y G2 de G sobre VN son equivalentes si existe un operador

S en VN , tal que

U G2(g) = SU G1(g)S−1 (A.6)

para cada g en G , esta transformación se denomina de similaridad. Si ésta se cumple, G1 y

G2 di�eren solamente por un cambio de base en VN . El espacio VN contiene un subespacio

WN1 invariante respecto a G para todo elemento g, si escogemos una base en VN , {|ak〉},

donde los primeros N1 kets se encuentren en WN1 . Así para cualquier |α′〉 ∈ WN1 se tiene
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que U (g)|α′〉 ∈ WN1 para todo U (g) ∈ G. Se concluye que la representación matricial del

operador es de la forma

UG(g) =

UG1 (g) UG12(g)

0 UG2 (g)

 (A.7)

donde UG1 (g) es una matriz cuadrada de N1 ×N1, UG12(g) una matriz rectangular de N1 ×

(N −N1), 0 una matriz rectangular nula de (N −N1)×N1 y UG2 (g) una matriz cuadrada

de (N − N1) × (N − N1). Si esto se cumple se dice que la representación es reducible. Si

además el subespacio WN−N1 es invariante, la representación matricial posee la forma

UG(g) =

UG1 (g) 0

0 UG2 (g)

 (A.8)

y se dice que la representación es completamente reducible. En este caso la representación

se descompone en la suma directa de las representaciones UG1 (g),UG2 (g)

UG(g) = UG1 (g)⊕UG2 (g) (A.9)

Una representación es irreducible si no existe un subespacio no trivial invariante con

respecto a U (g). Un subespacio invariante trivial es aquel que corresponde al espacio mismo

o el subespacio que solamente contenga al ket nulo. En general, si la representación UG(g)

se puede expresar como la suma directa de l submatrices UG1 (g),UG2 (g), . . .UGl (g), cada una

de ellas siendo una representación irreducible, UG(g) es completamente reducible.

La prueba de irreducibilidad la provee el lema de Schur, si U G(g) pertenece a una

representación irreducible y se cumple

A U G(g) = U G(g)A (A.10)

para todo g ∈ G , entonces A es múltiplo del operador identidad. Además, la representación

es unitara si

U G(g)†U G(g) = U G(g)U G(g)† = 1 (A.11)

donde U G(g)† es denominado del adjunto.
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Cualquier elemento en la representación G de un grupo de Lie compacto, que puede

ser obtenido de la identidad por cambios continuos en los parámetros, se escribe como

U G(g(θ1, θ2, . . . , θn)) = eiθ
aTGa (A.12)

El conjunto de todas las combinaciones lineales θaTGa junto al operador nulo forman

un espacio vectorial n-dimensional En y los TGa , denominados generadores, forman una base

en dicho espacio. Como consecuencia de la ley de multiplicación del grupo G , los generadores

satisfacen el álgebra de Lie

[TGa ,T
G
b ] = if cabT

G
c (A.13)

donde las constantes reales f cab se denominan constantes de estructura del grupo. El opera-

dor se expresa en términos de la base {|fk〉} en VN como

U G(g(θ1, θ2, . . . , θn)) =
∑
k,l

(
|fl〉〈fl|fk〉〈fk|+ iθa|fl〉〈fl|TGa |fk〉〈fk|

)
(A.14)

con los parámetros como in�nitesimales. Dado que existen N2 elementos de la forma

〈fl|TGa |fk〉 y n parámetros, se obtiene la relación entre las dimensiones de los espacios

vectoriales VN y En

n = N2 (A.15)

Por lo tanto, en la representación matricial los elementos UG(g) = eiθ
aTGa pertenecen

al grupo de matrices unitarias U(N), con TGa como la representación matricial de TGa .

En el espacio En podemos de�nir un tensor métrico por medio de las constantes de

estructura

gak = f cabf
b
kc (A.16)

Si la matriz que representa al tensor métrico, g, es no singular, posee su inversa y el

álgebra de Lie es denominado semisimple. Así, el operador de Casimir T2 se de�ne como

T2
G = gabTGaTGb (A.17)
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con gab como elementos de g−1. Este operador conmuta con todos elementos de la base en

En

[T2
G ,T

G
a ] = 0 (A.18)

El álgebra de Lie es compacto dado que los eigenvalores de la matriz real g son positi-

vos. El rango del álgebra de Lie semisimple es el número máximo de elementos linealmente

independientes que conmutan en el álgebra. Para un álgebra de Lie semisimple compacto

de rango r existen r operadores Casimir independientes.

De la expresión

[T2
G ,U

G(g)] = iθa[T2
G ,T

G
a ] = 0 (A.19)

y considerando que U G(g) pertenece a una representación irreducible, el operador de Ca-

simir es múltiplo del operador identidad como consecuencia del lema de Schur. Si {κG(j)}

son los eigenvalores del operador de Casimir y el conjunto de kets {|hj〉} corresponden a

los eigenkets, entonces

T2
G |hj〉 = κG(j)|hj〉 (A.20)

Del lema de Schur se deduce que U G(g)|hj〉 es otro eigenket. Así, estos eigenkets

junto al ket nulo forman un subespacio invariante llamado eigenespacio de TG asociado a

κG(j), YM (TG , κG). La dimensión de dicho espacio corresponde a la multiplicidad geométri-

ca, es decir, el número de eigenkets linealmente independientes, denominados multipletes.

Entonces M ≤ N , para M < N implica que existe una representación reducible a menos

que el subespacio sea el espacio VN o el ket nulo. La primera posibilidad implica que el

operador de Casimir posee solamente un eigenvalor, T2
G = κG(j)1 y el segundo T2

G = 0. Así,

el operador de Casimir posee un valor numérico �jo en una representación irreducible, y su

valor puede usarse para caracterizar la representación irreducible.

En el Modelo Estándar de partículas se estudian las representaciones matriciales del

grupo no abeliano SU(N), en este caso n = N2 − 1, dado que la condición det U = +1
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reduce por una unidad el número de generadores. El rango del álgebra de Lie SU(N) es

r = N−1. La simetría de isoespín se basa en el grupo SU(2), el cual posee n = 3 generadores

IG1 , I
G
2 , I

G
3 y su rango es de r = 1, por lo tanto, solamente existe un operador de Casimir

I2
G = (IG1 )2 + (IG2 )2 + (IG3 )2 (A.21)

Dado que

[I2
G , I
G
a ] = 0 (A.22)

los eigenkets del operador de Casimir son eigenkets compartidos de cualquier generador. Se

escoge IG3 y su eigenbase {|+〉, |−〉}, así, cualquier ket de estado se puede expresar como

|α〉 = |+〉〈+|α〉+ |−〉〈−|α〉 (A.23)

en notación vectorial, el doblete está dado por

α = α+

1

0

+ α−

0

1

 =

α+

α−

 (A.24)

con α+ = 〈+|α〉, α− = 〈−|α〉. La representación matricial de los genederadores son las

matrices de Pauli {σ1,σ2,σ3}

IG1 =
1
2
σ1 =

1
2

0 1

1 0

 , IG2 =
1
2
σ2 =

1
2

0 −i

i 0

 , IG1 =
1
2
σ3 =

1
2

1 0

0 −1

 (A.25)

Así, el operador Casimir resulta

I2
G =

1
4

(σ2
1 + σ2

2 + σ2
3) =

3
4
1 (A.26)

con 3
4 como el valor numérico de su eigenvalor.

Por otra parte, si X pertenece a En y {Ta} forma una base, entonces este vector

se puede expresar en términos de la base X = θaTa con θa como sus coordenadas. La

representación adjunta se de�ne como

[X,Tb] = −(R)cbTc (A.27)
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donde R es una matriz de n× n. En términos de las constantes de estructura

(R)cb = −θaif cab (A.28)

o bien

(Aa)cb = −if cab (A.29)

Las constantes de estructura generan una representación del álgebra, de la identidad

de Jacobi

f rabf
s
cr + f rbcf

s
ar + f rcaf

s
br = 0 (A.30)

se deduce que las matrices Aa satisfacen

[Aa,Ab] = if cabAc (A.31)

Para el caso de la representación adjunta, la dimensión es el número de generadores, el

cual es el número de los parámetros reales necesarios para describir el elemento del grupo.

Las constantes de estructura dependen de la base escogida en En. En la representación

adjunta los generadores son matrices hermitianas y el tensor métrico está dado por

gak = Tr{AaAk} = λδak (A.32)

donde λ > 0, dado que el álgebra es compacto. Las constantes de estructura se ecuentran

dadas por

f cab = − i
λ

Tr{[Aa,Ab]Ac} (A.33)

Así, las constantes son antisimétricas ante una permutación de los subíndices f cab =

−f cba.

Fuente: elaboración propia.
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APÉNDICE B

Representación espinorial

Las transformaciones propias de Lorentz, aquellas con detΛ = +1 forman un subgru-

po, SO(3, 1). Cualquier elemento en la representación G está dado por

DG(g) = e−
i
2

(ω)µνMGµν (B.1)

con la matriz ω y los generadores Mµν como objetos antisimétricos. El álgebra de Lie está

dada por

[MGλρ,M
G
µν ] = −i(ηλνMGρµ − ηρνMGλµ − ηλνM

G
ρµ − ηρµMGλν) (B.2)

Localmente, se tiene la correspondencia SO(3, 1) ∼= SU(2)⊕ SU(2), por lo tanto, es

conveniente ordenar las seis componentes de MGµν en

JGi =
1
2
εjki M

G
jk , KGi = MGi0 (B.3)

con εijk como el símbolo de Levi-Civita, los JGi son generadores hermitianos y KGi anti-

hermitianos. En términos de JGi y KGi , el álgebra de Lie del grupo de Lorentz se convierte

en [
JGi , J

G
j

]
= iεkijJ

G
k (B.4)[

JGi ,K
G
j

]
= iεkijK

G
k (B.5)[

KGi ,K
G
j

]
= −iεkijJGk (B.6)

donde (B.4) es el álgebra de Lie SU(2) y esto indica que JGi de�nido en (B.3), es el momen-

tum angular. El generador KGi corresponde a los boost's de Lorentz. También se introducen

los parámetros

θi =
1
2
εijk(ω)jk ηi = (ω)i0 (B.7)
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Así, el elemento se reescribe de la forma

DG(g) = e−iθ
iJGi +ηiKGi (B.8)

Para la clasi�cación de la representación irreducible, se introducen las combinaciones

lineales de los JGi , K
G
i

MGi =
1
2

(JGi + iKGi ) NGi =
1
2

(JGi − iK
G
i ) (B.9)

los cuales son hermitianos. El álgebra se transforma en[
MGi ,M

G
j

]
= iεkijM

G
k (B.10)[

NGi , N
G
j

]
= iεkijN

G
k (B.11)[

MGi , N
G
j

]
= 0 (B.12)

Éstas SU(2) álgebras no son independientes, dado que bajo una transformación de

paridad (x0 7→ x0, xi 7→ −xi)

JGi 7→ JGi KGi 7→ −K
G
i (B.13)

y la operación de la conjugación hermitiana que cambia el signo de i, intercambian MGi a

NGi . Por otra parte, se tiene

[
M2
G ,M

G
i

]
= 0 (B.14)[

N2
G , N

G
i

]
= 0 (B.15)

con los operadores de Casimir

M2
G = (MG1 )2 + (MG2 )2 + (MG3 )2 N2

G = (NG1 )2 + (NG2 )2 + (NG3 )2 (B.16)

Dado que JGi = MGi + NGi se interpreta como el espín físico, se utilizan los eigenva-

lores de los operadores M2
G ,M

G
3 , N

2
G , N

G
3 para etiquetar los elementos de la representación
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irreducible. El grupo en general es no compacto y por lo tanto su representación irreducible

de dimensión �nita no puede ser unitaria. Ésto es consecuencia de la no hermiticidad del

generador KGi .

Para el subgrupo de rotaciones, los eigenvalores de los operadores de Casimir se

encuentran dados en términos de los números m,n. A cada par (m,n) le corresponde

(2m + 1)(2n + 1) eigenestados, los cuales se toman como la base de la representación

irreducible. Las representaciones de interés físico son las tensoriales, m + n = 0, 1, 2, . . . y

espinoriales m+ n = 1
2 ,

3
2 ,

5
2 , . . .. Las representaciones signi�cativas son las siguientes

1. (0,0): espín 0, corresponde a la representación escalar y posee una paridad bien

de�nida, puede aparecer como escalar o pseudoescalar.

2. (1
2 ,0): espín 1/2, corresponde a un espinor con lateralidad izquierda, por de�nición.

3. (0, 1
2): espín 1/2, corresponde a un espinor con lateralidad derecha.

Estos espinores poseen dos componentes, espín arriba y espín abajo; son denominados

espinores de Weyl. Cuando la paridad debe ser tomada en cuenta, se considera la combi-

nación lineal de los espinores de Weyl (1
2 ,0) ⊕ (0, 1

2), obteniendo así un espinor de Dirac.

Multiplicando estas representaciones espinoriales podemos generar otras representaciones,

por ejemplo: (1
2 ,0)⊗ (0, 1

2) = (1
2 ,

1
2), espín 1, corresponde a la representación vectorial.

La forma matricial de los generadores de los espinores con lateralidad izquierda de

Weyl se determina por medio MG
i = 1

2σi y NGi = 0, así

JGi = MG
i + NGi =

σi
2

KGi = −i(NGi −MG
i ) = i

σi
2

(B.17)
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Así, el espinor con lateralidad izquierda (Left) de Weyl contravariante

ψL =

ψ+
L

ψ−L

 (B.18)

se transforma ante el grupo de Lorentz como

ψL → ψ′L = UL(θi, ηi)ψL = exp

(
− i

2
θiσi −

1
2
ηiσi

)
ψL (B.19)

y el espinor con lateralidad derecha (Right) de Weyl como

ψR → ψ′R = UR(θi, ηi)ψR = exp

(
− i

2
θiσi +

1
2
ηiσi

)
ψR (B.20)

Fuente: elaboración propia.
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