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Resumen

En este trabajo calculamos el Branching Ratio (BR) del proceso de decaimiento
ρ0 → π0π0γ al orden más bajo (Leading Order, LO) empleando el marco teórico de la
Teoría de Perturbación Quiral con resonancias (RχT) en el sector de paridad intrínse-
ca impar. Esta formulación constituye una teoría efectiva que surge de la necesidad de
describir el carácter no perturbativo de la QCD en el régimen de bajas energías.

El lagrangiano del sector impar contiene once constantes de acoplamiento de baja
energía (LECs) que no han sido determinadas por completo; en consecuencia, el BR
depende de tres acoplamientos desconocidos del modelo: d4 y la combinación c5+c7 ≡ c57.

El valor experimental del BR de este decaimiento permite restringir dichos acopla-
mientos. Inicialmente se consideran las condiciones on-shell (en la capa de masa) para
los vértices de interacción presentes en los diagramas de Feynman; sin embargo, nuestros
resultados predicen valores alejados del BR experimental. Esto sugiere que la descripción
adecuada requiere imponer condiciones off-shell (fuera de la capa de masa) en ambos vér-
tices, lo que conduce a un espacio de parámetros permitido para el par (c57, d4) acotando
sus valores.

Palabras clave: Teoría Cuántica de Campos (QFT), Cromodinámica Cuántica
(QCD), Teoría de Perturbación Quiral (ChPT), Electrodinámica Cuántica (QED), ChPT
con resonancias (RχT ), Teorías Efectivas de la QCD (EFT).
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Capítulo 1

Introducción

El Modelo Estándar (SM) de la física de partículas [4, 5] es una de las teorías más
precisas de la física moderna. Describe con gran exactitud las interacciones fundamentales
conocidas —electromagnética, débil y fuerte— junto con las partículas gauge que actúan
como mediadoras, salvo la interacción gravitatoria. Sin embargo, pese a su notable éxito
predictivo, el SM presenta limitaciones importantes: no explica el origen de la materia
oscura ni la gravedad, no predice las masas de los neutrinos y tampoco aclara la asimetría
materia–antimateria observada en el universo.

En la práctica, el SM se interpreta como una teoría efectiva (Effective Field Theory,
EFT) [6] caracterizada por 19 parámetros libres que no pueden determinarse a partir de
la teoría misma. Estos parámetros deben extraerse de la fenomenología, ya sea mediante
datos de colisionadores de altas energías [7] o a partir de fenómenos naturales observados
en el universo [8, 9]. Este último tipo de determinaciones suele presentar mayores dificul-
tades experimentales y menor precisión, debido a la falta de condiciones controladas. Un
resumen actualizado y consistente de los valores experimentales de estos parámetros se
encuentra en el Particle Data Group (PDG) [1].

En el régimen de bajas energías, típicamente por debajo de 1 GeV, el espectro fí-
sico está dominado por estados hadrónicos, estados compuestos por quarks confinados
y enlazados por gluones, que son los bosones de gauge sin masa y de espín uno de la
Cromodinámica Cuántica (Quantum Chromodynamics, QCD). En esta escala, la cons-
tante de acoplamiento fuerte αs crece significativamente, lo que impide el uso de métodos
perturbativos. Por ello, la estructura interna y la dinámica de los hadrones no pueden
describirse directamente dentro del marco perturbativo del SM, lo que constituye una
limitación importante para explorar la física hadrónica en esta región de energías.

En este régimen existen diversas aproximaciones no perturbativas para estudiar
QCD. Una de ellas es Lattice QCD [3, 10], un método numérico formulado en un espacio–
tiempo discretizado. Otra alternativa es la construcción de teorías efectivas (EFTs), ela-
boradas de acuerdo al teorema de Weinberg [11], las cuales se basan únicamente en las

1



Capítulo 1. Introducción 2

simetrías de la teoría subyacente dentro de un rango específico de energía. En una EFT,
los grados de libertad relevantes no tienen por qué coincidir con los de la teoría funda-
mental, lo cual resulta especialmente ventajoso en el caso de la QCD a bajas energías.
En este enfoque, nuestra ignorancia se codifica en constantes de acoplamiento que no es-
tán fijadas por simetrías. Estas constantes pueden, en principio, obtenerse a partir de la
teoría fundamental; cuando esto no es posible —como ocurre en QCD no perturbativa—
se determinan a partir de la fenomenología. En el contexto de las EFTs de QCD, estas
constantes reciben el nombre de –constantes de acoplamiento de baja energía (LECs)–.

Existen diversas teorías y modelos efectivos aplicables al estudio de QCD a bajas
energías. Entre ellos se encuentran modelos como Vector Meson Dominance (VMD) [12],
Hidden Local Symmetry (HLS) [13], el modelo de Nambu–Jona-Lasinio (NJL) [14], entre
otros, así como teorías efectivas más sistemáticas como la Teoría de Perturbación Quiral
(Chiral Perturbation Theory, ChPT) y la Teoría de Perturbación Quiral con Resonan-
cias (Resonance Chiral Theory, RχT). Estas últimas se construyen siguiendo el enfoque
moderno de EFT.

En esta tesis nos centramos en ChPT, que es la EFT de QCD en el límite quiral,
donde los quarks ligeros u, d y s se consideran sin masa. ChPT se formula como una
expansión en potencias de los momentos externos, cuyos grados de libertad son los bosones
de Goldstone asociados a la ruptura espontánea de la simetría quiral, identificados con
los mesones pseudoscalares más ligeros [2]: {π,K, η}.

A orden líder (LO, O(p2)), ChPT depende únicamente de dos LECs: F0, relacionado
con la constante de decaimiento del pión, y B0, asociado al condensado escalar de quarks
mediante ⟨q̄q⟩ = −F 2

0B0, el cual desempeña un papel central en la ruptura espontánea de
la simetría quiral. Ambas constantes están hoy bien determinadas [2, 15]; por lo tanto,
ChPT es una teoría con poder predictivo a LO.

Para alcanzar mayor precisión es necesario incluir órdenes superiores. En el siguiente
orden (NLO, O(p4)) aparecen 10 LECs adicionales (Li con i = 1, . . . , 10). La inclusión de
estos términos permite describir con mayor precisión los efectos de orden superior, aunque
al precio de introducir parámetros adicionales que deben determinarse experimentalmen-
te. Actualmente, todas ellas se conocen con buena precisión excepto L4, L6 y L7, que
presentan grandes incertidumbres [16]. A NNLO (O(p6)) surgen 90 LECs, lo que refleja
la naturaleza sistemática pero compleja de la expansión quiral.

A pesar del incremento en el número de parámetros, ChPT ha demostrado ser una
EFT altamente predictiva en el régimen donde sus LECs están bien determinados. Entre
sus logros más relevantes se encuentran: la relación de Gell-Mann–Oakes–Renner para las
masas de los piones, la determinación del radio electromagnético y las polarizabilidades

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 1. Introducción 3

del pión, la descripción del factor de forma electromagnético, y predicciones para procesos
semileptónicos como Kℓ3, fundamentales para la extracción del elemento Vus de la matriz
CKM [2, 15]. También sistematiza de forma consistente las correcciones isoespínicas y
electromagnéticas en decaimientos hadrónicos ligeros.

El lagrangiano a LO de ChPT pertenece al sector de paridad intrínseca par. Sin
embargo, a partir de O(p4) es necesario incluir también el sector de paridad intrínseca
impar, ya que procesos como π0 → γγ no pueden describirse sin el término anómalo
de Wess–Zumino–Witten [17]. Este término reproduce la anomalía quiral de QCD y la
constante que aparece en el lagrangiano de Wess–Zumino–Witten no es un parámetro
libre; su valor está completamente fijado por la estructura de la anomalía quiral de QCD.

A pesar de que ChPT es muy exitosa y describe una gran variedad de procesos hadró-
nicos y semileptónicos —como el decaimiento del pión π → µνµ, la dispersión pión–pión
ππ → ππ, la dispersión de Compton γπ → γπ, entre otros— gracias a que contiene tér-
minos de interacción entre los mesones pseudoescalares de Goldstone y fuentes externas
(interacciones electromagnéticas y débiles), su rango de validez es limitado. En particular,
ChPT no incluye de manera explícita partículas de resonancia, como el ρ, ω, el a1, entre
otras. A medida que la energía se acerca a 1 GeV, estas resonancias comienzan a desempe-
ñar un papel relevante y deben incorporarse como nuevos grados de libertad. Esto conduce
a una extensión natural denominada Teoría de Perturbación Quiral con Resonancias (Re-
sonance Chiral Theory, RχT ) [18, 15], que amplía ChPT incluyendo mesones vectoriales,
axiales, escalares y pseudoescalares de forma consistente con las simetrías quirales.

En el sector de paridad intrínseca par [18], formulado en el formalismo de campos
tensoriales antisimétricos, el lagrangiano LO contiene seis constantes de acoplamiento:
FV (acoplamiento de la resonancia vectorial a la corriente vectorial), GV (acoplamiento
de la resonancia vectorial a dos campos pseudo-Goldstone) y FA (acoplamiento axial).
Además aparecen los parámetros cd y cm (asociados a resonancias escalares). Sus valores
numéricos se determinan mediante condiciones de consistencia a altas energías, saturación
por resonancias y ajustes fenomenológicos. Actualmente se conocen con una precisión
moderada, del orden del 10–20 %.

Por otro lado, en el sector de paridad intrínseca impar —formulado por primera vez
en Ref. [19], también dentro del formalismo antisimétrico— el lagrangiano incluye opera-
dores que describen interacciones de tipo vector–vector–pseudoescalar (V V P ) y vector–
fuente externa–pseudoescalar (V JP ). En total, aparecen once LECs independientes: di
con i = 1, . . . , 4 y ci con i = 1, . . . , 7. Estas constantes aún no han sido completamente
determinadas; sólo se cuenta con un conjunto de restricciones provenientes de la compa-
tibilidad con QCD a altas energías.

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 1. Introducción 4

A pesar de estas restricciones, algunos parámetros —en particular c5, c7 y d4— continúan
sin determinarse completamente, lo que hace necesario recurrir a análisis fenomenológico
para establecer cotas razonables.

En el estudio de correcciones por ruptura de simetría de isoespín en el decaimiento
τ+ → π+π0ν̄τ , la Ref. [20] obtiene una estimación |d4| < 0.15. Estas correcciones son
relevantes para la determinación del aporte hadrónico a la polarización del vacío en el
cálculo del momento magnético anómalo del muón [21].
Asimismo, en la Ref. [22] se muestra que el decaimiento ω0 → π0π0γ permite obtener
información adicional sobre d4, bajo la suposición de que el vértice ρ0ω0π0 se encuentra
en la capa de masa (on-shell). Allí se obtienen dos soluciones compatibles con el Branching
Ratio (BR) experimental:

d4 = 0.82± 0.05, d4 = −0.12± 0.05,

sin embargo, los autores favorecen la solución negativa, ya que es consistente con la esti-
mación |d4| < 0.15 obtenida en la Ref. [20].

Considerando estas observaciones, se hace evidente la necesidad de un análisis más
general que permita acotar o fijar alguno o eventualmente de todos los LECs del sector
impar.

El objetivo del presente trabajo es extraer información sobre estos LECs mediante el
estudio del decaimiento ρ0 → π0π0γ a través del BR, considerando tanto vértices on-shell
como off-shell (dentro y fuera de la capa de masa ).

La presente tesis está organizada de la siguiente manera:

En el Capítulo 2 se presentan los fundamentos de la QCD y se discute el régimen de
bajas energías, donde la teoría adquiere un carácter no perturbativo. Con el propósito de
construir una EFT válida en este rango, se analizan las simetrías de la QCD en el límite
quiral.

En el Capítulo 3 se desarrolla ChPT a partir de las simetrías de la QCD a bajas
energías. Asimismo, se introduce el marco de la RχT, que constituye una extensión natural
de ChPT mediante la incorporación explícita de resonancias vectoriales. En este capítulo
se identifican los sectores de paridad intrínseca par e impar, junto con las constantes de
acoplamiento (LECs) que emergen en cada formulación.

En el Capítulo 4 se describe el proceso de decaimiento ρ0 → π0π0γ y se calcula su
BR empleando el marco de RχT. Se muestra que el resultado depende de las constantes

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 1. Introducción 5

de acoplamiento c57 ≡ c5 + c7 y d4. Parte de los resultados obtenidos en este trabajo
fueron publicados en la revista Particles, véase la Ref. [23].

Finalmente, en el Capítulo 5 se presentan las principales conclusiones del trabajo.

Adicionalmente, se incluyen los apéndices A y B, en los cuales se recopilan las
expresiones analíticas completas, así como material teórico complementario relevante para
el desarrollo de esta tesis.

1.1 Objetivos

1.1.1 Objetivo general

Determinar el espacio de valores posibles de un subconjunto de acoplamientos de ba-
ja energía (LECs) de la Teoría quiral con resonancias (RχT ), a través del branching
ratio (BR) del decaimiento ρ0 → π0π0γ.

1.1.2 Objetivos específicos

Construir la amplitud del proceso ρ→ π0π0γ dentro del formalismo de la RχT.

Identificar las constantes de acoplamiento (LECs) relevantes que contribuyen al
proceso.

Calcular el BR.

Reducir el número de parámetros libres de la observable mediante las condiciones
de su comportamiento a altas energías.

Explorar los escenarios que se generan a partir de las condiciones on-shell y off-shell
sobre los vértices del Diagrama de Feynman del proceso.

Comparar el espacio de parámetros del análisis realizado, con las propuestas en la
literatura.

1.1.3 Hipótesis

Se plantea que el proceso de decaimiento ρ → π0π0γ puede ser descrito dentro del
marco de la Teoría de Perturbaciones Quirales con Resonancias (RχT), lo que permite
obtener una predicción para el BR al imponer restricciones de comportamiento a altas
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energías. En este contexto, dichas condiciones reducen el número de parámetros libres del
modelo y hacen posible establecer resultados con poder predictivo.
En caso contrario, se plantea que el estudio de este proceso puede emplearse para imponer
restricciones adicionales o establecer cotas sobre dichas constantes, contribuyendo así a
su determinación fenomenológica.

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 2

Cromodinámica Cuántica

La Cromodinámica Cuántica (Quantum Chromodynamics, QCD) es la teoría cuán-
tica de campos que describe la interacción fuerte, una de las cuatro fuerzas fundamentales
de la naturaleza, responsable de mantener unidos a protones y neutrones dentro del núcleo
atómico. Su formulación se basa en el modelo de quarks, en el cual los grados de libertad
están constituidos por fermiones de espín 1/2, denominados quarks, que existen en seis
tipos o sabores: up (u), down (d), strange (s), charm (c), bottom (b) y top (t).

Cada quark porta una carga de color, que puede tomar uno de los tres valores
posibles: green (g), blue (b), red (r). Esta carga de color no se refiere a un color en el
sentido visual, sino a una propiedad cuántica asociada a la simetría de gauge SU(3)color.

Los mediadores de la interacción fuerte son los gluones, campos de gauge asociados
al grupo SU(3), que también portan carga de color. La no conmutatividad de SU(3)

permite la interacción directa entre gluones, a diferencia de lo que ocurre con los fotones
en Electrodinámica Cuántica (Quantum Electrodynamics, QED).

Desde el descubrimiento del electrón en 1897, se han identificado una amplia variedad
de partículas. Estas se clasifican en partículas elementales (véase la Fig. 1) y partículas
compuestas, siendo estas últimas conformadas por partículas elementales denominadas
hadrones [24].

Las partículas fundamentales se dividen en dos categorías:

1. Fermiones, constituyentes de la materia que observamos, clasificados en:

a) Quarks, ya mencionados al inicio de este capítulo, junto con sus correspondien-
tes antipartículas.

b) Leptones, fermiones de espín 1/2 que incluyen el electrón (e), el muón (µ),
el tau (τ) y sus respectivos neutrinos (νe, νµ, ντ ), así como sus antipartículas
correspondientes.

7
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Las antipartículas se denotan mediante una barra sobre el símbolo; por ejemplo,
el antiquark d se escribe como d̄, y así sucesivamente para cada antipartícula. Los
antiquarks portan anticolor, que se suele representar visualmente como el color com-
plementario en el modelo de luz RGB, es decir, cian (anti-rojo), magenta (anti-verde)
y amarillo (anti-azul). Cabe subrayar que esta asociación visual constituye única-
mente una convención gráfica y carece de significado físico literal.

masa=2.16± 0.07MeV
carga= +2/3
espín=1/2

símbolo:u
nombre: up

1.2730± 0.0046GeV
+2/3
1/2

c
charm

172.56± 0.31GeV
+2/3
1/2

t
top

4.70± 0.07MeV
−1/3
1/2

d
down

93.5± 0.8MeV
−1/3
1/2

s
strange

4.183± 0.007GeV
−1/3
1/2

b
bottom

Q
U

A
R

K
S

≈ 0.511MeV
−1
1/2

e
electrón

≈ 105.66MeV
−1
1/2

µ
muón

1776.93± 0.09MeV
−1
1/2

τ
tau

< 0.8 eV
0
1/2

νe
neutrino

electrónico

< 0.19MeV
0
1/2

νµ
neutrino
muónico

< 18.2MeV
0

1/2

ντ
neutrino

tau

LE
P

T
O

N
E

S

0

0
1

γ
fotón

0

0
1

g
gluón

80.3692± 0.0133GeV
±1
1

W
bosón W

91.188± 0.002GeV
0
1

Z
bosón Z

125.20± 0.11GeV
0
0

H
bosón de Higgs

B
O

SO
N

E
S

Figura 1: Representación esquemática de las partículas elementales del Modelo Estándar,
clasificadas en quarks, leptones y bosones. Los valores experimentales se tomaron del
Particle Data Group [1].

2. Bosones, responsables de mediar las interacciones fundamentales:

a) Fotón (γ): mediador de la interacción electromagnética.

b) Gluones (g): mediadores de la interacción fuerte.

c) Bosones W y Z (W+,W− y Z0): mediadores de la interacción débil.

d) Bosón de Higgs: encargado de conferir masa a otras partículas a través del
campo de Higgs.

En lo que respecta a los hadrones, de acuerdo con el modelo de quarks, estos están
constituidos por quarks confinados y unidos mediante gluones, clasificándose en:

1. Bariones: compuestos por tres quarks.

José Abraham Barajas Aguilar
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Figura 2: Hadrones según el modelo de quarks.

2. Mesones: compuestos por un quark y un antiquark (véase la Fig 2).

Por lo tanto, la densidad lagrangiana que describe a los quarks ψf , donde f =

u, d, s, c, b, t representa el sabor (cada sabor con k = r, b, g posibles valores de color), está
descrita por

L0 = ψ
f

r (x)(i/∂ −mf )ψ
f
r (x) + ψ

f

g (x)(i/∂ −mf )ψ
f
g (x) + ψ

f

b (x)(i/∂ −mf )ψ
f
b (x), (2.1)

de ahora en adelante, se entenderá que los índices repetidos en f implican una suma
sobre los sabores y que x representa el 4-vector posición en el espacio-tiempo, es decir,
x=̇(x0, x1, x2, x3). Por otro lado, resulta conveniente organizar los campos en vectores de
tres componentes1:

Ψf (x)=̇

ψf
r (x)

ψf
g (x)

ψf
b (x)

 , (2.2)

análogamente, se define

Ψ
f
(x)=̇

(
ψ

f

r (x), ψ
f

g (x), ψ
f

b (x)
)
. (2.3)

Con estas definiciones, la Ec. (2.1) se reduce a

L0 = Ψ
f
(x)(i/∂ −mf )Ψ

f (x), (2.4)
1El símbolo =̇ indica que las expresiones no constituyen una igualdad estricta, sino una representación

particular.
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la cual resulta invariante bajo transformaciones globales del grupo SU(3) actuando sobre
los campos Ψ, es decir,

Ψf (x)→ Ψf ′
(x) = U(α)Ψf (x), (2.5)

Ψ
f
(x)→ Ψ

f ′

(x) = Ψ
f
(x)U(α)†. (2.6)

El grupo SU(3) se define como el conjunto de todas las matrices 3× 3 que cumplen
las siguientes condiciones:

1. Unitariedad: U †U = I, donde U † denota la matriz conjugada transpuesta de U y I
es la matriz identidad.

2. Unimodularidad: det(U) = 1, donde det(U) representa el determinante de la matriz
U .

Además cualquier elemento U ∈ SU(3) puede expresarse mediante el mapeo exponencial

U(α) = exp

(
i

8∑
c=1

αcλc
2

)
, (2.7)

donde λa son las matrices de Gell-Mann, que constituyen una base del álgebra de Lie
su(3) asociada a SU(3). Una representación común de estas matrices es la siguiente:

λ1 =

0 1 0

1 0 0

0 0 0

 , λ2 =

0 −i 0

i 0 0

0 0 0

 , λ3 =

1 0 0

0 −1 0

0 0 0

 ,

λ4 =

0 0 1

0 0 0

1 0 0

 , λ5 =

0 0 −i
0 0 0

i 0 0

 , λ6 =

0 0 0

0 0 1

0 1 0

 ,

λ7 =

0 0 0

0 0 −i
0 i 0

 , λ8 =
1√
3

1 0 0

0 1 0

0 0 −2

 .

(2.8)

Las matrices de Gell-Mann son hermíticas y de traza nula, caracterizan la estructura
del álgebra su(3) y satisfacen las relaciones de conmutación[

λa
2
,
λb
2

]
= ifabc

λc
2
, (a, b, c = 1, . . . , 8), (2.9)
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las cuales corresponden a una operación binaria, denominada corchete de Lie, mientras
que las cantidades fabc se denominan constantes de estructura. Para un tratamiento más
riguroso y detallado, se remite al lector a las Refs. [25, 26, 27]. De ahora en adelante, se
adoptará la convención de suma de Einstein también para índices que no corresponden
a índices tensoriales del espacio-tiempo y serán denotados con las primeras letras del
alfabeto latino a, b, c, d, . . . , teniendo en cuenta que la posición superior o inferior es
indistinta; por lo tanto, no intentaremos subirlos o bajarlos con la métrica.

Las constantes de estructura fabc pueden determinarse multiplicando ambos lados
de la ecuación (2.9) por λc y, posteriormente, tomando la traza. De esta manera se obtiene

Tr

([
λa
2
,
λb
2

]
λc

)
= Tr

(
ifabd

λd
2
λc

)
,

1

4
Tr ([λa, λb]λc) = i

fabd
2

Tr (λdλc) ,

= i
fabd
2

2δdc,

= ifabc,

⇒ fabc =
1

4i
Tr ([λa, λb]λc) . (2.10)

A partir de la ecuación (2.10), es inmediato calcular explícitamente algunas de las
constantes no nulas

f147 = f345 = f257 = f246 = −f156 = −f367 = 1
2
, (2.11)

f458 = f678 =
√
3
2
, (2.12)

f123 = 1, (2.13)

las restantes pueden obtenerse a partir de las ecuaciones (2.11)–(2.13), haciendo uso de
la antisimetría total de fabc.

La invarianza del lagrangiano (2.4) bajo las transformaciones globales SU(3) (2.5)–
(2.6), a través del teorema de Noether (véase el apéndice B), da lugar a las siguientes
corrientes conservadas:

Jµ
c (x) =

1

2
Ψ̄f (x)γµλcΨ

f (x), (2.14)

y las correspondientes cargas conservadas

Qc =
1

2

∫
d3xΨf†(x)λcΨ

f (x). (2.15)

José Abraham Barajas Aguilar
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La QED nos ha enseñado que la interacción con el campo electromagnético puede
ser obtenida al exigir que la simetría de gauge U(1) sea local. Hoy en día es ampliamente
aceptado que el principio de gauge es exitoso para la generación de interacciones entre
campos de materia mediante el intercambio de bosones de gauge sin masa. En el caso de la
QCD, esto se logra al promover la simetría global SU(3) a una local, es decir reemplazando

U → U(x) = exp

(
igs

ωc(x)λc
2

)
, (2.16)

donde gs se identifica con la constante de acoplamiento fuerte. Sin embargo, bajo estas
transformaciones locales, la lagrangiana (2.4) deja de ser invariante y se transforma como:

L0 → L′
0 = L0 −

1

2
gsΨ̄

f (x)λc ∂µωc(x)Ψ
f (x). (2.17)

Para que la lagrangiana (2.4) permanezca invariante bajo transformaciones loca-
les (2.16), es necesario reemplazar la derivada ordinaria por

∂µ → Dµ = ∂µ + igsAµ, (2.18)

denominada derivada covariante, la cual transforma como

Dµ → (Dµψ)′ = D′µψ′,

= (∂µ + igsA′µ)ψ′,

=

[
∂µ + igs

(
UAµU † +

i

gs
(∂µU)U †

)]
(Uψ) ,

= (∂µU)ψ + U (∂µψ) + UigsAµψ − (∂µU)ψ,

= U [∂µ + igsAµ]ψ,

=⇒ (Dµψ)′ = U(x)(Dµψ). (2.19)

Nótese que se han introducido ocho potenciales de gauge A µ
c , definidos por

Aµ ≡ λc
2
A µ

c (x), (2.20)

los cuales transforman de acuerdo a

Aµ → A′
µ = UAµU

† +
i

gs
(∂µU)U

†. (2.21)
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Usando la forma explícita del grupo SU(3) dada por la ecuación (2.16), y conside-
rando la aproximación infinitesimal en la cual se retienen únicamente términos lineales en
el parámetro de transformación gsω(x), se obtiene

A′µ =
(
I+ i

gs
2
ωc(x)λc

)
Aµ

a

λa

2

(
I− i

gs
2
ωb(x)λb

)
+

i

gs

[
∂µ
(
I+ i

gs
2
ωc(x)λc

)](
I− i

gs
2
ωc(x)λc

)
,

= Aµ
a

λa

2
+

(
Aµ

a

λa

2

)(
−igs

2
ωb(x)λb

)
+ i

gs
2
ωc(x)λc

(
Aµ

a

λa

2

)
+

i

gs

(
∂µ
{
i
gs
2
ωc(x)λc

})
,

= Aµ
a

λa

2
− igsωb(x)A

µ
a

λa

2

λb

2
+ igsωb(x)A

µ
a

λb

2

λa

2
− λc

2
(∂µωc(x)) ,

= Aµ
a

λa

2
− igsωb(x)A

µ
a

[
λa

2
,
λb

2

]
− (∂µωa(x))

λa

2
,

= Aµ
a

λa

2
− igsωb(x)A

µ
a ifabc

λc

2
− (∂µωa(x))

λa

2
,

A
′µ
c

λc

2
= [Aµ

c − ∂µωc(x) + gsfabcωb(x)A
µ
a ]

λc

2
,

por lo tanto
⇒ A

′µ
c = Aµ

c − ∂µωc(x) + gsfabcωb(x)A
µ
a . (2.22)

En consecuencia, la densidad lagrangiana que resulta localmente invariante bajo el
grupo SU(3) puede escribirse como

L(x) = Ψ̄f (x)
[
i /D −mf

]
Ψf (x) = L0 + LI , (2.23)

donde L0 ha sido definida en la ecuación (2.4), mientras que LI representa la lagrangiana
de interacción, dada por

LI = −
1

2
gsΨ̄

f (x)γµλcΨ
f (x)Aµ

c (x). (2.24)

Por otro lado, el campo gluónico de gauge local asociado a SU(3) es de la forma

Gµν(x) = DµAν −DνAµ, (2.25)

Gµν
c

λc
2

=

(
∂µ + igsA

µ
b

λb
2

)
Aν

c

λc
2
−
(
∂ν + igsA

ν
b

λb
2

)
Aµ

c

λc
2
,

= ∂µAν
c

λc
2
− ∂νAµ

c

λc
2

+ igsA
µ
bA

ν
c

[
λb
2
,
λc
2

]
,

= ∂µAν
c

λc
2
− ∂νAµ

c

λc
2

+ igsA
µ
bA

ν
c

(
ifbcd

λd
2

)
,

Gµν
a

λa
2

= [∂µAν
a − ∂νAµ

a + gsfabcA
µ
bA

ν
c ]
λa
2
, (2.26)
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por lo tanto

=⇒ Gµν
a = ∂µAν

a − ∂νAµ
a + gsfabcA

µ
bA

ν
c . (2.27)

Cabe mencionar que el tensor de campo Gµν transforma de acuerdo con

Gµν → G ′µν = U Gµν U−1, (2.28)

de este modo, la densidad lagrangiana completa de QCD debe incluir también los términos
cinéticos del campo de gluones

LQCD = Ψ
f
(i /D −mf )Ψ

f − 1

2
Tr(GµνGµν). (2.29)

Obsérvese que el término

−1

2
Tr(GµνGµν) = −

1

2
Tr

(
Gµν

a

λa
2
Gc

µν

λc
2

)
,

= −
Gµν

a G
c
µν

23
Tr(λaλc),

= −
Gµν

a G
c
µν

23
2δac,

=⇒ −1

2
Tr(GµνGµν) = −

1

4
Gc

µνG
µν
c . (2.30)

El lagrangiano escrito en la forma (2.29) permite verificar de manera directa su
invarianza local bajo el grupo SU(3):

LQCD → L′
QCD = Ψ′f (iD′

µ −mf )Ψ
′f − 1

2
Tr(G ′µνG

′µν),

= Ψ
f
U †(iD′

µ −mf )UΨ
f − 1

2
Tr(UGµνU−1UGµνU−1),

L′
QCD = Ψ

f
(iDµ −mf )Ψ

f − 1

2
Tr(GµνGµν) = LQCD, (2.31)

donde se ha utilizado la propiedad cíclica de la traza Tr (AB) = Tr (BA).

Retomemos la ecuación (2.24), la cual representa un término de interacción que da
lugar a un vértice quark–gluón de tres puntos, como se ilustra en la Fig. 3(a).
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q

q̄

g

(a)

g

g

g

g

(b)

g

g

g

(c)

Figura 3: Vértices de interacción característicos en QCD.

Por otro lado, el término (2.30) da lugar a interacciones gluón-gluón tanto de tres
como de cuatro puntos, las cuales se muestran en la Fig. 3(b,c). Este comportamiento
refleja el hecho de que el grupo SU(3) es no abeliano2.

En física de altas energías, los experimentos de colisión e+e− han sido fundamentales
para el estudio de la estructura de la materia y, en particular, para la confirmación de
los principios de la QCD. La sección eficaz (σ) del proceso e+ + e− → q + q̄ + g es, de
acuerdo con la QCD perturbativa, proporcional a la constante de acoplamiento fuerte
αs ≡ g2s/(4π). Dado que los quarks no se han observado como partículas libres en la
naturaleza debido al confinamiento, en los detectores se manifiestan en forma de tres jets
(chorros) de hadrones, los cuales se interpretan como rastros del quark, antiquark y el
gluón emitidos (Fig. 4). La observación de estos jets constituye evidencia experimental
directa de la existencia de los quarks y gluones.

Fenomenológicamente, en el rango de energías de centro de masa comprendido entre
15GeV y 40GeV, los análisis experimentales permitieron obtener un valor de αs ≈ 0.14.
Este resultado es consistente con la libertad asintótica, que establece que, a altas energías
(o, equivalentemente, a cortas distancias), la interacción fuerte se debilita progresivamen-
te. En este régimen, los quarks y gluones pueden tratarse de manera aproximada como
partículas libres, lo que permite la aplicación confiable de métodos perturbativos.

Por otro lado, el esquema de renormalización on-shell comúnmente utilizado en QED
no es adecuado para QCD, ya que los quarks están confinados y no se les puede estudiar
como partículas libres. En su lugar, se emplean esquemas alternativos; uno de ellos es el
esquema de sustracción mínima modificada (MS) [28], que introduce una escala de masa
arbitraria. La libertad de variar esta escala sin alterar los resultados físicos conduce a la
ecuación del grupo de renormalización para la constante de acoplamiento fuerte αs, que

2Se denomina grupo abeliano a aquel en el que todos sus elementos conmutan bajo la operación del
grupo.
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Figura 4: Representación de la formación de jets (chorros) de hadrones en un proceso de
aniquilación electrón-positrón en el sistema de centro de masa.

a un lazo (loop) se expresa como

µ
∂αs

∂µ
= − β0

2π
α2
s, (2.32)

cuya solución es de la forma

αs(µ) =
4π

β0 ln (µ2/Λ2)
, (2.33)

donde Λ es un parámetro de escala que debe determinarse fenomenológicamente a partir
de un valor de referencia de αs(µ0). Así, se obtiene la forma equivalente

αs(µ) =
αs(µ0)

1 + β0

4π
αs(µ0) ln

(
µ2

µ2
0

) , (2.34)

con
β0 = 11− 2

3
nf , (2.35)

donde nf representa el número de sabores activos a la escala µ.

Convencionalmente, la escala de referencia se elige en correspondencia con la masa
del bosón Z0 (µ0 = mZ = 91.1880 ± 0.0020 GeV). Según los valores reportados por el
Particle Data Group [1], el acoplamiento fuerte en dicha escala es

αs(MZ) = 0.1184± 0.0007 , (2.36)

lo que permite explorar el comportamiento de la teoría en el régimen de altas energías
y, en particular, deducir su propiedad característica de libertad asintótica, tal como se
ilustra en la Fig. 5.
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Figura 5: Comportamiento de la constante de acoplamiento fuerte αs predicho por la
ecuación del grupo de renormalización (2.34), con nf = 5 sabores activos y utilizando
como condición de referencia el valor central de la ecuación (2.36).

La Fig. 5 muestra también que a bajas energías la constante de acoplamiento fuerte
αs adquiere valores considerablemente grandes. Por ejemplo, αs(1GeV) ≈ 0.34, lo que in-
dica que el tratamiento perturbativo comienza a perder validez. A energías aún menores,
como 200MeV, el valor incluso supera la unidad, lo cual refleja la divergencia de la serie
perturbativa, y en consecuencia la necesidad de recurrir a enfoques no perturbativos para
describir la dinámica en dicho régimen.
En esta dirección, se pueden distinguir dos enfoques principales. El primero correspon-
de a Lattice QCD [29], el cual permite abordar de manera no perturbativa la dinámica
cuántica mediante simulaciones numéricas en un espacio-tiempo discretizado. El segundo
corresponde a las teorías efectivas, que, de acuerdo con el teorema de Weinberg [11], cons-
tituyen marcos teóricos independientes construidos a partir de los principios y simetrías
de la teoría subyacente, válidos únicamente en una región determinada de energías. Cabe
destacar que, en este último enfoque, los grados de libertad relevantes no necesariamente
coinciden con los de la teoría fundamental.

2.1 QCD a bajas energías y la simetría quiral

En la sección anterior se mostró que la QCD no es perturbativa en el régimen de
bajas energías. En esta sección se analizará la simetría de QCD en dicho régimen, con el
propósito de construir una EFT aplicable a bajas energías, conocida como ChPT [15, 2].

El espectro de hadrones de bajas energías indica que los estados observables están
constituidos predominantemente por los quarks ligeros u, d y s, como se muestra en la
Tabla. 1. Ademas es importante señalar que las masas de estos quarks son significativa-
mente menores en comparación con las de los quarks pesados c, b y t, como se presenta a
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Tipo Partícula (≈ Masa, MeV) IG(JPC) / I(JP ) Constituyentes
Mesones pseudoscalares

π+, π−, π0 (140MeV) 1−(0−+) ud̄, dū,
uū− dd̄√

2
K+, K−, K0, K̄0 (494MeV) 1

2
(0−) us̄, sū, ds̄, sd̄

η(547) 0+(0−+) mezcla de uū, dd̄, ss̄
η′(958) 0+(0−+) mezcla de uū, dd̄, ss̄

Mesones vectoriales

ρ+, ρ−, ρ0 (770MeV) 1+(1−−) ud̄, dū,
uū− dd̄√

2

ω(782) 0−(1−−)
uū+ dd̄√

2
ϕ(1020) 0−(1−−) ss̄
K∗+, K∗−, K∗0, K̄∗0 (892MeV) 1

2
(1−) us̄, sū, ds̄, sd̄

Bariones
Nucleón (p,n) (1000) 1

2
(1
2

+
) uud, udd

Λ(1116) 0(1
2

+
) uds

Σ+, Σ−, Σ0 (1193MeV) 1(1
2

+
) uus, dds, uds

Ξ−, Ξ0 (1318MeV) 1
2
(1
2

+
) dss, uss

Tabla 1: Hadrones ligeros: mesones pseudoscalares, mesones vectoriales y bariones, con
sus respectivos números cuánticos, donde se indican como IG(JPC), siendo I el isoespín,
G la paridad G, J el momento angular total, P la paridad y C la conjugación de carga.

continuación:mu = (2.16± 0.07) MeV
md = (4.7± 0.07) MeV
ms = 93.5± 0.8 MeV

≪ 1GeV≪

mc = 1.2730± 0.0046 GeV
mb = 4.183± 0.007 GeV
mt = (172.56± 0.31) GeV

 . (2.37)

Esta marcada diferencia sugiere, como primera aproximación, considerar el límite en
el que las masas de los quarks ligeros son nulas (mu, md, ms → 0). Este límite se conoce
como el límite quiral [2], y en tal caso la ecuación (2.29) adopta la forma:

LQCD → L0
QCD = Ψ

f
i /DΨf − 1

2
Tr(GµνGµν); f = u, d, s. (2.38)

Con el objetivo de exhibir la simetría global de la lagrangiana L0
QCD en el límite

quiral, se introducen los operadores de proyección de quiralidad, definidos como PL para
la quiralidad zurda (left-handed) y PR para la quiralidad diestra (right-handed)

PR =
1

2
(I+ γ5) = P†

R, (2.39)
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PL =
1

2
(I− γ5) = P†

L, (2.40)

donde I denota el operador identidad y γ5 se define mediante

γ5 = γ5 = iγ0γ1γ2γ3 = γ†5, (2.41)

cumpliendo además las relaciones fundamentales

{γµ, γ5} = 0, (2.42)

γ25 = I. (2.43)

De estas definiciones se deducen las siguientes propiedades de los operadores de proyección:

PL + PR = I (completitud), (2.44)

P2
L = PL, P2

R = PR (idempotencia), (2.45)

PLPR = PRPL = 0 (ortogonalidad). (2.46)

Los operadores (2.39) y (2.40) proyectan los campos de Dirac en sus componentes
de quiralidad izquierda y derecha, respectivamente. De manera explícita

ΨL = PLΨ, (2.47)

ΨR = PRΨ, (2.48)

Ψ̄R = Ψ†
Rγ

0 =
(
Ψ†P†

R

)
γ0 = Ψ†

(
1 + γ5

2

)
γ0 = Ψ†γ0

(
1− γ5

2

)
= Ψ̄PL, (2.49)

Ψ̄L = Ψ̄PR. (2.50)

Por lo tanto la Ec. (2.38) puede reescribirse como:

L0
QCD = Ψ

f I i /D IΨf − 1

2
Tr(GµνGµν),

= Ψ
f
(PR + PL) i /D (PR + PL)Ψ

f − 1

2
Tr(GµνGµν),

L0
QCD = Ψ

f

Li /DΨf
L +Ψ

f

Ri /DΨf
R −

1

2
Tr(GµνGµν); f = u, d, s. (2.51)

ademas definiendo

qL =

ψu
L

ψd
L

ψs
L

 , qR =

ψu
R

ψd
R

ψs
R

 , (2.52)
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obtenemos
L0

QCD = q̄L i /D qL + q̄R i /D qR −
1

2
Tr (Gµν Gµν) . (2.53)

Se observa que L0
QCD es invariante bajo transformaciones

qL 7→ UL qL = exp

(
−i

8∑
a=1

Θa
L

λa
2

)
e−iΘL qL, (2.54)

qR 7→ UR qR = exp

(
−i

8∑
a=1

Θa
R

λa
2

)
e−iΘR qR. (2.55)

Es decir, la simetría a nivel clásico de L0
QCD es

SU(3)L × U(1)L × SU(3)R × U(1)R. (2.56)

A partir del teorema de Noether expuesto en el Apéndice B.1, se obtienen las si-
guientes dieciocho corrientes conservadas:

Lµ
c = q̄Lγ

µλc
2
qL, (2.57)

Lµ = q̄Lγ
µqL, (2.58)

Rµ
c = q̄Rγ

µλc
2
qR, (2.59)

Rµ = q̄Rγ
µqR. (2.60)

En su lugar, podemos usar las combinaciones

V µ
c = Rµ

c + Lµ
c ,

= q̄Rγ
µλc
2
qR + q̄Lγ

µλc
2
qL,

= q̄ PLγ
µλc
2
PRq + q̄ PRγ

µλc
2
PLq,

= q̄
(
γµPRPR + γµPLPL

)λc
2
q,

= q̄ γµ(PR + PL)
λc
2
q,

V µ
c = q̄ γµ

λc
2
q. (2.61)
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De manera análoga, pueden definirse las combinaciones vectoriales y axiales de las co-
rrientes quirales, dadas por

V µ = Rµ + Lµ = q̄γµq, (2.62)

Aµ
c = Rµ

c − Lµ
c = q̄γµγ5

λc
2
q, (2.63)

Aµ = Rµ − Lµ = q̄γµγ5q, (2.64)

las cuales transforman bajo paridad como sigue

P : V µ
c (t, x⃗) 7−→ P µ

ν V
ν
c (t,−x⃗), corriente vectorial, (2.65)

P : Aµ
c (t, x⃗) 7−→ −P µ

ν A
ν
c (t,−x⃗), corriente axial–vectorial, (2.66)

P : V µ(t, x⃗) 7−→ P µ
ν V

ν(t,−x⃗), corriente vectorial singlete, (2.67)

P : Aµ(t, x⃗) 7−→ −P µ
ν A

ν(t,−x⃗), corriente axial–vectorial singlete, (2.68)

donde P µ
ν = diag(1,−1,−1,−1) es la matriz que implementa la transformación de pari-

dad.
Es importante señalar que, a nivel cuántico, la simetría axial singlete clásica deja de
conservarse. Esta ruptura recibe el nombre de anomalía cuántica [30].

A partir de estas corrientes, se definen los operadores de carga:

Qc
L(t) =

∫
d3x q†L(t, x⃗)

λc

2
qL(t, x⃗), (2.69)

Qc
R(t) =

∫
d3x q†R(t, x⃗)

λc

2
qR(t, x⃗), (2.70)

QV (t) =

∫
d3x q†(t, x⃗)q(t, x⃗). (2.71)

En el formalismo cuántico, la conservación de una corriente es equivalente a que el
operador de carga asociado conmute con el Hamiltoniano del sistema. En particular

[QLa, H
0
QCD] = [QRa, H

0
QCD] = [QV , H

0
QCD] = 0, (2.72)

donde H0
QCD puede ser obtenido a partir de la densidad lagrangiana L0

QCD mediante la
transformación de Legendre.
Estos operadores de carga satisfacen las siguientes relaciones de conmutación:

[QLa, QLb] =

∫
d3x d3y

[
q†(t, x⃗)PL

λa

2
q(t, x⃗), q†(t, y⃗)PL

λb

2
q(t, y⃗)

]
,
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=

∫
d3x d3y δ3(x⃗− y⃗) q†(t, x⃗)PLPL

λa

2

λb

2
q(t, y⃗)

−
∫
d3x d3y δ3(x⃗− y⃗) q†(t, x⃗)PL

λb

2

λa

2
q(t, x⃗),

= ifabc

∫
d3x q†(t, x⃗)PL

λc

2
q(t, x⃗),

[QLa, QLb] = ifabcQLc. (2.73)

Análogamente,

[QRa, QRb] = ifabcQRc, (2.74)

[QLa, QRb] = [QLa, QV ] = [QRa, QV ] = 0. (2.75)

En la obtención de estas expresiones se han empleado las relaciones de anticonmutación
canónicas de los campos fermiónicos:{

q(t, x⃗), q†(t, y⃗)
}
= δ3(x⃗− y⃗), {q, q} =

{
q†, q†

}
= 0, (2.76)

así como también la identidad algebraica siguiente

[ab, cd] = a{b, c}d− ac{b, d}+ {a, c}db− c{a, d}b. (2.77)

Las ecuaciones (2.73)–(2.75) satisfacen las relaciones de conmutación correspondien-
tes al álgebra de Lie SU(3)L × SU(3)R × U(1)V .

No obstante, la presencia de términos de masa para los quarks ligeros u, d y s rompe
explícitamente la simetría quiral. Para analizar dicha ruptura, se introduce la matriz de
masa M, que en el caso general puede escribirse como:

M =

mu 0 0

0 md 0

0 0 ms

 . (2.78)

En consecuencia, el término de masa que rompe explícitamente la simetría corres-
ponde a

LM = −q̄M q, (2.79)

LM = − (q̄R M qL + q̄L M qR) . (2.80)
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A partir de la variación de este término con respecto a los parámetros de transfor-
mación quiral, se obtienen expresiones para las divergencias de las corrientes de Noether
asociadas (véase el apéndice B.1 )

∂µL
µ
a =

∂(δLM)

∂ϵLa
= −i

(
q̄L
λa
2
MqR − q̄RM

λa
2
qL

)
, (2.81)

∂µR
µ
a = −i

(
q̄R
λa
2
MqL − q̄LM

λa
2
qR

)
, (2.82)

∂µL
µ = −i (q̄LMqR − q̄RMqL) , (2.83)

∂µR
µ = −i (q̄RMqL − q̄LMqR) . (2.84)

O bien, en términos de las corrientes vectorial y axial

∂µV
µ
a = iq̄

[
M,

λa
2

]
q, (2.85)

∂µA
µ
a = iq̄γ5

{
λa
2
,M
}
q, (2.86)

∂µV
µ = 0, (2.87)

∂µA
µ = 2iq̄γ5Mq +

3g2s
32π2

ϵµνρσG
µν
a G

ρσ
a . (2.88)

En esta última expresión, el segundo término corresponde a la contribución de la anomalía
axial. Además, de las ecuaciones (2.85)–(2.88) se desprenden varias conclusiones impor-
tantes. En primer lugar, la corriente vectorial singlete permanece siempre conservada
independientemente de los valores de las masas de los quarks. En segundo lugar, si las
masas de los tres quarks ligeros son idénticas (mu = md = ms), el conmutador

[
M, λa

2

]
se

anula, lo que implica que la simetría vectorial se conserva. En cambio, si mu = md ̸= ms,
la simetría de sabor SU(3) se reduce a SU(2), correspondiente a la simetría de isoespín.

QCD puede acoplarse a campos externos mediante la incorporación de campos vec-
toriales y axiales en el lagrangiano. En particular, se consideran las ocho corrientes vec-
toriales asociadas al octete de SU(3), una corriente vectorial singlete correspondiente al
grupo U(1)V , así como las ocho corrientes axial-vectoriales. Adicionalmente, es posible
incluir campos escalares y pseudoescalares externos. Por lo tanto el lagrangiano L total
se puede escribir como

L = L0
QCD + Lext, (2.89)
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donde Lext representa el término que describe el acoplamiento de QCD con los campos
externos, cuya forma explícita es

Lext = vµc

(
q̄γµ

λc
2
q

)
+
vµ(s)
3

(q̄γµq) + aµc

(
q̄γµγ5

λc
2
q

)
− sA (q̄λAq) + pA i (q̄γ5λAq) , (2.90)

con c = 1, . . . , 8 y A = 0, . . . , 8.
La expresión anterior puede escribirse de forma más compacta como

Lext = q̄γµ

(
vµ +

1

3
vµ(s) + γ5a

µ

)
q − q̄(s− iγ5p)q, (2.91)

donde se han definido 34 funciones reales mediante

vµ = vµc
λc
2
; c = 1, . . . , 8, (2.92)

aµ = aµc
λc
2
, (2.93)

s = sAλA; A = 0, . . . , 8, (2.94)

p = pAλA, (2.95)

las cuales se denotan colectivamente como [v, a, s, p]. La versión lagrangiana de QCD con
tres sabores se recupera haciendo vµ = vµ(s) = aµ = p = 0 y s = diag(mu,md,ms) en la
ecuación (2.89). Obsérvese que todas las cantidades definidas en las ecuaciones (2.92)–
(2.95) son matrices en el espacio de sabores. Además, hemos introducido una novena
matriz de 3× 3 (λ0), definida como

λ0 ≡
√

2

3
I3×3, (2.96)

la cual completa la base de generadores del álgebra u(3) del grupo U(3).

Empleando el formalismo de Lehmann–Symanzik–Zimmermann (LSZ) junto con
el funcional generador, es posible construir funciones de Green del mundo real a partir
del acoplamiento con fuentes externas. Por ejemplo, la función de Green de tres puntos
asociada al factor de forma electromagnético del pión se puede escribir como〈
0

∣∣∣∣T [Pa(x) J
µ(y)Pb(z)]

∣∣∣∣ 0〉 = (−i)3 δ

δpa(x)

δ

δvµ(y)

δ

δpb(z)
exp(iZ[v, a, s, p])

∣∣∣∣
v=a=p=0, s=M

,

(2.97)
donde exp(iZ[v, a, s, p]) denota el funcional generador.
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En el siguiente capítulo discutiremos cómo la construcción de una EFT se funda-
menta en la incorporación sistemática de las simetrías relevantes de la teoría subyacente,
restringidas a un régimen específico de energías. En este sentido, las simetrías que debe
respetar una EFT de la QCD a bajas energías se reflejan en que su lagrangiano cumpla
los siguientes criterios:

1. Escalar de Lorentz y hermítico;

2. Presentar invariancia frente a las simetrías discretas P , C y T ;

3. Mantener invariancia local bajo el grupo SU(3)L × SU(3)R × U(1)V .

Por lo tanto, es necesario conocer la transformación de los campos de quarks y de
los campos externos bajo paridad:

qf (t, x⃗)
P−→ γ0 qf (t,−x⃗), q̄f (t, x⃗)

P−→ q̄f (t,−x⃗) γ0, (2.98)

vµ(t, x⃗)
P−→ P ν

µ vν(t,−x⃗), v(s)µ (t, x⃗)
P−→ P ν

µ v(s)ν (t,−x⃗), (2.99)

aµ(t, x⃗)
P−→ −P ν

µ aν(t,−x⃗), (2.100)

s(t, x⃗)
P−→ s(t,−x⃗), p(t, x⃗)

P−→ −p(t,−x⃗), (2.101)

donde P ν
µ =̇diag(1,−1,−1,−1).

Así como también la transformación bajo conjugación de carga C:

qα,f
C−→ Cαβ q̄β,f , q̄α,f

C−→ − qβ,f C−1
βα , (2.102)

vµ
C−→ −vTµ , v(s)µ

C−→ −
(
v(s)µ

)T
, (2.103)

aµ
C−→ aTµ , (2.104)

s
C−→ sT , p

C−→ pT . (2.105)

donde Cαβ es la matriz de conjugación de carga, definida por

C = iγ2γ0 =


0 0 0 −1
0 0 1 0

0 −1 0 0

1 0 0 0

 . (2.106)

En estas expresiones, la transpuesta actúa en el espacio de sabores, es decir, sobre
la estructura matricial asociada al grupo de simetría SU(3). Además, debido al teorema
CPT, la simetría de inversión temporal (T ) queda automáticamente garantizada una vez
que se imponen las invariancias bajo conjugación de carga (C) y paridad (P ).
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Definimos ahora
lµ = vµ − aµ, rµ = vµ + aµ, (2.107)

con lo cual el lagrangiano extendido con fuentes externas (2.89) puede escribirse como

L = L0
QCD + q̄Lγ

µ

(
lµ +

1

3
v(s)µ

)
qL + q̄Rγ

µ

(
rµ +

1

3
v(s)µ

)
qR

− q̄R(s+ ip) qL − q̄L(s− ip) qR. (2.108)

Este lagrangiano es invariante bajo transformaciones locales del grupo SU(3)L ×
SU(3)R × U(1)V , siempre que las fuentes externas transformen de acuerdo a

rµ → VR rµ V
†
R + i VR ∂µV

†
R, lµ → VL lµ V

†
L + i VL ∂µV

†
L , (2.109)

v(s)µ → v(s)µ − ∂µΘ, (2.110)

mientras que los campos escalares y pseudoescalares deben transformarse como

s+ ip → VR (s+ ip)V †
L , (2.111)

s− ip → VL (s− ip)V †
R, (2.112)

donde, las matrices

VL(x) ≡ L(x) ∈ SU(3)L(x), (2.113)

VR(x) ≡ R(x) ∈ SU(3)R(x), (2.114)

representan transformaciones locales, es decir, matrices que dependen explícitamente del
espacio–tiempo. En cambio,

L ∈ SU(3)L, R ∈ SU(3)R, (2.115)

denotan transformaciones globales, cuyos parámetros son constantes.

Nótese que los campos lµ y rµ permiten incorporar interacciones con campos exter-
nos. Por ejemplo, el cuatro-potencial electromagnético externo Aµ se introduce mediante

rµ = lµ = −eAµQ, (2.116)

donde
Q = diag

(
2
3
,−1

3
,−1

3

)
, (2.117)
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es la matriz de cargas de los quarks. Asimismo, es posible incorporar interacciones débiles
semileptónicas; véase la Ref. [2].
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Capítulo 3

Teorías efectivas de la QCD a
bajas energías

Ahora estamos en posición de construir una EFT de la QCD a bajas energías que, de
acuerdo con el teorema de Weinberg [11], incorpore las simetrías de la teoría fundamental
en ese régimen. En particular, la EFT debe respetar las simetrías C, P , la invarianza de
Lorentz y la simetría SU(3)L × SU(3)R × U(1)V . La referencia principal de este capítulo
es la Ref. [2], cuyo desarrollo y notación seguimos de manera cercana.

En este marco, los grados de libertad relevantes ya no son quarks ni gluones, sino los
hadrones. La simetría U(1)V se interpreta como la conservación del número bariónico: los
estados con B = 0 corresponden a mesones y aquellos con B = 1 corresponden a bariones.

Por otro lado, la simetría SU(3)L×SU(3)R no se observa presente en la naturaleza,
ya que implicaría la existencia de multipletes degenerados pero con paridad opuesta, es
decir, para cada octete de bariones de paridad positiva debería existir otro de igual masa
con paridad negativa, como se muestra a continuación:

Definamos los operadores de carga

QV a ≡ QRa +QLa ; QAa ≡ QRa −QLa. (3.1)

En el límite quiral de QCD se cumple que las cargas axiales conmutan con el hamil-
toniano:

[H0
QCD, QAa] = 0. (3.2)

Sea |α,+⟩ un autovector de H0
QCD con energía Eα y paridad positiva:

H0
QCD |α,+⟩ = Eα |α,+⟩, P |α,+⟩ = |α,+⟩. (3.3)
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Por otro lado
|ψaα⟩ = QAa |α,+⟩. (3.4)

Demostremos que este nuevo estado es degenerado en energía:

H0
QCD|ψaα⟩ = H0

QCDQAa|α,+⟩
= QAaH

0
QCD|α,+⟩

= QAaEα|α,+⟩
= EαQAa|α,+⟩

H0
QCD|ψaα⟩ = Eα|ψaα⟩. (3.5)

Finalmente, usando la transformación bajo paridad,

PQAaP
−1 = −QAa, (3.6)

se obtiene:

P |ψaα⟩ = PQAaP
−1P |α,+⟩

= −QAa|α,+⟩
= −|ψaα⟩.

Así que, el estado generado tiene paridad negativa y ambos estados son degenerados:

|α,+⟩ (paridad positiva), |ψaα⟩ (paridad negativa),

ambos con energía Eα.
Esta predicción —la existencia de pares de bariones degenerados con paridad opuesta—
no coincide con el espectro observado en la naturaleza. Ademas, un análisis análogo con las
cargas vectoriales QV a, se encuentra que estas generan multipletes de estados degenerados
con la misma paridad, lo cual sí corresponde, al menos de manera aproximada, con la or-
ganización experimental de los hadrones ligeros en octetes y decupletes. Esto indica que el
grupo de simetría quiralG = SU(3)L×SU(3)R se rompe espontáneamente aH ≡ SU(3)V .

Otra evidencia de la ruptura espontánea de la simetría quiral proviene del hecho de
que el condensado escalar singlete ⟨q̄q⟩ adquiere un valor distinto de cero en el vacío de
QCD. Un valor distinto de cero de este condensado constituye una condición suficiente
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—aunque no necesaria— para la existencia de dicha ruptura. Véase la sección 3.2.2 de la
Ref. [2] para una discusión detallada.

De acuerdo con el teorema de Goldstone [31, 32], cuando un sistema físico posee
una simetría continua pero el estado fundamental (el vacío) no es invariante bajo dicha
simetría, se dice que esta se encuentra espontáneamente rota. En tal situación surgen
modos de excitación sin masa —los llamados bosones de Goldstone— cuya existencia está
directamente relacionada con el número de generadores rotos de la simetría: por cada
generador que no deja invariante al vacío aparece un modo de Goldstone independiente.

En nuestro caso, la ruptura espontánea ocurre desde el grupo quiral G = SU(3)L ×
SU(3)R el cual posee 16 generadores, hacia el subgrupo vectorial H = SU(3)V que cuenta
con 8 generadores. Por lo tanto, quedan 16−8 = 8 generadores rotos, de modo que surgen
ocho bosones de Goldstone sin masa ϕa en el límite quiral. Estos campos presentan las
mismas transformaciones que los generadores axiales bajo la operación de paridad:

ϕa(t, x⃗)
P−→ −ϕa(t,−x⃗), (3.7)

lo que muestra que se comportan como campos pseudoescalares y transforman bajo el
subgrupo H.

3.1 El grupo quiral SU(3)L × SU(3)R y su realización

sobre los campos

El grupo quiral global relevante para la QCD con tres sabores de quarks ligeros se
define como

G = SU(3)L × SU(3)R = {(L,R) | L ∈ SU(3), R ∈ SU(3)}. (3.8)

Entonces el subgrupo vectorial no roto queda determinado por

H = SU(3)V = {(V, V ) | V ∈ SU(3)}, (3.9)

mientras que el subgrupo axial se introduce análogamente mediante

SU(3)A = {(A,A†) | A ∈ SU(3)}. (3.10)
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Un elemento genérico del grupo quiral se escribe como

g = (L,R) ∈ SU(3)L × SU(3)R, (3.11)

bajo cuya acción los campos de quarks transforman de acuerdo con las representaciones
fundamentales izquierda y derecha,

qL 7→ q′L = L qL, qR 7→ q′R = RqR. (3.12)

El objeto central en la construcción quiral es el campo de matriz U(ϕ) ∈ SU(3), el
cual codifica los grados de libertad asociados a los bosones de Goldstone. La acción del
grupo quiral sobre U está definida por

U(x) 7→ U ′(x) = LU(x)R†, (3.13)

lo cual constituye una transformación lineal en U , aunque no en los campos ϕa(x) que lo
parametrizan.

Los bosones de Goldstone se introducen mediante la parametrización exponencial
estándar

U(ϕ) = exp

(
i
√
2Φ

F0

)
; Φ(x) ≡ ϕa(x)

λa√
2

(3.14)

donde λa son los generadores de SU(3) y F0 es una constante introducida para asegurar
que el argumento de la exponencial sea adimensional.

Los campos ϕa no transforman linealmente bajo el grupo quiral completo G, ni
bajo su parte axial SU(3)A. No obstante, sí transforman linealmente bajo el subgrupo
vectorial SU(3)V , reflejando que los bosones de Goldstone forman un octete bajo las
transformaciones de sabor no rotas.

3.2 Teoría de la Perturbación Quiral (Chiral

Perturbation Theory, ChPT)

Como se discutió en la sección anterior, los grados de libertad relevantes de la QCD
a bajas energías están descritos por el campo matricial U ∈ SU(3), el cual codifica los
ocho bosones de Goldstone asociados al rompimiento espontáneo de la simetría quiral

SU(3)L × SU(3)R × U(1)V −→ SU(3)V × U(1)V . (3.15)
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La ChPT constituye la EFT que describe la dinámica de estos grados de libertad
a energías por debajo de la escala característica de la QCD, típicamente identificada con
la escala de ruptura quiral, Λχ ∼ 4πF ∼ 1 GeV, implementando de forma sistemática la
realización no lineal de la simetría quiral y respetando las simetrías globales y discretas
de la teoría subyacente.

Dado que el campo U(ϕ) transforma linealmente bajo el grupo quiral global,

U −→ RU L†, U † −→ LU †R†, (3.16)

con L ∈ SU(3)L yR ∈ SU(3)R constantes en el espacio–tiempo, sus derivadas transforman
de la forma

∂µU −→ ∂µ(RUL
†) = (∂µR)︸ ︷︷ ︸

=0

UL† +R (∂µU)L
† +RU (∂µL

†)︸ ︷︷ ︸
=0

,

∂µU −→ R (∂µU)L
†, (3.17)

∂µU
† −→ L (∂µU

†)R†. (3.18)

En consecuencia, es posible construir el lagrangiano efectivo como una expansión
ordenada en derivadas (o, equivalentemente, en momentos externos), conocida como la
expansión quiral. Así que a LO, el término cinético más general viene dado por

L2 =
F 2
0

4
Tr
(
∂µU

† ∂µU
)
, (3.19)

donde F0 es la constante de decaimiento de los bosones de Goldstone en el límite quiral y
debe fijarse a partir de la fenomenología.

La invariancia de L2 bajo el grupo quiral global se verifica de manera inmediata a
partir de las transformaciones dadas en las Ecs. (3.17) y (3.18):

L2 −→ L′
2 =

F 2
0

4
Tr
(
L∂µU

†R†R∂µUL†)
=⇒ L′

2 =
F 2
0

4
Tr
(
∂µU

†∂µU
)
= L2, (3.20)

donde se ha utilizado la propiedad cíclica de la traza, Tr(AB) = Tr(BA).

Finalmente, la invariancia bajo U(1)V se satisface de manera trivial, ya que los
bosones de Goldstone no portan número bariónico.
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3.2.1 Paridad intrínseca

Expandiendo la exponencial del campo quiral U , se obtiene

U = I+
i
√
2Φ

F0

− Φ2

F 2
0

+ · · · , (3.21)

∂µU =
i
√
2 ∂µΦ

F0

− 1

F 2
0

[(∂µΦ)Φ + Φ (∂µΦ)] + · · · . (3.22)

Sustituyendo estas expresiones en la Ec. (3.19), entonces

L2 =
F 2
0

4
Tr

{[
− i
√
2

F0

∂µΦ−
1

F 2
0

(
(∂µΦ)Φ + Φ (∂µΦ)

)
+ · · ·

]

×

[
i
√
2

F0

∂µΦ− 1

F 2
0

(
(∂µΦ)Φ + Φ (∂µΦ)

)
+ · · ·

]}
,

=
1

2
∂µΦa ∂

µΦa −
1

6F 2
0

fabefcdeΦa ∂µΦbΦc ∂
µΦd +O(Φ6),

L2 = Lkin + Lint. (3.23)

Aquí, Lkin corresponde al término cinético, mientras que Lint agrupa términos de
interacción. De la expresión anterior se observa que el factor F 2

0 /4 ha sido introducido de
tal forma que el término cinético adopta la forma canónica. Además, se aprecia que este
lagrangiano contiene únicamente un número par de campos de bosones de Goldstone.
Esto motiva la siguiente clasificación, denominada como paridad intrínseca.

Diremos que un operador O (o lagrangiano) pertenece al sector de paridad intrínseca
par (even) o impar (odd) si es, respectivamente, par o impar en el número de campos de
bosones de Goldstone.

Dado que los bosones de Goldstone transforman bajo paridad como pseudoescalares,
Φa(t, x⃗)

P−→ −Φa(t,−x⃗), se sigue inmediatamente que el campo quiral transforma como

U(t, x⃗)
P−→ U †(t,−x⃗). (3.24)

Esta propiedad proporciona un método simple para determinar si una expresión perte-
nece al sector de paridad intrínseca par o impar, examinando su comportamiento bajo la
transformación U −→ U †, es decir:

O[U ] U→U†
−−−−→ +O[U ]; (Paridad intrínseca par), (3.25)
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O[U ] U→U†
−−−−→ −O[U ]; (Paridad intrínseca impar). (3.26)

En el caso de L2, se tiene:

L2[U ]
U→U†
−−−−→ L2[U

†] =
F 2
0

4
Tr
(
∂µU ∂

µU †),
=
F 2
0

4
Tr
(
∂µU † ∂µU

)
, (ciclicidad de la traza)

L2[U ]
U→U†
−−−−→ L2[U

†] = +L2[U ], (3.27)

por lo tanto (3.19) pertenece al sector de paridad intrínseca par.

L2 constituye el lagrangiano más general a LO, ya que términos como Tr(UU †) = 3

corresponden a una constante independiente de los campos dinámicos y, por tanto, no
contribuyen a la dinámica del sistema. Asimismo, el término Tr

[
(∂µ∂

µU)U †] es propor-
cional, salvo derivadas totales, al término Tr

(
∂µU ∂µU

†) por lo que no introduce nuevas
estructuras dinámicas independientes a este orden.

3.2.2 Rompimiento explícito de simetría por las masas de los

quarks

Hasta ahora se ha asumido una simetría quiral exacta SU(3)L × SU(3)R. Sin em-
bargo, como se ha discutido en secciones anteriores, esta no es una simetría exacta de la
naturaleza. En particular, el término de masa de los quarks en QCD introduce un rom-
pimiento explícito. Por ello, dicho efecto debe incorporarse de manera sistemática en el
lagrangiano efectivo quiral.

El término que rompe explícitamente la simetría quiral en QCD es el término de
masa de los quarks,

Lmasa = − q̄M q = − q̄L M qR − q̄R M† qL, (3.28)

donde M = diag(mu,md,ms) es la matriz de masas de los quarks. Obsérvese que este
término no es invariante bajo el grupo quiral G = SU(3)L × SU(3)R. Formalmente, la
invariancia se restauraría si la matriz de masas transformara como

M G−→ RML†, (3.29)

con L ∈ SU(3)L y R ∈ SU(3)R. Sin embargo, en QCD la matriz M es un parámetro fijo
y no transforma, lo que da lugar a un rompimiento explícito de la simetría quiral.
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En el marco de la EFT quiral, este rompimiento explícito se incorpora introduciendo
un término efectivo que reproduzca las propiedades de transformación anteriores y que
esté relacionado con la matriz de masas de los quarks. El término más general a LO que
cumple estas condiciones es

Ls.b. =
F 2
0B0

2
Tr
(
MU † + UM†) , (3.30)

donde el subíndice “s.b.” denota symmetry breaking, U es el campo quiral definido en la
Ec. (3.14) y B0 es una nueva LEC, relacionada con el condensado quiral y que parámetriza
el rompimiento explícito de la simetría.
Expandiendo Ls.b en potencias del campo U , se obtiene

Ls.b. = F 2
0B0 Tr(M)−B0 Tr(MΦ2) +O(Φ4). (3.31)

El primer término es una constante independiente de los campos dinámicos y, por tanto,
no contribuye a la dinámica del sistema. El segundo término es cuadrático en los campos
de Goldstone y da lugar a los términos de masa de los pseudo–bosones de Goldstone.

Usando la forma explícita del campo Φ, dada por la Ec. (3.14):

Φ(x) =


1√
2
π0 +

1√
6
η8 π+ K+

π− − 1√
2
π0 +

1√
6
η8 K0

K− K̄0 − 2√
6
η8

 , (3.32)

se tiene

Tr(MΦ2) = (mu +md) π
+π− + (mu +ms)K

+K− + (md +ms)K
0K̄0

+
mu +md

2
(π0)2 +

mu +md + 4ms

6
η28 +

mu −md√
3

π0η8. (3.33)

La expresión anterior permite identificar directamente las contribuciones diagonales res-
ponsables de las masas de los pseudo–bosones de Goldstone cargados. Asimismo, surge un
término de mezcla entre los campos neutros π0 y η8, proporcional a (mu−md), que indica
que, en presencia de rompimiento de isoespín (mu ̸= md), dichos campos no corresponden
a autovalores de masa. Definiendo

m̂ ≡ mu +md

2
, (3.34)
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las masas de los mesones cargados se obtienen directamente

M2
π± = 2m̂B0, M2

K± = (mu +ms)B0, M2
K0 = (md +ms)B0. (3.35)

En el sector neutro, los términos cuadráticos en π0 y η8 definen la matriz de masas

M2
{π0,η8} = B0

mu +md
mu −md√

3
mu −md√

3

mu +md + 4ms

3

 , (3.36)

la cual debe diagonalizarse para obtener los autovalores físicos. Realizando esta diagona-
lización de forma perturbativa en el rompimiento de isoespín, se obtienen

M2
π0 = 2m̂B0 − ε+O(ε2), (3.37)

M2
η8

=
2

3
(m̂+ 2ms)B0 + ε+O(ε2), (3.38)

donde el parámetro

ε ≡ B0

4

(mu −md)
2

ms − m̂
(3.39)

cuantifica los efectos del rompimiento de isoespín y es de orden (mu −md)
2.

3.2.3 Construcción del lagrangiano quiral a LO localmente

invariante

En la sección anterior se estableció que el lagrangiano de ChPT a LO, el cual in-
corpora tanto el rompimiento espontáneo como el rompimiento explícito de la simetría
quiral, está dado por

L2 =
F 2
0

4
Tr
(
∂µU ∂

µU †)+ F 2
0B0

2
Tr
(
MU † + UM†) . (3.40)

Con el fin de incorporar de manera sistemática interacciones con campos externos,
se promueve la simetría quiral global a una simetría local. Para preservar la
invarianza local bajo transformaciones quirales, las derivadas parciales se reemplazan por
derivadas covariantes, definidas por

DµA ≡ ∂µA− irµA+ iAlµ, (3.41)
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donde A representa cualquier objeto que transforme bajo el grupo quiral local

A −→ VRAV
†
L .

Bajo estas transformaciones, la derivada covariante satisface

DµA −→ VR(DµA)V
†
L . (3.42)

Ademas se han introducido los campos externos derecho rµ = raµ
λa

2
e izquierdo lµ = laµ

λa

2
,

cuyos tensores de campo se definen como

fRµν ≡ ∂µrν − ∂νrµ − i[rµ, rν ], (3.43)

fLµν ≡ ∂µlν − ∂νlµ − i[lµ, lν ], (3.44)

y satisfacen
Tr(fRµν) = Tr(fLµν) = 0. (3.45)

El rompimiento explícito de la simetría quiral se incorpora mediante la incorporación
del campo:

χ ≡ 2B0(s+ ip), (3.46)

donde s y p son campos externos escalares y pseudoescalares, respectivamente. El rompi-
miento explícito de simetría se recupera al fijar s = M y p = 0.

La construcción del lagrangiano más general a orden O(p2) se basa en el esquema
de conteo quiral (véase la Tabla 2), el cual asigna a cada objeto un orden específico en
potencias de momento.

Objeto Orden quiral
U O(p0)

DµU O(p)
rµ, lµ O(p)

fLµν , fRµν O(p2)
χ O(p2)

Tabla 2: Esquema de conteo quiral.

En particular, si dos objetos A y B transforman como A→ VRAV
†
L y B → VRBV

†
L ,

entonces la traza
Tr(AB†) (3.47)

es invariante bajo transformaciones quirales locales.
La lista completa de bloques de construcción relevantes hasta e incluyendo orden O(p2),
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que transforman como VR · · · V †
L , está dada por

U, DµU, DµDνU, χ, UfLµν , fRµνU. (3.48)

A partir de estos bloques, los invariantes independientes hasta orden O(p2) que pueden
ser construidos son mostrados en la Tabla 3.

Orden quiral Invariantes

O(p0) Tr(UU †) = 3

O(p) Tr(DµU U
†) = −Tr

[
U(DµU)

†] = 0

O(p2) Tr(DµDνU U
†) = −Tr

[
DνU(DµU)

†] = Tr
[
U(DνDµU)

†)
Tr(χU †)

Tr(Uχ†)

Tr(UfLµνU †) = Tr(fLµν) = 0

Tr(fRµν) = 0

Tabla 3: Invariantes quirales hasta orden O(p2).

En consecuencia, el lagrangiano efectivo quiral más general, localmente invariante
bajo el grupo quiral y de paridad intrínseca par, a LO en la expansión quiral, queda
finalmente dado por

L2 =
F 2
0

4
Tr
[
DµU(D

µU)†
]
+
F 2
0

4
Tr
(
χU † + Uχ†) . (3.49)

La combinación Tr(χU † − Uχ†) se excluye debido a su comportamiento impar bajo
la transformación de paridad.

Hasta este punto, el lagrangiano quiral a LO depende únicamente de dos LECs, F0

y B0. Para que ChPT sea predictiva, es necesario fijar el valor de dichas constantes a
partir de la fenomenológica. A LO en la expansión quiral, la constante F0 coincide con la
constante física de decaimiento del pion, Fπ. En consecuencia, F0 puede determinarse a
partir del decaimiento leptónico débil del pion, π+ → µ+νµ, obteniéndose el valor empírico

F0 ≃ Fπ ≃ 92.4 MeV. (3.50)

Las diferencias entre F0, Fπ y FK aparecen únicamente a orden superior, O(p4), y se
asocian al rompimiento explícito de la simetría quiral y a correcciones de loops.
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Por otro lado, la constante B0 está relacionada con el condensado escalar de los
quarks en el vacío y fija la escala de las masas de los bosones pseudo-Goldstone (3.35).
En el límite quiral se tiene la relación

B0 = −
⟨0|q̄q|0⟩
F 2
0

, q̄q ≡ ūu+ d̄d+ s̄s. (3.51)

donde ⟨0|q̄q|0⟩ denota el condensado quiral de los quarks ligeros.

Una vez que las LECs F0 y B0 han sido fijadas, es posible evaluar el alcance y el
poder predictivo de la ChPT. Un ejemplo es la dispersión de piones, ππ → ππ. A LO en
la expansión quiral, ChPT predice de manera unívoca las longitudes de dispersión en los
distintos canales de isoespín, obteniendo

a00 =
7M2

π

32πF 2
π

≈ 0.156, a20 = −
M2

π

16πF 2
π

≈ −0.0454. (3.52)

Estos resultados coinciden exactamente con las predicciones clásicas obtenidas a partir
de álgebra de corrientes y PCAC por Weinberg [2], lo que constituye una verificación
no trivial de la consistencia de la formulación efectiva y del papel central de la simetría
quiral en la dinámica hadrónica de baja energía. Los valores numéricos empleados en la
evaluación anterior son Fπ = 92.4 MeV y Mπ = 139.57 MeV.

3.2.4 ChPT a NLO

El resultado obtenido en la sección anterior constituye un éxito importante de la
ChPT. Sin embargo, aún se encuentra por debajo del valor de referencia extraído de
datos experimentales, aexp

0 = 0.220 ± 0.005 [33], lo que indica la necesidad de incorporar
correcciones de mayor precisión. En el marco de ChPT, una mejora sistemática en la
precisión se logra mediante la inclusión de contribuciones de tipo loop asociadas a los
propagadores de los bosones de Goldstone.

De acuerdo con la fórmula de conteo quiral de Weinberg, el orden quiral D de un
diagrama de Feynman viene dado por

D = nNL − 2NI +
∞∑
k=1

2k N2k, (3.53)

donde n denota la dimensión del espacio–tiempo, NL el número de loops, NI indica el nú-
mero de líneas internas (propagadores) yN2k representa el número de vértices provenientes
del lagrangiano efectivo de orden O(p2k). Esta expresión muestra que las contribuciones
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de loops aparecen por primera vez a orden O(p4) como se visualiza en la Fig. 6. En con-
secuencia, para alcanzar una mayor precisión es necesario construir el lagrangiano quiral
más general al siguiente orden, denotado por L4.

2k

D = 0−0+2k = 2k =
{
2, para k = 1.

2k 2k

D = 4−2(2)+2(2k) = 4k =
{
4, para k = 1.

Figura 6: Ejemplos ilustrativos del conteo quiral. A la izquierda se muestra un diagrama
de contacto a cuatro puntos proveniente de un vértice del lagrangiano L2k, que contribuye
a orden O(p2k). A la derecha se presenta un diagrama con un lazo construido a partir de
dos vértices del mismo orden, cuya contribución aparece a orden O(p4k).

Siguiendo el conteo quiral discutido en la sección anterior, el lagrangiano efectivo a
orden O(p4) puede escribirse como

L4 =
10∑
i=1

LiOi +
2∑

j=1

Hj Ocontacto
j , (3.54)

donde

O(4)
1 =

{
Tr
[
(DµU)(D

µU)†
]}2

, (3.55)

O(4)
2 = Tr

[
(DµU)(DνU)

†]Tr
[
(DµU)(DνU)†

]
, (3.56)

O(4)
3 = Tr

[
(DµU)(D

µU)†(DνU)(D
νU)†

]
, (3.57)

O(4)
4 = Tr

[
(DµU)(D

µU)†
]
Tr
(
χU † + Uχ†), (3.58)

O(4)
5 = Tr

[
(DµU)(D

µU)†(χU † + Uχ†)
]
, (3.59)

O(4)
6 =

[
Tr
(
χU † + Uχ†)]2, (3.60)

O(4)
7 =

[
Tr
(
χU † − Uχ†)]2, (3.61)

O(4)
8 = Tr

(
Uχ†Uχ† + χU †χU †), (3.62)

O(4)
9 = − iTr

[
fR
µν(D

µU)(DνU)† + fL
µν(D

µU)†(DνU)
]
, (3.63)
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O(4)
10 = Tr

(
UfL

µνU
†fµν

R

)
, (3.64)

OH1 = Tr
(
fR
µνf

µν
R + fL

µνf
µν
L

)
, (3.65)

OH2 = Tr
(
χχ†). (3.66)

Nótese que una mayor precisión requiere de un mayor número de LECs, en este caso Li, Hi

y por lo tanto, un incremento en la complejidad para fijar las nuevas LECs a partir de
información fenomenológica o de otros métodos no perturbativos.

Por otro lado, algunas de las contribuciones de loops mencionadas anteriormente
corresponden a integrales ultravioleta divergentes. En consecuencia, se requiere de un
método de regularización y renormalización que permita absorber dichos infinitos. Aunque
ChPT no es una teoría renormalizable en el sentido tradicional de la QFT, sí lo es en el
contexto de una EFT, en el cual las divergencias pueden eliminarse orden por orden en
la expansión quiral mediante la incorporación de contraterminos adecuados.

Dado que las contribuciones de loops surgen a orden O(p4), las divergencias ultra-
violetas correspondientes a este orden no pueden ser absorbidas por las LECs F0 y B0 que
surgen del lagrangiano L2. En su lugar, dichas divergencias deben ser absorbidas por las
LECs Li (i = 1, . . . , 10) y Hi que acompañan a los operadores del lagrangiano L4.

Bajo la elección de un esquema de regularización y renormalización —típicamente
la regularización dimensional—, las constantes Li y Hi se introducen inicialmente co-
mo cantidades desnudas. Por lo tanto, las divergencias ultravioletas provenientes de los
diagramas de loops se absorben mediante la redefinición de las LECs

Li = Lr
i +

Γi

32π2
R, i = 1, . . . , 10, (3.67)

Hi = Hr
i +

∆i

32π2
R, i = 1, 2, (3.68)

R =
2

n− 4
− [ln(4π) + γE + 1] . (3.69)

Lr
i (µ) denotan las constantes renormalizadas, las cuales dependen de la escala de re-

normalización µ; Γi y ∆i son coeficientes numéricos fijados de manera que cancelan las
divergencias ultravioletas, y γE es la constante de Euler. Los valores numéricos de las
constantes Li se presentan en la Tabla 4.

Al incluir de forma conjunta las correcciones de orden O(p4), tanto de tipo loop
como a nivel árbol, se obtiene

a00 = 0.200 , (3.70)
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Γi Lr
i (×10−3)

3/32 Lr
1 = 0.4± 0.3

3/16 Lr
2 = 1.35± 0.3

0 Lr
3 = −3.5± 1.1

1/8 Lr
4 = −0.3± 0.5

3/8 Lr
5 = 1.4± 0.5

11/144 Lr
6 = −0.2± 0.3

0 Lr
7 = −0.4± 0.2

5/48 Lr
8 = 0.9± 0.3

1/4 Lr
9 = 6.9± 0.7

−1/4 Lr
10 = −5.5± 0.7

Tabla 4: Valores numéricos de las LECs renormalizadas Lr
i , tomados de la compilación

fenomenológica presentada por Schere/Schindle [2]. Determinaciones más recientes para
las LECs Lr

4, Lr
5, Lr

6 y Lr
8 pueden encontrarse en la colaboración FLAG [3], basadas en

simulaciones de Lattice QCD.

lo que representa una corrección del orden del 28% con respecto al resultado a LO. Este
valor resulta significativamente más cercano al valor de referencia aexp

0 extraído de datos
experimentales, véase [2].

Finalmente, cerramos esta sección señalando que, a NNLO, O(p6), el lagrangiano
efectivo contiene 90 términos independientes, así como 4 términos de contacto, cada uno
acompañado por una LEC. Remitimos al lector a la Ref. [34] para una discusión detallada.

3.2.5 Formalismo no lineal del lagrangiano quiral a orden

O(p2)

El formalismo empleado en esta sección se basa en la realización no lineal del gru-
po quiral desarrollada por Callan, Coleman, Wess y Zumino [35]. Seguimos la notación
estándar construida a partir de los bloques quirales uµ y χ±, tal como se presenta en la
Ref. [36]. Con el fin de facilitar la lectura, algunos de los pasos intermedios se escriben de
forma explicita y detallada que en ocasiones suelen omitirse en la literatura.

Será conveniente introducir una nueva parametrización del campo quiral, definida
mediante la relación

u2 ≡ U. (3.71)
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En consecuencia, en lo que resta de esta sección nos proponemos reescribir el lagran-
giano (3.49) en términos de esta nueva parametrización. Para ello, comenzaremos expre-
sando el campo u(x) en función de los campos de Goldstone, los cuales fueron introducidos
previamente en la Ec. (3.14):

u(x) = exp

(
i
Φ(x)√
2F0

)
, (3.72)

donde, por construcción, u(x) ∈ SU(3). El campo u(x) puede interpretarse como un
representante del espacio cociente SU(3)L × SU(3)R / SU(3)V .

Dado que el campo U transforma bajo el grupo quiral como

U −→ RU L†, (3.73)

se sigue que el campo u transforma de la forma

u −→ Ruh†(ϕ) = h(ϕ)u g†L, (3.74)

donde h(ϕ) ∈ SU(3)V y depende de las coordenadas del espacio-tiempo. En consecuen-
cia, u(x) no transforma linealmente bajo el grupo quiral completo, sino que realiza una
representación no lineal de SU(3)L × SU(3)R.

Se define el vector quiral como

uµ ≡ i u†DµU u
†, (3.75)

del cual se sigue inmediatamente que transforma linealmente bajo el subgrupo vectorial,

uµ
G−→ h(ϕ)uµ h

†(ϕ). (3.76)

A partir de la definición (3.75)

uµ = i u†Dµ(u
2)u†

= i u†
[
(∂µu)u+ u(∂µu)− irµu2 + iu2lµ

]
u†

= i
[
u†(∂µu) + (∂µu)u

† − iu†rµu+ iulµu
†]

uµ = i
{
u†(∂µ − irµ)u− u(∂µ − ilµ)u†

}
. (3.77)

Este objeto satisface además la propiedad de hermiticidad,

uµ = u†µ (3.78)
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la cual puede verificarse explícitamente como sigue:

u†µ =
(
i u†DµU u

†)† ,
=− i u

(
DµU

†) u,
=− i u

(
−U †(DµU)U

†) u,
=− i u

(
−u†u†(DµU)u

†u†
)
u,

=i u†(DµU)u
†,

u†µ =uµ. (3.79)

donde hemos utilizado

Dµ(UU
†) = DµI = 0,

(DµU)U
† + U(DµU

†) = 0,

⇒ DµU
† = −U †(DµU)U

†, (3.80)

Por lo tanto, el término cinético de la Ec. (3.49) puede reescribirse como

Tr(DµUD
µU †) = Tr

[
(uu†)DµU(u

†u)DµU †]
= Tr

[
u†DµUu

† uDµU †u
]

= Tr[(−iuµ)(+iuµ)] = Tr(uµu
µ). (3.81)

Definamos ahora
χ± ≡ u†χu† ± uχ†u, (3.82)

las cuales transforman covariantemente bajo el subgrupo vectorial,

χ± −→ h(ϕ)χ± h
†(ϕ). (3.83)

En consecuencia,
χ†
+ = χ+, χ†

− = −χ−. (3.84)

Por lo tanto, el segundo término de la Ec. (3.49), toma la forma:

Tr(χU † + Uχ†) =Tr
(
χu†u†

)
+ Tr

(
uuχ†) ,

=Tr(u†χu† + uχ†u),

T r(χU † + Uχ†) =Tr(χ+). (3.85)
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En consecuencia, el lagrangiano quiral a LO O(p2) adopta la forma

L2 =
F 2
0

4
Tr(uµu

µ + χ+) . (3.86)

3.2.6 El sector de paridad intrínseca impar en ChPT

Hasta el momento, la formulación estándar de la ChPT en el sector mesónico se
limita únicamente al sector de paridad intrínseca par, lo cual restringe su aplicabilidad a
procesos en los que interviene un número par de bosones pseudoescalares. En consecuencia,
fenómenos como π0 → γγ, el vértice anómalo γ∗ → 3π (observable en presencia de campos
externos o fotones virtuales) y reacciones hadrónicas del tipo KK̄ → 3π, no pueden ser
descritos dentro de este marco utilizando únicamente el sector par del lagrangiano quiral.

Por otra parte, el lagrangiano quiral (3.86) posee simetrías adicionales que no están
presentes en la QCD subyacente, como se discute en [17]. Estas inconsistencias se corrigen
mediante la incorporación de la acción anómala de Wess–Zumino–Witten (WZW) [37, 17],
la cual codifica la anomalía quiral de QCD a nivel de la EFT. La acción de WZW per-
mite describir procesos con un número impar de bosones pseudoescalares, definiendo así
el sector de paridad intrínseca impar, el cual comienza apartir de O(p4) en la expansión
quiral. Aunque este sector se clasifica como de paridad intrínseca impar, el lagrangiano
resultante es invariante bajo paridad física, propiedad que se garantiza mediante la pre-
sencia explícita del tensor antisimétrico de Levi-Civita, el cual transforma con un signo
menos bajo paridad y compensa el comportamiento del resto de los campos.

La acción de Wess–Zumino puede escribirse como

SWZ =

∫
M5

ωijklm dΣ
ijklm, (3.87)

donde M5 es una variedad de cinco dimensiones cuyo borde corresponde al espacio–tiempo
físico. El integrando adopta la forma explícita

ωijklm dΣ
ijklm = − i

240π2
dΣijklm Tr

(
U−1∂U

∂yi
U−1 ∂U

∂yj
U−1 ∂U

∂yk
U−1∂U

∂yl
U−1 ∂U

∂ym

)
, (3.88)

con yi (i = 1, . . . , 5) las coordenadas en M5 y U el campo quiral. Esta acción reproduce
correctamente la anomalía quiral de QCD dentro del marco de la EFT.

Es posible acoplar la acción (3.88) a campos gauge externos promoviendo la sime-
tría quiral global a una simetría local. En el caso del electromagnetismo, esto se realiza
introduciendo el campo gauge Aµ y reemplazando las derivadas ordinarias por derivadas
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covariantes. La acción gauge invariante resultante esta dada por

S(U,Aµ)WZW = SWZ − e
∫
d4xAµJ

µ+

+
ie2

24π2

∫
d4x ϵµναβ(∂µAν)Aα Tr

[
Q2(∂βU)U

−1 +Q2U−1(∂βU) +QUQU−1(∂βU)U
−1
]
,

(3.89)

donde Q es la matriz de cargas eléctricas de los quarks , definida en la Ec. (2.117) y Jµ

es la corriente electromagnética asociada.
Esta última expresión contiene una contribución que describe el proceso π0 → γγ. Al
expandir el campo quiral U y retener únicamente términos correspondiente el campo π0,
se obtiene el término efectivo

Lπ0γγ =
ne2

48π2Fπ

π0 ϵµναβFµνFαβ, (3.90)

donde Fµν es el tensor de campo electromagnético.

El coeficiente entero n no constituye un parámetro libre, a diferencia de las LECs F0

y B0, sino que queda completamente determinado por la anomalía quiral. Al comparar este
resultado con el cálculo realizado en QCD mediante diagramas triangulares de corrientes
axial–vector [38], se encuentra que ambos coinciden cuando

n = Nc, (3.91)

donde Nc es el número de colores. De este modo, la acción de Wess–Zumino–Witten
reproduce correctamente la estructura anómala de QCD en el régimen de bajas energías.

Cabe señalar que el acoplamiento a campos externos no se limita al electromag-
netismo. En general, es posible introducir fuentes gauge externas arbitrarias asociadas a
subgrupos de SU(3)L×SU(3)R, lo que permite estudiar extensiones, como acoplamientos
electrodébiles. Para más detalles, véase [17].

En el siguiente orden, O(p6), de la expansión quiral en el sector de paridad intrínseca
impar, el lagrangiano efectivo fue clasificado sistemáticamente en la Ref. [39], donde se
identificaron 23 operadores independientes para el caso de tres sabores ligeros (Nf = 3).
Más recientemente, en la Ref. [40], este sector se extendió hasta O(p8), derivándose la base
completa de operadores. En particular, al restringirse a estructuras sin traza singlete, se
obtuvieron 705 términos independientes para Nf = 3.

Finalmente, el lagrangiano efectivo más general de la ChPT puede descomponerse
en la suma de dos contribuciones, correspondientes a los sectores de paridad intrínseca
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par e impar,
LChPT = Leven + Lodd . (3.92)

El sector de paridad intrínseca par admite una expansión en potencias del momento
externo (o, equivalentemente, en derivadas) de la forma

Leven = L2 + L4 + L6 + · · · , (3.93)

mientras que el sector de paridad intrínseca impar comienza a orden O(p4) y puede escri-
birse como

Lodd = Lodd
4 + Lodd

6 + Lodd
8 + · · · . (3.94)

3.3 Teoría de Perturbación Quiral con

Resonancias (Resonance Chiral Theory, RχT)

Como se ha mencionado anteriormente, a medida que la energía se aproxima a la
región de 1 GeV, el espectro hadrónico presenta estados resonantes, caracterizados por la
aparición de picos bien definidos en las secciones eficaces. La posición del máximo de estos
picos está asociada a la masa de la resonancia, mientras que su anchura está relacionada
con su ancho de decaimiento Γ. En consecuencia, estas resonancias deben incorporarse
explícitamente como grados de libertad en la descripción efectiva de QCD.

Una teoría en esta dirección es la Teoría de Perturbación Quiral con Resonancias
(Resonance Chiral Theory, RχT ), cuyo objetivo es extender el rango de aplicabilidad de
ChPT mediante la inclusión explícita de resonancias hadrónicas. A diferencia de ChPT,
que puede formularse como una EFT ordenada, sistemática y renormalizable orden por
orden en una expansión quiral, RχT no admite, en general, una organización estricta en
potencias de momentos externos.

Sin embargo, RχT proporciona una descripción efectiva hadrónica útil en el régimen
de energías intermedias, cuya construcción está fuertemente motivada por la expansión en
1/Nc de QCD y por sus simetrías quirales subyacentes. En el límite large-Nc, la dinámica
mesónica se describe a nivel árbol por un lagrangiano local efectivo con un espectro que
contiene una torre infinita de estados resonantes estables, es decir de ancho nulo. En la
práctica, se trabaja con una aproximación en la que sólo se retiene un número finito de
resonancias; este truncamiento se considera razonable a bajas energías, donde se espera
que la contribución de resonancias más pesadas esté suprimida.
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No obstante, la ausencia de una escala de corte efectiva definida, análoga a Λχ

en ChPT, impide interpretar el lagrangiano truncado con resonancias como una teoría
efectiva bien definida en el sentido usual. Más bien, se trata de un modelo fenomenológico
inspirado en QCD que busca reproducir tantas características de esta teoría fundamental
como sea posible [41].
A pesar de la ausencia de un conteo quiral estricto, el lagrangiano de RχT posee una
estructura general bien definida y puede descomponerse, al igual que ChPT, en sectores
de paridad intrínseca par e impar,

LRχT = Leven
RχT + Lodd

RχT . (3.95)

En el sector de paridad intrínseca par, a LO en la expansión 1/Nc y considerando
únicamente el primer multiplete de resonancias vectoriales con un número mínimo de
derivadas compatible con la simetría quiral, se tiene

LχV = L(2)
χ + L(2)

V + Lkin(V ), (3.96)

donde L(2)
χ coincide con la expresión dada en (3.86), mientras que L(2)

V describe la interac-
ción de las resonancias vectoriales con los bosones de pseudo-Goldstone y con las fuentes
externas, dada por:

L(2)
V =

FV

2
√
2

Tr(Vµνfµν
+ ) + i

GV√
2

Tr(Vµνuµuν) , (3.97)

siendo FV y GV LECs del sector vectorial en RχT . Los tensores fµν
± se definen como

fµν
± = uF µν

L u† ± u†F µν
R u, (3.98)

con

F µν
L = ∂µℓν − ∂νℓµ − i[ℓµ, ℓν ], (3.99)

F µν
R = ∂µrν − ∂νrµ − i[rµ, rν ], (3.100)

donde ℓµ y rµ denotan las fuentes externas izquierda y derecha, respectivamente.

El término cinético de las resonancias vectoriales, descritas en el formalismo de
campos antisimétricos, viene dado por

Lkin(V ) = −1

2
Tr
(
∇λVλµ∇νV

νµ − M2
V

2
VµνV

µν

)
, (3.101)
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donde MV es la masa del octete vectorial y

∇µV = ∂µV + [Γµ, V ], (3.102)

es la derivada covariante definida para garantizar la invariancia quiral (véase el apéndice
B.2) bajo la transformación

V
G−→ h(ϕ, g)V h†(ϕ, g). (3.103)

Finalmente, Γµ corresponde a la conexión natural en el espacio cociente G/H y esta dada
por

Γµ =
1

2

{
u†(∂µ − irµ)u+ u(∂µ − iℓµ)u†

}
. (3.104)

Nótese que, aunque las resonancias se introducen como campos pesados con masa
MV ∼ O(p0) y no forman parte de la expansión quiral estándar de ChPT, los operadores
en L(2)

V contribuyen a O(p2). En consecuencia, el intercambio de resonancias a nivel árbol
induce contribuciones efectivas de orden O(p4) en el lagrangiano puramente quiral una
vez que los campos resonantes son integrados [18]. La representación explícita de las
resonancias vectoriales se escribe como sigue:

Vµν =


1√
2
ρ0 + 1√

6
ω8 ρ+ K∗+

ρ− − 1√
2
ρ0 + 1√

6
ω8 K∗0

K∗− K̄∗0 − 2√
6
ω8


µν

. (3.105)

Por otro lado, el lagrangiano en el sector de paridad intrínseca impar fue introducido
por primera vez en la Ref. [19], escrito como

Lodd
V =

7∑
a=1

ca
MV

Oa
V JP +

4∑
a=1

daOa
V V P , (3.106)

donde los operadores Oa
V V P están dados por

O1
V V P =ϵµνρσ Tr ({V µν , V ρα}∇αu

σ) , (3.107)

O2
V V P =iϵµνρσ Tr ({V µν , V ρσ}χ−) , (3.108)

O3
V V P =ϵµνρσ Tr ({∇αV

µν , V ρα}uσ) , (3.109)

O4
V V P =ϵµνρσ Tr ({∇σV µν , V ρα}uα) . (3.110)

Estos operadores describen la interacción entre dos resonancias vectoriales y una pseu-
doscalar (V V P ).
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Por otra parte, los operadores Oa
V JP dados por

O1
V JP =ϵµνρσ Tr ({V µν , fρσ

+ }∇αu
σ) , (3.111)

O2
V JP =ϵµνρσ Tr ({V µα, fρσ

+ }∇αu
ν) , (3.112)

O3
V JP =iϵµνρσ Tr ({V µν , fρσ

+ }χ−) , (3.113)

O4
V JP =iϵµνρσ Tr (V

µν [fρσ
− , χ+]) , (3.114)

O5
V JP =ϵµνρσ Tr ({∇αV

µν , fρα
+ }uσ) , (3.115)

O6
V JP =ϵµνρσ Tr ({∇αV

µα, fρσ
+ }uν) , (3.116)

O7
V JP =ϵµνρσ Tr ({∇σV µν , fρα

+ }uα) , (3.117)

describen la interacción entre una resonancia vectorial, una fuente vectorial externa y una
pseudoscalar (V JP ).
Las constantes ca y da son LECs que pueden restringirse utilizando el límite de gran-Nc y
de la compatibilidad con el comportamiento a cortas distancias de QCD [19], resultando

c1 = −4c3, (3.118)

c2 = c5 − 4c3, (3.119)

c6 = c5 −
NCMV

64π2
√
2FV

, (3.120)

d1 + 8 d2 = −
NCM

2
V

64π2F 2
V

+
F 2

4F 2
V

, (3.121)

d3 = −
NCM

2
V

64π2F 2
V

+
F 2

8F 2
V

, (3.122)

F 2
V = 2F 2. (3.123)

Más recientemente, la Ref. [42] ha proporcionado un conjunto actualizado de res-
tricciones de altas energías

d1 + 8 d2 = −
NCM

2
V

64π2F 2
V

+
F 2

8F 2
V

, (3.124)

d3 = −
NCM

2
V

64π2F 2
V

, (3.125)

F 2
V = 3F 2. (3.126)

Por lo tanto, el lagrangiano total

L = LχV + Lodd
V , (3.127)
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es suficiente para describir el proceso de decaimiento ρ0 → π0π0γ a nivel árbol. Interac-
ciones que no son relevantes para este estudio, tales como aquellas que involucran una
resonancia vectorial, resonancias axiales y un pseudoscalar, entre otras, se discuten en las
Refs. [18, 41, 43, 44, 45, 46].

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 4

Descripción del decaimiento
ρ0→ π0π0γ en el marco de la Teoría

de perturbación Quiral con
Resonancias

El proceso de decaimiento ρ→ π0π0γ ha sido ampliamente estudiado en la literatura.
La primera medición del BR(ρ0 → π0π0γ) se obtuvo a partir del proceso e+e− → π0π0γ

a energías por debajo de 1 GeV [47]. Este proceso ha sido descrito teóricamente dentro
del marco de la dominancia de mesones vectoriales (VMD), incluyendo contribuciones de
lazos de kaones y estados escalares intermedios, como el mesón σ [48, 49, 50, 51, 52]. No
obstante, a pesar de estos avances, los modelos existentes no logran reproducir de mane-
ra satisfactoria los resultados experimentales, persistiendo una discrepancia significativa
con los datos observados. En este contexto, se han realizado esfuerzos adicionales [53]
mediante la inclusión de estados intermedios adicionales, como el f0(600) (actualmente
denominado f0(500)); sin embargo, incluso con estas extensiones, la predicción teórica
permanece alejada del valor experimental.

Con el objetivo de explorar posibles contribuciones adicionales que permitan esclare-
cer esta discrepancia, analizamos el proceso de decaimiento ρ0 → ωπ0 → π0π0γ dentro del
marco de la RχT , poniendo especial énfasis en el papel de las constantes de acoplamiento
aún desconocidas.

Los resultados presentados en este capítulo se encuentran parcialmente publicados
en la Ref. [23].
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4.1 Vértice de interacción ρ0ω0π0

La regla de Feynman para el vértice de interacción Vρωπ fuera de la masa de capa
(off–shell) se obtiene a partir de los operadores VVP de la ecuación (3.106), tras restringir
el espacio de campos únicamente a los grados de libertad relevantes (ρ, ω, π) y despreciar
términos de orden superior, se obtiene:

ϕ(x) =
π√
2
diag(1,−1, 0), (4.1)

u(ϕ) = diag
(
1 + i

π

2F
, 1− i π

2F
, 1
)
, (4.2)

V µν =
1√
2
diag (ωµν + ρµν , ωµν − ρµν , 0) , (4.3)

∇αV
µν =

1√
2
diag (∂αω

µν + ∂αρ
µν , ∂αω

µν − ∂αρµν , 0) , (4.4)

uµ =
∂µπ

F
diag(−1, 1, 0), (4.5)

∇αuµ =
∂α∂µπ

F
diag(−1, 1, 0), (4.6)

χ− = −2 i m2
π

F
π diag(1,−1, 0), (4.7)

donde diag denota una matriz diagonal; por ejemplo

diag(a1, a2, a3) ≡

a1 0 0

0 a2 0

0 0 a3

 . (4.8)

En consecuencia, los operadores VVP1 dados por (3.107)–(3.110) adoptan la siguien-
te forma:

Õ1
ρωπ = − 2

F
ϵµνδσ

(
ρµνωδα + ρδαωµν

)
∂α∂

σπ, (4.9)

Õ2
ρωπ =

8m2
π

F
ϵµνδαρ

µνωδαπ, (4.10)

Õ3
ρωπ = − 2

F
ϵµνδσ

(
∂αρ

µνωδα + ∂αω
µνρδα

)
∂σπ, (4.11)

Õ4
ρωπ = − 2

F
ϵµνδσ

(
∂σρµνωδα + ∂σωµνρδα

)
∂απ. (4.12)

1A partir de este punto, los subíndices ρ, ω, γ y π en Õ se utilizarán exclusivamente como etiquetas
identificadoras y no deberán interpretarse como índices tensoriales.
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A partir de estas expresiones, la regla de Feynman para el vértice ρωπ off-shell (véase
la Fig. 7) se obtiene de manera directa

V µν δα
ρωπ =

4∑
j=1

djVµνδα
jρωπ , (4.13)

donde

Vµν δα
1 ρωπ =

2

F
(ϵµνδλPα + ϵµλδαP ν)Pλ, (4.14)

Vµν δα
2 ρωπ =

8m2
π

F
ϵµνδα, (4.15)

Vµν δα
3 ρωπ =

2

F
(ϵµνδλQα + ϵµλδαqν)Pλ, (4.16)

Vµν δα
4 ρωπ =

2

F
(ϵµνδλQλP

α + ϵµλδαqλP
ν). (4.17)

ρ0(µν)

π0

ω0
(δα)

Q

q

P

Figura 7: Convención de momentos e índices de Lorentz en el vértice de interacción ρ0ω0π0.
Las flechas indican la dirección de aniquilación.

4.1.1 Vértice ρ0ω0π0 en la aproximación on-shell

Más adelante se mostrará que la descripción del decaimiento ρ0 → π0π0γ dentro
del marco de la RχT se ve obstaculizada por su dependencia en un conjunto de LECs
cuyos valores permanecen desconocidos hasta el día de hoy en la literatura. Por otro lado,
en la Ref. [22] se emplean vértices de interacción evaluados en la aproximación on-shell,
mostrando que es posible reducir el número de grados de libertad asociados a las LECs.
Por aproximación on-shell nos referimos a la aplicación de la regla de Feynman de un
vértice bajo la suposición de que todas las partículas externas se encuentran on-shell,
incluso cuando una de las piernas del diagrama corresponde a una línea interna, es decir,
a una partícula virtual (off-shell).
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Esta observación nos motivó a seguir la misma estrategia de análisis y, en consecuencia,
a calcular los vértices correspondientes a nuestro proceso en la aproximación on-shell.

Para construir el vértice ρ0ω0π0 en la aproximación on-shell, consideraremos el pro-
ceso ρ0(Q) → ω0(q), π0(P ), suponiendo que todas las partículas se encuentran on-shell.
Esto implica que sus cuatro-momentos satisfacen las relaciones:

Q2 =m2
ρ, (4.18)

q2 =m2
ω, (4.19)

P 2 =m2
π. (4.20)

Por lo tanto la amplitud de Feynman2 puede escribirse como:

Mρ→ωπ = gρωπ ϵµναβ
2Qνϵβρ
mρ

2qµϵαω
mω

, (4.21)

donde ϵρ y ϵω son los vectores de polarización de los mesones ρ y ω, respectivamente. A
partir de la expresión anterior, la regla de Feynman on-shell para el vértice3 ρ-ω-π viene
dada por

V µν δα
ρωπon-shell

= gρωπ ϵ
δµαν , (4.22)

donde

gρωπ =
m2

π (d1 + 8d2) + d3
(
m2

ρ +m2
ω −m2

π

)
F

. (4.23)

Como puede apreciarse, el vértice on-shell (4.22) depende de una combinación es-
pecífica de LECs que, de acuerdo con la Sección 3.3, es bien conocida. En consecuencia,
esta cantidad queda completamente determinada.

4.1.2 Vértice de interacción ω0γπ0

Siguiendo el procedimiento descrito en la Sección 4.1, a continuación calculamos el
vértice de interacción que involucra a las partículas ω, π y γ a partir de los operadores
VJP dados en las Ecs. (3.111)-(3.117). Para ello, restringimos el contenido del espacio
de campos a los grados de libertad relevantes, π, γ y ω, descartando las contribuciones
asociadas a otros campos y despreciando términos de orden superior. Como resultado, se
obtiene

V µν =
ωµν

√
2
diag(1, 1, 0), (4.24)

2La reducción de estructuras tensoriales se realizaron utilizando la librería FeynCalc [54, 55].
3Los índices tensoriales se asignan de acuerdo con la Fig. 7.
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F̄ δα ≡ ∂δAα − ∂αAδ, (4.25)

F δα
+ =

2

3
eF̄ δαdiag(2,−1,−1), (4.26)

F δα
− = 0, (4.27)

∇αV
µν =

∂αω
µν

√
2
diag(1, 1, 0), (4.28)

χ+ = 2m2
π diag(1, 1,−1). (4.29)

En consecuencia, los operadores VJP, toman la forma

Õ1
ωγπ = −2

√
2 e

F
ϵµνδσF̄

δαωµν∂α∂
σπ, (4.30)

Õ2
ωγπ = −2

√
2 e

F
ϵµνδσF̄

δσωµα∂α∂
νπ, (4.31)

Õ3
ωγπ =

4
√
2 e m2

π

F
ϵµνδσF̄

δσωµνπ, (4.32)

Õ4
ωγπ = 0, (4.33)

Õ5
ωγπ = −2

√
2 e

F
ϵµνδσF̄

δα∂αω
µν∂σπ, (4.34)

Õ6
ωγπ = −2

√
2 e

F
ϵµνδσF̄

δσ∂αω
µα∂νπ, (4.35)

Õ7
ωγπ = −2

√
2 e

F
ϵµνδσF̄

δα∂σωµν∂απ. (4.36)

Por lo tanto, la regla de Feynman correspondiente al vértice4 ω0π0γ (Fig. 8) viene dada
por

V µν l
ωγπ =

7∑
a=1

cj
MV

Vµν l
jωπγ, (4.37)

donde

Vµν l
1ωγπ =

2
√
2e i

F
(ϵµνlλkαP

α − ϵµναλkαP l)Pλ, (4.38)

Vµν l
2ωγπ =

4
√
2e i

F
ϵµδλlkδPλP

ν , (4.39)

Vµν l
3ωγπ =

8
√
2e i m2

π

F
ϵµνlλkλ, (4.40)

Vµν l
4ωγπ = 0, (4.41)

Vµν l
5ωγπ =

2
√
2e i

F
(ϵµνlλkαq

α − ϵµναλkαql)Pλ, (4.42)

4La asignación de los índices de Lorentz µ, ν y l se realiza de acuerdo con la Fig. 8.

José Abraham Barajas Aguilar



Capítulo 4. Descripción del decaimiento ρ0 → π0π0γ dentro de RχT 57

Vµν l
6ωγπ =

4
√
2e i

F
ϵµλlαkαq

νPλ, (4.43)

Vµν l
7ωγπ =

2
√
2e i

F
(ϵµνlλkαP

α − ϵµναλkαP l)qλ. (4.44)

ω0
(µν)

π0

γ(l)

q

k

P

Figura 8: Convención de momentos e índices de Lorentz para el vértice ω0γπ0. Las flechas
indican la dirección de aniquilación..

4.1.3 Vértice ω0γπ0 en la aproximación on-shell

Esta sección sigue de cerca el procedimiento presentado en la Sección 4.1.1. El vértice
on-shell puede obtenerse a partir del decaimiento ω0 → π0γ. Este proceso ya fue estudiado
en la Ref. [19], donde además se determina la amplitud de Feynman correspondiente. A
continuación citamos su expresión

Mω0→π0γ = e gωπϵαβρσk
σ 2ϵ

α
ωq

ρ

mω

ϵβγ , (4.45)

donde gωπ, al utilizar las Ecs. (3.118)–(3.120), puede escribirse

gωπ =
Nc

32π2FV F
m2

ω. (4.46)

Por lo tanto, el vértice on-shell está dado por

V µν l
ωγπ on shell = egωπ ϵµlνσk

σ, (4.47)

lo cual coincide con la expresión reportada en la Ref. [22].
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4.2 Decaimiento de ρ0 en π0π0γ

En esta sección analizamos el proceso ρ0 → π0π0γ utilizando el lagrangiano dado en
la Ec. (3.127). A orden árbol, la amplitud de FeynmanM se calcula a partir del diagrama
mostrado en la Fig. 9. En particular, se requiere la regla de Feynman correspondiente al
vértice V JP , así como al vértice V V P , en el cual la resonancia ω es intercambiada como
partícula virtual. Nuestros resultados muestran que el BR(ρ0 → π0π0γ) depende de la
combinación específica de LECs c57 ≡ c5 + c7 y d4. Con el fin de reducir el número de
acoplamientos desconocidos, es posible emplear el vértice on-shell ρωπ, el vértice on-shell
ωπγ, o bien considerar ambos vértices on-shell.

ρ0

π0

γ

π0

ω + permutación cíclica de {π0, π0}

Figura 9: Diagrama de Feynman a orden árbol para el proceso ρ0(Q)→ π0(P1) π
0(P2) γ(k),

mediado por una resonancia ω virtual.

4.2.1 Escenario 1: El decaimiento ρ0 → π0π0γ mediante vértices

puramente on-shell

En este escenario analizamos el BR suponiendo ambos vértices on-shell, tal como
se definen en las Ecs. (4.22) y (4.47). La amplitud de Feynman asociada viene dada por

M = M|q=P1+k +M|q=P2+k , (4.48)

donde

M|q =
8 e gρ gωπρ

mρ(M2
V − q2)M2

V

[(ϵγ · ϵρ) f1 + (ϵρ · k) (ϵγ · f2) + (ϵρ · q) (ϵγ · f3)] , (4.49)

y

f1 = (k · q) (q ·Q)−M2
V (k ·Q) , (4.50)
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fα
2 =M2

VQ
α − qα (q ·Q) , (4.51)

fα
3 = qα (k ·Q)−Qα (k · q) . (4.52)

Los productos escalares pueden reescribirse en términos de las variables de Mandelstam
m como sigue:

Q · P1 =
m2

ρ +m2
π −m23

2
, (4.53)

Q · k =
m2

ρ −m12

2
, (4.54)

Q · P2 =
m2

ρ +m2
π −m31

2
, (4.55)

k · P2 =
m23 −m2

π

2
, (4.56)

P1 · P2 =
m12 − 2m2

π

2
, (4.57)

donde

m31 ≡ (k + P1)
2, (4.58)

m23 ≡ (k + P2)
2, (4.59)

m12 ≡ (P1 + P2)
2. (4.60)

Dado que solo dos de las tres variables de Mandelstam son independientes, la cine-
mática del proceso queda completamente determinada por un par de ellas. En este trabajo
se eligen m12 y m23; por lo tanto, el BR se calcula como

BR(ρ0 → π0π0γ) =
1

Γρ

1

(2π)3
1

32m3
ρ

∫ (mρ−mπ)2

m2
π

∫ m23+

m23−

X dm12 dm23, (4.61)

donde

X =
1

3

3∑
r=1

2∑
s=1

| M |2, (4.62)

y Γρ denota el ancho total de decaimiento. Los valores mínimos y máximos permitidos de
m12 y m23 delimitan la región del llamado diagrama de Dalitz (Fig. 10), definida por las
siguientes relaciones:

m23± = (E∗
2 + E∗

3)
2 −

(
E∗

2 ∓
√
E∗2

3 −m2
π

)2

, (4.63)

E∗
2 =

m12 −m2
π

2
√
m12

, (4.64)
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E∗
3 =

m2
ρ −m12 −m2

π

2
√
m12

. (4.65)

Por lo tanto, la predicción del BR5 al considerar ambos vértices on-shell y aplicar las
restricciones (3.121)–(3.123) conduce al valor

BR(ρ0 → π0π0γ)on shell = 2.111(10)× 10−4, (4.66)

mientras que, al emplear las restricciones (3.124)–(3.126), se obtiene

BR(ρ0 → π0π0γ)on shell = 1.606(6)× 10−4. (4.67)

Los valores de las masas de los mesones y de sus anchos de decaimiento utilizados han
sido extraídos del Particle Data Group [1]: mω = 782.66(13)MeV, mρ = 775.26(23)MeV,
mπ = 134.9768(5)MeV, Γρ = 147.4(8)MeV y Γω = 8.68(13)MeV. Asimismo, de la
Ref. [19] se adoptan los valores MV = mρ, FV = 92.4MeV y Nc = 3. Los números
entre paréntesis indican las incertidumbres.

0.1 0.2 0.3 0.4 0.5 0.6

0.0

0.1

0.2

0.3

0.4

m12(GeV
2)

m
23
(G
eV

2
)

Figura 10: Región cinemáticamente permitida (Diagrama de Dalitz) para el decaimiento
ρ0 → π0π0γ, delimitada por las curvas azul y naranja, que corresponden a los límites
cinemáticos superior e inferior dados por la Ec. (4.63).

La incertidumbre propagada mostrada en las ecuaciones (4.67) y (4.66) se ha es-
timado del siguiente modo. Los parámetros de entrada tomados del PDG poseen una
incertidumbre σ; en consecuencia, la evaluación se realiza empleando el valor central de
todos los parámetros, así como los valores desplazados en ±1σ. Finalmente, la incerti-
dumbre se obtiene como la suma de las desviaciones con respecto al valor central.

5Todas las integrales que aparecen a lo largo de este manuscrito resultantes del cálculo del BR fueron
evaluadas numéricamente mediante las rutinas y librerías predefinidas implementadas en el software
Mathematica [56].
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La comparación de nuestras predicciones con el valor experimental BRexp(ρ
0 →

π0π0γ) = 4.5(8) × 10−5 muestra de manera inequívoca que el tratamiento con ambos
vértices on-shell no proporciona una descripción adecuada y consistente del proceso.

4.2.2 Escenario 2: El decaimiento ρ0 → π0π0γ mediante el

vértice Vρωπ on-shell.

En esta sección se trata el vértice Vωγπ (4.38)–(4.44) como off-shell, mientras que el
vértice Vρωπ (4.22) se mantiene on-shell. En consecuencia, la amplitud de Feynman viene
dada por

M =
16 i
√
2e gρωπ

F mρ M2
V

[
−c57H1 +

c56M
2
VH2 − c13m2

πH3 + c125H4

M2
V − (k + P2)

2

]
+ {P1 ←→ P2}, (4.68)

donde las funciones H1, H2, H3 y H4 se presentan en el Apéndice A.
Con el fin de simplificar la notación, se definine

c1 + 4c3 ≡ c13, (4.69)

c1 − c2 + c5 ≡ c125, (4.70)

c5 − c6 ≡ c56, (4.71)

c5 + c7 ≡ c57. (4.72)

Al aplicar las relaciones (3.118)–(3.120), la ecuación (4.68) depende únicamente de c57.
En consecuencia, al imponer BRth = BRexp, se obtiene una ecuación cuadrática para c57.
A partir de la restricción (3.123) se encuentran las raíces c57 = {0.032(3),−0.025(3)},
mientras que para la restricción (3.126) c57 = {0.030(3),−0.025(3)}.

4.2.3 Escenario 3: El decaimiento ρ0 → π0π0γ mediante el

vértice Vωγπ on-shell.

En este escenario, se elige el vértice Vωγπ (4.47) como on-shell, mientras que el vértice
Vρωπ (4.14)–(4.17) se mantiene off-shell. En consecuencia, la amplitud de Feynman se
reduce a

M =
8 e gωπ
F mρM2

V

[
d4h1 +

−d12m2
πh2 + d3h3

M2
V − (k + P2)2

]
+ {P1 ←→ P2}, (4.73)
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donde las funciones h1, h2 y h3 están definidas en el Apéndice A, y

d1 + 8d2 ≡ d12. (4.74)

Una vez impuestas las relaciones (3.121) y (3.122), o bien (3.124) y (3.125), la Ec. (4.73) se
simplifica, de modo que la dependencia queda únicamente en la LEC d4. En consecuencia,
al imponer la condición BRth = BRexp, se obtiene una ecuación cuadrática para d4.
Sus raíces son d4 = {0.901(54),−0.221(54)} al emplear las restricciones (3.121)–(3.123),
mientras que al utilizar (3.124)–(3.126) se obtiene d4 = {1.059(65),−0.327(65)}.

Como se discutió previamente, un análisis similar fue realizado en la Ref. [22] para
el decaimiento ω → π0π0γ, donde se reportan los valores d4 = {0.82(5),−0.12(5)}. Aun-
que los valores centrales obtenidos en nuestro análisis no coinciden exactamente con los
reportados en dicha referencia, se encuentran del mismo orden de magnitud.

4.2.4 Escenario 4: El decaimiento ρ0 → π0π0γ con vértices

off-shell.

Finalmente, regresamos al escenario en el que ambos vértices se encuentran en con-
dición off-shell. En este escenario, la amplitud de Feynman está dada por

M =
16 i e

√
2

F 2 mρ M3
V

[
c56M

2
V l1 + c13m

2
πl2 − c57l3 − c125l4

M2
V − (k + P2)

2

]
+ P1 ←→ P2. (4.75)

Al imponer las restricciones discutidas en la Sección 3.3, la Ec. (4.75) depende únicamente
de c57 y d46.

Es importante notar que en los escenarios anteriores ya se han obtenido valores para
c57 y d4. Estos valores pueden combinarse para calcular el BR y estudiar el efecto del uso de
vértices on-shell, particularmente en los escenarios 2 y 3. Los resultados correspondientes
se muestran en la Tabla 5.

Los resultados de la Tabla 5 indican que la combinación de vértices on-shell y
off-shell proporciona una estimación más precisa en el BR en comparación con el es-
cenario que emplea únicamente vértices on-shell. Por ejemplo, el par de parámetros
(c57, d4) = (0.030(3), 1.059(65)) produce un valor de BR(ρ0 → π0π0γ) = 3.65(88)× 10−5,
lo que representa una mejora notable con respecto al resultado obtenido en el escena-
rio 1. Sin embargo, este valor aún se encuentra por debajo de la medición experimental,

6La dependencia en d4 está contenida en las funciones l1, l2, l3 y l4, definidas en el Apéndice A.
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Restricciones (3.118)–(3.123) Restricciones (3.124)–(3.126)

c57 d4 BR× 10−5 c57 d4 BR× 10−5

0.032(3) 0.901(54) 3.08(63) 0.030(3) 1.059(65) 3.65(88)
−0.025(3) 0.901(54) 1.17(35) −0.025(3) 1.059(65) 1.74(53)
0.032(3) −0.221(54) 0.63(19) 0.030(3) −0.327(65) 0.93(30)
−0.025(3) −0.221(54) 0.78(20) −0.025(3) −0.327(65) 1.09(30)

Tabla 5: Predicción de BR ≡ BR(ρ0 → π0π0γ) obtenida a partir de combinaciones de los
valores de c57 y d4 correspondientes a los escenarios 2 y 3.

BR(ρ0 → π0π0γ) = 4.5(8)× 10−5, lo que corresponde a una desviación relativa de apro-
ximadamente 19% respecto al valor central.

En consecuencia, el enfoque adecuado es el uso de vértices off-shell. Sin embargo, en
este marco (RχT ) existen dos grados de libertad, c57 y d4, por lo que la restricción impuesta
por el valor experimental del BR únicamente permite acotar el espacio de parámetros
(c57, d4), como se muestra en la Fig. 11. Algunos valores seleccionados de esta solución se
presentan en la Tabla 6.

-0.4 -0.2 0.0 0.2 0.4

-1.0

-0.5

0.0

0.5

1.0

c57

d 4

Figura 11: Lugar geométrico en el espacio de parámetros (c57, d4) consistente con el valor
experimental BR(ρ→ π0π0γ) = 4.5× 10−5, sujeto a las restricciones (3.118)–(3.123).

Cabe destacar que los pares (c57, d4) de la Fig. 11 presentan tres características
predominantes en el BR diferencial dB/d

√
m12 ≡ dBR(ρ → π0π0γ)/d

√
m12, como se
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ilustra en la Fig. 12. En particular, la curva azul muestra un acuerdo cualitativo con los
resultados reportados en la Ref. [48], donde la interacción está mediada por bucles de
piones dentro de un marco teórico que combina el modelo de Dominancia de Mesones
Vectoriales y el modelo sigma lineal.

(-0.5270,0.2)

(0.0287,-1)

(-0.0503,-0.4)

0.3 0.4 0.5 0.6 0.7
0.00000
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0.00015

0.00020

m12 (GeV)

dB

d
m
12

Figura 12: Distribución del BR diferencial dB/d
√
m12 para tres pares específicos (c57, d4)

compatibles con el BR experimental.

d4 c57(sol1) c57(sol2)

−0.98 0.03 −0.03
0.90 0.03 −0.03
−0.80 0.03 −0.03
−0.70 0.04 −0.03
−0.60 0.04 −0.04
−0.50 0.05 −0.04
−0.40 0.06 −0.05
−0.30 0.07 −0.06
−0.20 0.09 −0.08
−0.10 0.12 −0.10
0.02 0.20 −0.18
0.10 0.33 −0.31
0.20 0.44 −0.53
0.30 0.21 −0.25
0.40 0.12 −0.15
0.50 0.09 −0.10
0.60 0.07 −0.08
0.70 0.05 −0.07
0.80 0.05 −0.05
0.90 0.04 −0.05
0.98 0.04 −0.04

Tabla 6: La primera columna muestra el valor de d4 tomado como variable independiente,
mientras que las columnas posteriores presentan los valores de c57 que reproducen el BR
experimental, obtenidos mediante las restricciones (3.118)–(3.123).
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Capítulo 5

Conclusiones

En este trabajo se estudió el proceso de decaimiento ρ0 → π0π0γ dentro del marco
de la teoría quiral de perturbaciones con resonancias (RχT ). En particular, al considerar
vértices puramente off-shell, se observa que el Branching Ratio (BR) depende únicamente
de las constantes de acoplamiento de baja energía (LECs) c57 ≡ c5 + c7 y d4.

Con el fin de reducir los grados de libertad asociados a las LECs, se analizaron los
distintos escenarios que surgen de las posibles combinaciones de vértices de interacción
on-shell y off-shell. Se encuentra que el escenario puramente on-shell conduce a un BR
significativamente mayor que el valor experimental, lo que indica que dicha aproximación
no describe adecuadamente el proceso. En cambio, al imponer que uno de los vértices
sea on-shell, el número de acoplamientos desconocidos se reduce a uno, ya sea c57 o
d4. El acoplamiento restante puede entonces determinarse a partir de las raíces de la
ecuación cuadrática obtenida al imponer la condición BRth = BRexp. Sin embargo, este
procedimiento no permite discriminar entre las dos soluciones resultantes.

Los valores de c57 y d4 obtenidos bajo este supuesto se resumen en la Tabla 5.
Al utilizar simultáneamente dichos acoplamientos para evaluar nuevamente el BR, se
observa que, incluso en el mejor de los casos, la predicción teórica difiere en un 19% del
valor experimental 4.5 × 10−5. Este resultado sugiere que una descripción adecuada del
proceso requiere considerar vértices puramente off-shell. Sin embargo, como se mencionó
al inicio de esta sección, bajo esta hipótesis el BR depende de manera conjunta de c57
y d4, por lo que el valor experimental sólo permite restringir el espacio de parámetros
(c57, d4) a una región compatible con los datos, como se muestra en la Fig. 11.

Por otro lado, la LEC d4 fue reportada por primera vez en la Ref. [22] a partir del
decaimiento ω → π0π0γ, siguiendo una estrategia en la que el vértice ρωπ se considera on-
shell. En dicho análisis se obtuvo d4 = {0.82(5),−0.12(5)}. Estos valores son comparables,
en orden de magnitud, con los considerados en nuestro análisis. Si se adoptan estos valores
para d4, la región permitida en el espacio de parámetros conduce a c57 = {0.04,−0.05} si
d4 = 0.82 y c57 = {0.11,−0.10} si d4 = −0.12. Sin embargo, estos valores no satisfacen la
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estimación |ci| ≤ 0.015 propuesta en la Ref. [20].
Debe enfatizarse, no obstante, que la determinación de d4 en la Ref. [22] asume el vértice
ρωπ on-shell, mientras que la estimación para ci de la Ref. [20] se infiere a partir de
diversas determinaciones fenomenológicas disponibles, tales como combinaciones del tipo
c5 − c6, así como valores de c3 y c4, junto con un criterio de consistencia para el conjunto
de acoplamientos. Por esta razón, estas comparaciones deben interpretarse con cautela.

Finalmente, en la Fig. 12 mostramos la distribución diferencial del branching ratio
(dBR) para tres conjuntos representativos de (c57, d4). Se observa que la forma de la
distribución depende de los valores de estas LECs, por lo que esta información podría
emplearse para restringir aún más el espacio de parámetros mediante un ajuste a los
datos experimentales de la dBR (trabajo en progreso).
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Capítulo 6

Productos académicos derivados
de la tesis

Como resultado del trabajo de investigación desarrollado durante la presente tesis
doctoral, se generaron los siguientes productos académicos:

Artículo científico publicado: Barajas-Aguilar, J. A., Flores-Báez, F. V., Morones-
Ibarra, J. R., “Decay ρ0 → π0π0γ within Resonance Chiral Theory”, Particles 8, 88
(2025). DOI: https://doi.org/10.3390/particles8040088

Barajas-Aguilar, J. A., “Teorías efectivas de la Cromodinámica Cuántica (QCD)”,
presentado en la XV School of the Division of Gravitation and Mathematical Physics
of the Mexican Physical Society, 2025.

Mención honorífica en el concurso de pósters de la XV School of the Division of
Gravitation and Mathematical Physics of the Mexican Physical Society, 2025.

Barajas-Aguilar, J. A., Flores-Báez, F. V., “Teoría cuántica de la fuerza fuerte:
quarks y gluones”, cartel científico presentado en el marco del 25° Aniversario del
Posgrado en Ingeniería Física, UANL, 2025.

Barajas-Aguilar, J. A., “Análisis de la resonancia ρ en el marco de la Teoría de Per-
turbaciones Quiral con Resonancias”, presentada en el 4to. Coloquio Interdisciplina-
rio de Posgrado, Facultad de Ciencias Físico Matemáticas, Universidad Autónoma
de Nuevo León, 2025.

Barajas-Aguilar, J. A., Flores-Báez, V., Santillán-Moreno, J. D., “Taller Construc-
ción de amplitudes con reglas de Feynman”, V Escuela de Verano de Modelación
y Herramientas para el Análisis de Datos, Universidad Autónoma de Nuevo León,
2025.

Barajas-Aguilar, J. A., Flores-Báez, V., Santillán-Moreno, J. D., “Taller Evaluación
de loops y funciones de Passarino–Veltman”, V Escuela de Verano de Modelación
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y Herramientas para el Análisis de Datos, Universidad Autónoma de Nuevo León,
2025.

Barajas-Aguilar, J. A., Flores-Báez, V., Santillán-Moreno, J. D., “Taller FeynCalc
en Jupyter Notebook”, V Escuela de Verano de Modelación y Herramientas para el
Análisis de Datos, Universidad Autónoma de Nuevo León, 2025.

Barajas-Aguilar, J. A., A., Flores-Báez, “Taller Instalación y uso de FeynCalc”, IV
Escuela de Verano de Modelación y Herramientas para el Análisis de Datos, Uni-
versidad Autónoma de Nuevo León, 2024.

Barajas-Aguilar, J. A., “Modelos de Universos Homogéneos e Isotrópicos”, presen-
tado en el 2do. Coloquio Interdisciplinario de Posgrado, Facultad de Ciencias Físico
Matemáticas, Universidad Autónoma de Nuevo León, 2023.

6.1 Actividades de retribución social y formación

de recursos humanos

Como parte de las actividades de retribución social y fortalecimiento de la formación
académica, se llevaron a cabo las siguientes acciones durante el periodo de realización de
la tesis:

Participación como jurado evaluador en el Encuentro de Carteles Científicos de
Física Experimental, Facultad de Ciencias Físico-Matemáticas, UANL, 2025.

Participación como jurado calificador en la Olimpiada Nacional de Física, Sociedad
Mexicana de Física, 2025.

Representante del delegado estatal en la Olimpiada Nacional de Física, SMF, 2025.

Organización de actividades académicas y de divulgación científica en el evento “Un
siglo de la mecánica cuántica: fundamentos, desafíos y aplicaciones emergentes”,
FCFM-UANL, 2025.

Evaluador de proyectos de investigación de la Unidad de Aprendizaje de Física
Experimental, Licenciatura en Física, UANL, 2024.

Barajas-Aguilar, J. A., Hinojosa-Saldaña, E. I., “Geometría simpléctica en mecánica
clásica”, presentado en modalidad póster en el LXVII Congreso Nacional de Física,
Sociedad Mexicana de Física, 2024.
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6.2 Formación académica complementaria

Durante el desarrollo del programa doctoral se participó en diversas actividades de
formación especializada, entre las que destacan:

Curso “Herramientas para el manejo de estrés”, Universidad Autónoma de Nuevo
León, julio de 2021 (participante).

Cátedra Bogdan Mielnik, “Quantum field theory in curved spacetimes: a modern
perspective”, Departamento de Física, Cinvestav, 14–18 de agosto de 2023 (asisten-
te).

Diplomado “Diplomado básico en docencia universitaria”, Universidad Autónoma
de Nuevo León, Programa de Superación Académica, 150 horas (5 créditos UANL),
2023.

Certificación de competencia laboral “Facilitar procesos de aprendizaje para el de-
sarrollo de competencias en el nivel medio superior”, Estándar de Competencia
EC0999, CONOCER – Secretaría de Educación Pública, 2021.
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Apéndice A

Expresiones analíticas detalladas
y suplementarias

Este apéndice tiene como finalidad presentar las expresiones analíticas explícitas y
extensas obtenidas al calcular las amplitudes de Feynman para los distintos escenarios
que involucran vértices on-shell y off-shell, descritos en el Capítulo 4.

Las expresiones explícitas para las funciones H1, H2, H3 y H4 se presentan a conti-
nuación:

H1 = −(k · P2)(εγ · ερ)(Q · (k + P2))

+ (k · ερ) [(k · P2)(εγ ·Q) + (Q · P2)(εγ · P2)]

+ (ερ · P2) [(k · P2)(εγ ·Q)− (k ·Q)(εγ · P2)] , (A.1)

H2 = −(εγ · ερ)
[
(k ·Q)

(
(k · P2) +m2

π

)
− (k · P2)(Q · P2)

]
+ (k · ερ)

[(
(k · P2) +m2

π

)
(εγ ·Q)− (Q · P2)(εγ · P2)

]
+ (ερ · P2) [(k ·Q)(εγ · P2)− (k · P2)(εγ ·Q)] , (A.2)

H3 = (εγ · ερ)
[
(k ·Q)

(
M2

V − (k · P2)
)
− (k · P2)(Q · P2)

]
+ (k · ερ)

[(
(k · P2)−M2

V

)
(εγ ·Q) + (Q · P2)(εγ · P2)

]
+ (ερ · P2) [(k · P2)(εγ ·Q)− (k ·Q)(εγ · P2)] , (A.3)

H4 = (εγ · ερ)
[
(k ·Q)

(
(k · P2)

2 +m2
πM

2
V

)
+ (k · P2)(Q · P2)

(
(k · P2)−M2

V

)]
+ (k · ερ)

[
(Q · P2)

(
M2

V − (k · P2)
)
(εγ · P2)− (εγ ·Q)

(
(k · P2)

2 +m2
πM

2
V

)]
+ (M2

V − k · P2)(ερ · P2) [(k · P2)(εγ ·Q)− (k ·Q)(εγ · P2)] . (A.4)
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De manera análoga, las expresiones explícitas para las funciones h1, h2 y h3 son las
siguientes:

h1 = (εγ · P2) [(k ·Q)(ερ · P1)− (Q · P1)(k · ερ)]
+ (k · P2) [(Q · P1)(εγ · ερ)− (Q · εγ)(ερ · P1)] , (A.5)

h2 = (εγ · ερ)
[
(k ·Q)

(
(k · P2)−M2

V

)
+ (k · P2)(Q · P2)

]
+ (k · ερ)

[(
M2

V − (k · P2)
)
(εγ ·Q)− (Q · P2)(εγ · P2)

]
+ (ερ · P2) [(k ·Q)(εγ · P2)− (k · P2)(εγ ·Q)] , (A.6)

h3 = −(P1 · P2)

[
(k · P2)

(
(εγ · ερ)(Q · (k + P2) +m2

ρ)− (Q · εγ)(ερ · (P2 +Q))
)

+ (k ·Q)(εγ · P2)(ερ · (P2 +Q))

]

+ (k · P1)

[
(M2

V − k · P2)(εγ · ερ)(Q · (k + P2) +m2
ρ)

− (M2
V − k · P2)(Q · εγ)(ερ · (P2 +Q))

+ (εγ · P2)
(
(Q · P2)(ερ ·Q)− (k ·Q+m2

ρ)(ερ · P2)
)]

+M2
V (k ·Q)(εγ · P1)(ερ · (P2 +Q))

+ (k · P2)(Q · P1)(εγ · ερ)(Q · (k + P2))

− (k · P2)(Q · ερ)(εγ · P1)(Q · (k + P2))

+m2
ρ(k · P2)(εγ · P1)(ερ · P2)

+ (k · ερ)

[
m2

ρ(k · P2)(εγ · P1) + (P1 · P2)(εγ · P2)(Q · P2 +m2
ρ)

−m2
ρM

2
V (εγ · P1)−M2

V (Q · P2)(εγ · P1)

+ (k · P1)
(
(k · P2 −M2

V )(Q · εγ) + (Q · P2)(εγ · P2)
)

+ (Q · εγ)
(
(Q · P1)(M

2
V − k · P2) + (P1 · P2)(k · P2)

)
− (Q · P1)(Q · P2)(εγ · P2)

]
+M2

V (−k ·Q)(Q · P1)(εγ · ερ)
− (k · P2)(Q · P1)(Q · εγ)(ερ · P2)
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+ (k ·Q)(Q · P1)(εγ · P2)(ερ · P2). (A.7)

Finalmente, las expresiones para las funciones l1, l2, l3 y l4 están dadas por

l1 =

(
(ϵγ · P1)

[
(k · P2)(ϵρ · P2)− (k · P2 +m2

π)(k · ϵρ)
]

+ (k · P1)
[
(k · P2 +m2

π)(ϵγ · ϵρ)− (ϵγ · P2)(ϵρ · P2)
]

+ (P1 · P2)
[
(ϵγ · P2)(k · ϵρ)− (k · P2)(ϵγ · ϵρ)

])
×
(
2d3(k · P2) + d12m

2
π + d3m

2
ρ

)
, (A.8)

l2 =− 2(k · P2)
2

[
(ϵγ · P1)

(
d3(ϵρ · (k + P2)) + (d3 − d4)(ϵρ · P1)

)
+ (ϵγ · ϵρ)

(
d4(P1 · P2) +m2

π(d12 − d3 + d4)
)]

+ (k · P2)

[
(k · ϵρ)

(
2(ϵγ · P2)

(
d4(P1 · P2) +m2

π(d12 − d3 + d4)
)

+
(
m2

π(d12 − 2d3) + d3m
2
ρ

)
(ϵγ · P1)

)
+ (ϵγ · P1)

(
(ϵρ · P2)

(
d12m

2
π + d3(−2m2

π +m2
ρ + 2M2

V )
)

+ (d3 − d4)(MV −mπ)(MV +mπ)(ϵρ · P1)
)

+ (ϵγ · ϵρ)
(
m2

π(MV −mπ)(MV +mπ)(d12 − d3 + d4)

− (P1 · P2)
(
d12m

2
π + (d3 − d4)(MV −mπ)(MV +mπ) + d3m

2
ρ

))]

+ (k · P1)

[
(ϵγ · ϵρ)

(
(k · P2)

(
− 2d4(k · P2)−m2

π(d12 + d4)

+ d3(m
2
π −m2

ρ +M2
V ) + d4M

2
V

)
+M2

V (d12m
2
π + d3m

2
ρ)
)

+ (ϵγ · P2)
(
− (ϵρ · P2)

(
− 2d3(k · P2) + d12m

2
π

+ d3(−2m2
π +m2

ρ + 2M2
V )
)

−
(
(−2(k · P2)−m2

π +M2
V )
(
(d3 + d4)(k · ϵρ) + (d3 − d4)(ϵρ · P1)

)))]

+ (k · ϵρ)

[
(ϵγ · P2)

(
(P1 · P2)

(
d12m

2
π + (d3 − d4)(MV −mπ)(MV +mπ) + d3m

2
ρ

)
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+m2
π(mπ −MV )(mπ +MV )(d12 − d3 + d4)

)
−M2

V (d12m
2
π + d3m

2
ρ)(ϵγ · P1)

]
, (A.9)

l3 =− 4(k · P2)
3

[
(ϵγ · P1)

(
(d3 − d4)(ϵρ · P1) + d3(ϵρ · (k + P2))

)
+ (ϵγ · ϵρ)

(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + d4(P1 · (k + P2))

)]

+ 2

[
(d3 − d4)

(
(M2

V − 2m2
π)(ϵγ · P1) + 2(k · P1)(ϵγ · P2)

)
(ϵρ · P1)

+
(
(d12m

2
π + d3(M

2
V − 3m2

π +m2
ρ))(ϵγ · P1) + 2d3(k · P1)(ϵγ · P2)

)
(ϵρ · P2)

+ (k · ϵρ)
(
(d12m

2
π + d3(M

2
V − 3m2

π +m2
ρ))(ϵγ · P1)

+ 2(ϵγ · P2)
(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + (d3 + d4)(k · P1) + d4(P1 · P2)

))
+ (ϵγ · ϵρ)

(
(d12 − d3 + d4)(M

2
V − 2m2

π)m
2
π

+
(
− d12m

2
π + d4(M

2
V − 2m2

π) + d3(mπ −mρ)(mπ +mρ)
)
(P1 · (k + P2))

)]
(k · P2)

2

+

[
(d3 − d4)

(
(MV −mπ)m

2
π(MV +mπ)(ϵγ · P1)

− 2(M2
V − 2m2

π)(k · P1)(ϵγ · P2)
)
(ϵρ · P1)

−
(
(MV −mπ)(MV +mπ)

(
(d12 − 2d3)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(ϵγ · P1)

+ 2(d12m
2
π + d3(M

2
V − 3m2

π +m2
ρ))(k · P1)(ϵγ · P2)

)
(ϵρ · P2)

+ (k · ϵρ)
(
2(ϵγ · P2)

(
(d12 − d3 + d4)(2m

2
π −M2

V )m
2
π

− (d3 + d4)(M
2
V − 2m2

π)(k · P1)

+
(
(d12 − d3)m

2
π + d3m

2
ρ − d4(M

2
V − 2m2

π)
)
(P1 · P2)

)
− (MV −mπ)(MV +mπ)

(
(d12 − 2d3)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(ϵγ · P1)

)
+ (MV −mπ)(MV +mπ)(ϵγ · ϵρ)

(
(d12 − d3 + d4)m

4
π

+
(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(P1 · (k + P2))

)]
(k · P2)

− (MV −mπ)(MV +mπ)(ϵγ · P2)

×

[
(k · P1)

(
(d3 − d4)m

2
π(ϵρ · P1)

−
(
(d12 − 2d3)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(ϵρ · P2)

)
José Abraham Barajas Aguilar



Apéndice A. Expresiones analíticas detalladas y suplementarias 74

+ (k · ϵρ)
(
(d12 − d3 + d4)m

4
π + (d3 + d4)(k · P1)m

2
π

+
(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(P1 · P2)

)]
, (A.10)

l4 = 2(k · P2)
3

[
(ϵγ · P1)

(
(d3 − d4)(ϵρ · P1) + d3(ϵρ · (k + P2))

)
+ (ϵγ · ϵρ)

(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + d4(P1 · P2)

)]

− (k · P2)
2

[
(ϵγ · P1)

(
(d3 − d4)(MV −mπ)(MV +mπ)(ϵρ · P1)

+
(
(d12 − 2d3)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(ϵρ · P2)

)
+ (ϵγ · ϵρ)

(
(d12 − d3 + d4)(MV −mπ)(MV +mπ)m

2
π

+
(
d4M

2
V − (d12 + d4)m

2
π + d3(M

2
V +m2

π −m2
ρ)
)
(P1 · P2)

)
+ (k · ϵρ)

((
d12m

2
π + d3(2M

2
V − 2m2

π +m2
ρ)
)
(ϵγ · P1)

+ 2(ϵγ · P2)
(
(d12 − d3 + d4)m

2
π + d4(P1 · P2)

))]

+ (k · P2)

[(
d12m

2
π + d3m

2
ρ

)(
(ϵγ · P1)(ϵρ · P2)− (ϵγ · ϵρ)(P1 · P2)

)
M2

V

+ (k · ϵρ)
(
(ϵγ · P2)

(
(d12 − d3 + d4)(MV −mπ)(MV +mπ)m

2
π

+
(
d4M

2
V − (d12 + d4)m

2
π + d3(M

2
V +m2

π −m2
ρ)
)
(P1 · P2)

)
− 2d3M

2
Vm

2
π(ϵγ · P1)

)]

+ (k · P1)

[(
M2

V

(
d12m

2
π + d3m

2
ρ

)
m2

π

+ (k · P2)
(
2d3M

2
Vm

2
π

+ (k · P2)
(
d12m

2
π + d3m

2
ρ + (d3 − d4)(MV −mπ)(MV +mπ) + 2d4(k · P2)

)))
(ϵγ · ϵρ)

+ (ϵγ · P2)
(
(M2

V −m2
π − 2(k · P2))(k · P2)

×
(
(d3 + d4)(k · ϵρ) + (d3 − d4)(ϵρ · P1)

)
−
(
(d12m

2
π + d3m

2
ρ)M

2
V + 2d3(k · P2)

2
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−
(
(d12 − 2d3)m

2
π + d3m

2
ρ

)
(k · P2)

)
(ϵρ · P2)

)]
−M2

V (d12m
2
π + d3m

2
ρ)(k · ϵρ)

(
m2

π(ϵγ · P1)− (ϵγ · P2)(P1 · P2)
)
. (A.11)
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Apéndice B

Complementos teóricos y
matemáticos

B.1 Método de Gell-Mann y Lévy para la

obtención de corrientes no necesariamente

conservadas

Para obtener corrientes asociadas a simetrías cuyas divergencias no se anulan nece-
sariamente, se emplea el método desarrollado por Gell-Mann y Lévy. Este procedimiento
generaliza el Teorema de Noether permitiendo transformaciones con parámetros locales,
es decir, dependientes de la posición, lo que conduce naturalmente a corrientes que no son
estrictamente conservadas.

Consideremos una densidad lagrangiana que depende de un conjunto de n campos
independientes Φi y de sus derivadas ∂µΦi:

L = L(Φ, ∂µΦ). (B.1)

A partir del principio variacional estándar se obtienen las ecuaciones de Euler–Lagrange:

∂L
∂Φi

− ∂µ
(

∂L
∂(∂µΦi)

)
= 0, i = 1, . . . , n. (B.2)

Consideremos ahora una transformación infinitesimal de los campos

Φi(x) −→ Φ′
i(x) = Φi(x)− i εa(x)Fai[Φ(x)], (B.3)

76



Apéndice B. Complementos teóricos y matemáticos 77

donde εa(x) 1 son parámetros locales y Fai describe la acción del generador correspondiente
sobre los campos. La variación inducida en la densidad lagrangiana es

δL =
∂L
∂Φi

δΦi +
∂L

∂(∂µΦi)
∂µδΦi. (B.4)

Sustituyendo δΦi = −i εaFai se obtiene

δL = −i εa
∂L
∂Φi

Fai − i ∂µεa
∂L

∂(∂µΦi)
Fai − i εa

∂L
∂(∂µΦi)

∂µFai. (B.5)

Reorganizando términos, la variación se expresa como

δL = εa

(
−i ∂L

∂Φi

Fai − i
∂L

∂(∂µΦi)
∂µFai

)
+ ∂µεa

(
−i ∂L

∂(∂µΦi)
Fai

)
. (B.6)

A partir de esta última expresión se introduce la definición de la corriente

Jµ
a = −i ∂L

∂(∂µΦi)
Fai, (B.7)

de modo que la variación de la lagrangiana adopta la forma compacta

δL = εa ∂µJ
µ
a + (∂µεa) J

µ
a , (B.8)

donde
∂µJ

µ
a = −i ∂L

∂Φi

Fai − i
∂L

∂(∂µΦi)
∂µFai. (B.9)

De manera equivalente, el método de Gell-Mann y Lévy permite obtener directa-
mente la corriente y su divergencia a partir de la variación de la lagrangiana (B.8) con
respecto al parámetro local:

Jµ
a =

∂ δL
∂(∂µεa)

, (B.10)

∂µJ
µ
a =

∂ δL
∂εa

. (B.11)

Estas expresiones muestran que, al permitir parámetros locales εa(x), la divergencia
de la corriente no se anula necesariamente, lo cual distingue este método del Teorema
de Noether en su formulación usual. En cambio, si el parámetro es constante en el es-
pacio–tiempo (transformación global), esto es ∂µεa = 0, la ecuación (B.8) implica la

1Con el fin de simplificar las expresiones, se omitirá momentáneamente la dependencia explícita del
parámetro εa(x) con el espacio–tiempo.
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conservación de la corriente correspondiente:

∂µJ
µ
a = 0. (B.12)

B.2 Incorporación de resonancias en el marco

quiral

En la Ref. [18] se muestra cómo pueden incorporarse las resonancias hadrónicas
dentro de una EFT, tratándolas como campos R(x) que transforman linealmente bajo el
grupo SU(3)V , es decir

R
G−→ h(ϕ)Rh†(ϕ), (B.13)

donde h(ϕ) ∈ SU(3)V es el elemento compensador, dependiente de los campos de Golds-
tone, asociado a una transformación quiral global.

Como consecuencia de la ley de transformación (B.13), las resonancias que pertene-
cen al octete de sabor se representan mediante matrices hermíticas 3×3, correspondientes
a la representación adjunta de SU(3)V . En cambio, las resonancias singletes bajo SU(3)V ,
denotadas genéricamente por R1, transforman trivialmente,

R1
G−→ R1. (B.14)

En el formalismo tensorial antisimétrico, los campos vectoriales y axiales se describen
mediante tensores Vµν(x) y Aµν(x), los cuales se transforman de acuerdo con (B.13) como

Vµν
G−→ h(ϕ)Vµν h

†(ϕ), Aµν
G−→ h(ϕ)Aµν h

†(ϕ). (B.15)

De forma análoga, los campos escalares y pseudoescalares de octete se transforman en
la misma representación, mientras que sus contrapartes singletes permanecen invariantes
bajo SU(3)V .

Los campos de resonancia de octete pueden expandirse en la base de generadores de
Gell–Mann,

Vµν =
8∑

a=1

V a
µν

λa

2
, Aµν =

8∑
a=1

Aa
µν

λa

2
. (B.16)

Dado que h(ϕ) depende del espacio–tiempo, la derivada parcial de un campo re-
sonante no se transforma covariantemente bajo SU(3)V . En particular, si R → hRh†,
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entonces
∂µR → (∂µh)Rh

† + h (∂µR)h
† + hR (∂µh

†), (B.17)

lo cual introduce contribuciones adicionales proporcionales a ∂µh.

Para restaurar la covariancia quiral se introduce la derivada covariante

∇µR = ∂µR + [Γµ, R], (B.18)

donde Γµ es la conexión quiral natural del espacio cociente G/H, definida por

Γµ =
1

2

[
u†(∂µ − irµ)u+ u(∂µ − ilµ)u†

]
. (B.19)

Bajo transformaciones quirales, la conexión se transforma como

Γµ
G−→ hΓµ h

† + h ∂µh
†, (B.20)

lo cual garantiza que
∇µR

G−→ h (∇µR)h
†. (B.21)

En contraste, para los campos singletes R1, que transforman trivialmente bajo
SU(3)V , la derivada parcial es suficiente y no es necesario introducir una derivada co-
variante.

Los bloques quirales básicos que intervienen en la construcción del lagrangiano efec-
tivo obedecen el conteo quiral estándar,

uµ ∼ O(p), χ± ∼ O(p2), fµν
± ∼ O(p2), (B.22)

y todos ellos transforman covariantemente como X → hXh†. Obsérvese que, por esta
razón, resulta más conveniente trabajar con la realización u en lugar de U . Por su parte,
las resonancias no portan conteo quiral propio.

A LO O(p2) en la expansión quiral, es posible incluir explícitamente resonancias en
el lagrangiano efectivo:

LLO = L2 +
∑

R=V,A,S,P

(
LR

kin + LR
2

)
. (B.23)

Los términos LR
kin corresponden a los lagrangianos cinéticos de las resonancias y

describen su propagación libre en el límite quiral. Para resonancias vectoriales y axiales
(R = V,A), descritas mediante el formalismo tensorial antisimétrico, dichos términos
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toman la forma

Lkin(R) = −
1

2
Tr

(
∇λRλµ∇νR

νµ − M2
R

2
RµνR

µν

)
− 1

2
∂λR1,λµ∂νR

νµ
1 +

M2
R1

4
R1,µνR

µν
1 ,

(B.24)
mientras que para resonancias escalares y pseudoescalares (R = S, P ), el término cinético
viene dado por

Lkin(R) =
1

2
Tr
(
∇µR∇µR−M2

RR
2
)
+

1

2

(
∂µR1∂µR1 −M2

R1
R2

1

)
, (B.25)

donde MR denota la masa de la resonancia correspondiente en el límite quiral.

Los términos LR
2 contienen los acoplamientos quirales de menor orden O(p2) entre

resonancias y campos pseudo-Goldstone, de acuerdo con (B.22), y están dados por:

L2[V (1−−)] =
FV

2
√
2
Tr (Vµνf

µν
+ ) +

iGV√
2
Tr (Vµνu

µuν) , (B.26)

L2[A(1
++)] =

FA

2
√
2
Tr (Aµνf

µν
− ) , (B.27)

L2[S(0
++)] = cd Tr (Suµu

µ) + cm Tr (Sχ+) + c̃dS1Tr (uµu
µ) + c̃mS1Tr (χ+) , (B.28)

L2[P (0
−+)] = idm Tr (Pχ−) + id̃mP1Tr (χ−) . (B.29)

Las constantes FV , GV , FA, cd, cm, dm, . . . son LECs que pueden estimarse a partir
de observables fenomenológicos, como los decaimientos ρ0 → e+e− y ρ → ππ, o bien
mediante restricciones teóricas basadas en simetrías, reglas de suma, el límite de gran Nc,
etc. Cabe destacar que este lagrangiano pertenece al sector de paridad intrínseca par.
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