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Introducción 

Una  premisa  fundamental es que  la  gravitación  está  íntimamente  interconectada con 
la geometría del espacio-tiempo. A nivel clásico, la  Relatividad  General  captura  de 
manera  muy  elegante  esta idea. La identificación del campo  gravitacional con la 
curvatura del  espacio-tiempo nos ha  permitido  hacer  importantes predicciones, tales 
como  la  existencia  de hoyos negros y del big bang. Esto nos conduce  a la siguiente 
conclusión, una  de las metas  fundamentales  de cualquier teoría  cuántica  debería  de 
tomar  en  cuenta la estructura  cuántica del espacio-tiempo. 

En  esta dirección existen dos posibles programas  de investigación, los cuales han 
permitido  obtener  enormes progresos en la busqueda  de  una  teoría  cuántica  de la 
gravedad  en los últimos 13 años, a saber,  uno  perturbativo, las supercuerdas cuúnticas 
y otro  no-perturbativo,  la cuantización canónica ú la Dirac, llevada a cabo a través 
de las  ideas de  Ashtekar  sobre la Relatividad  General  de  Einstein y la  representación 
de loops de  la  mecánica  cuántica. 

A primera  vista,  podría parecer que  ambas ideas son incompatibles,  una con la 
otra. La idea  de  Ashtekar considera  gravedad pura, sin tomar  en  cuenta  elementos 
adicionales, en  tanto  que  una  teoría  de  supercuerdas es una teoria d e  todo y, debido a 

la  unitariedad involucra a  todas las  interacciones en su desarrollo perturbativo.  Estas 
diferencias aparecerían  únicamente a energías de  Planck, y es solo alrededor a dichas 
energías que se podría decidir entre  la  teoría  de  cuerdas y la  gravedad  canónica. 

Por otra  parte, el estudio  de las  interacciones  gravitacionales acopladas  a  campos 
de Yang-Mills y campos dilatónicos  escalares ha sido tema  de recientes  investiga- 
ciones. LOS campos dilatónicos aparecen  de  manera  natural en el limite  de  bajas 
energías de la teoría  de  cuerdas,  en el contexto  de teorías de  haz  fibrado  principal,  en- 
tre las  cuales tenemos a los modelos tipo  Kaluza-Klein. Debemos de  recalcar  que 10s 

111 
... 



iv 

espectros energéticos de las  teorías  tipo Kaluza-Klein están  contenidos  en el espectro 
energético  de las teorías de  supercuerdas. Dicho con mayor precisión, los estados 
de las  teorías  tipo Kaluza-Klein forman  parte del espectro  de energías medias  de las 
teorías  de  supercuerdas.  Esto viene a garantizar  un  comportamiento  adecuado a altas 
energías, lo cual reduce  este  tipo  de modelos a ser teorías  efectivas de  energía  media. 

Por  otro  lado,  actualmente,  uno  de los problemas  más  importantes  que  existen,  en 

conexión con una posible teoría  cuántica  de  la  gravedad es el denominado  problema 
del tiempo.  Este  problema consiste en el hecho de  que  la  ecuación  que  gobierna  la 

dinámica  cuántica del universo, según la cosmología cuántica  estándar, la  llamada 
ecuación  de  Wheeler-DeWitt, es una  ecuación  que carece del parámetro  tiempo, es 

una ecuación  “atemporal”.  Recientemente,  Penrose  propuso  una  idea  interesante,  que 
permitiría  conectar al problema del tiempo con otro  problema  conceptualmente  fun- 
damental  de  la Física moderna,  a  saber, el problema  de  medición  de efctos cuánticos, 
también conocido como el colapso de la función  de  onda.  Una  de las ideas  que  per- 
mitiría  atacar  de  manera  simultáneamente  ambos  problemas, siguiendo dicha  idea 
propuesta  por  Penrose,  de  incorporar el llamado  modelo  de  decoherencia, el cual pre- 
tende  explicar el surgimiento  de  un  mundo clásico a  partir  de  una  teoría  cuántica, 
por  ejemplo, consiste en usar el método  de  cuantización  de  integral  de  trayectoria 
de Halliwell para el campo  gravitacional. Sin embargo, el  interés  actual  en  Relativi- 
dad  General no se restringe  únicamente al ámbito  de su posible cuantización.  Una 
de las más  importantes predicciones de  dicha  teoría es la existencia  de las llamadas 
ondas  gravitacionales. Los esfuerzos que  en  la  actualidad se hacen con la finalidad  de 
diseñar dispositivos experimentales  que  permitan  detectar dichas ondas son muy  im- 
portantes.  Entre ellos tenemos,  por  ejemplo, el proyecto  italiano  llamado VIRGO, el 
estadounidense conocido como LIGO y el proyecto  conjunto  germano-britanico, con 
sede en la ciudad  de  Potsdam. La dificultad que  enfrentarán  todos  estos  proyectos  rad- 
ica  en la debilidad  de los efectos involucrados que se pretenden  medir.  En  la solución 
de los problemas tecnológicos que  la  mencionada dificultad plantea  está  involucra,da 
la más  avanzada tecnología. Los resultados  que  puedan ser obtenidos  de  estos dispos- 
itivos experimentales  permitirán  confrontar con el experimento predicciones, respecto 
a fluctuaciones  tensoriales en el fondo cósmico de  microondas  consecuencia  de  ondas 

gravitacionales,  que se obtienen de la teoría  de escenarios  inflacionarios, asimismo 
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proporcionará  datos  importantes  respecto a las épocas  tempranas del  universo. Es 
innecesario mencionar  que  la  cantidad  de  dinero  que involucra cada  uno  de  estos 
proyectos  asciende  a  decenas, y en  algunas  situaciones  como es el caso de LIGO, a 

cientos de millones de dólares. 

Los tópicos abordados  en  esta tesis doctoral se enmarcan  dentro del contexto  de 

las  teorías  multidimensionales  de unificación y  de  la  mecánica  cuántica  aplicada a la 
gravitación.  Consta  de dos partes,  la  primera  de ellas la constituyen los capítulos 1 
y 2 en  tanto  que los restantes  tres  conforman  la  segunda  parte. 

En  la  primera  parte se analiza  una  teoría  gravitacional  8-dimensional,  la cual 

presenta  una  estructura  de  haz  fibrado  cuya topología del estado base es M4 X S1 X S3, 
donde S' es la  variedad  asociada al grupo  Abelian0 U(1) y S3 la  correspondiente 
variedad  del  grupo  no-Abelian0 SU(2) .  La idea  detrás  de  este  tipo  de  modelos es la 
geometrización  de las interacciones  de  norma  de  la  Física  de  la  partículas  elementales, 

todo  dentro del contexto  propuesto  por  Einstein  en su teoría  de la relatividad gene- 
ral.  En  particular, el modelo  estudiado en esta tesis pretende  geometrizar  la  teoría 
electrodébil  de  Weinberg-Salam-Glashow. 

La teoría efectiva  4-dimensional  obtenida predice  las masas  correctas  de los bosones 

de  norma involucrados, ésto  mediante  la  introducción  de  campos escalares en  la 
métrica.  En lo que concierne  al  sector  fermiónico, el término  de Yukawa, a  partir 
del cual  mediante  el  llamado  mecanismo GIM se  obtienen las masas  fermiónicas, se 

introduce  ad  hoc,  de  manera  similar a lo que  sucede en la  teoría  electrodébil. Las 
masas  correctas  de las dos primera  familias,  tanto  leptónicas como fermiónicas, son 
asimismo  obtenidas. 

Debemos  de  recalcar  que  este  modelo  resulta ser una  teoría efectiva de unificación 
semiclásica, importante a escalas de energía media.  Pero no debemos  olvidar  un  hecho 
que le otorga  a  este  tipo  de  propuestas  una  particular  importancia,  y es que  este  tipo 
de  modelos se encuentra  contenido  en la región de energía media  de las  teorías  de 
supercuerdas. 

La escasez de soluciones exactas  a  la  ecuación  de  Dirac  existente  en la literatura 
hace  interesante el estudio  de la misma  en  fondos  gravitacionales  que  presentan  un 

alto  grado  de  simetría. Es por ello que se ha  analizado  en  esta tesis la  ecuación  de 
Dirac  sin  masa,  la  llamada  ecuación  de  Weyl,  que es la  que  gobierna  la  dinámica  de 10s 
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neutrinos,  teniendo  como  fondo  gravitacional  espacios-tiempos  tipo  Godel.  En  este 
contexto, se obtuvieron soluciones exactas a la ecuación  correspondiente, las cuales 
pueden ser expresadas  en  términos  de funciones especiales de  Whittaker. 

La segunda  parte  comprende la aplicación del modelo  de  decoherencia  en cos- 
mología cuántica. El objetivo  principal fue  investigar el problema del tiempo aso- 

ciado a la ecuación  de  Wheeler-DeWitt,  la cual gobierna la dinámica del  universo 
cuántico.  Un  tiempo físico invariante  de  norma  aparece  como  propuesta  en  este  tipo 
de  modelos.  Este  hecho es consecuencia  de  la  interacción  existente  entre los diferentes 
grados  de  libertad asociados con el modelo del universo. La manera  de  introducir 
matemáticamente el modelo  de  decoherencia  en  este tipo  de teorías es mediante el 
llamado  formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida. 

Se estudia  también  en  esta  segunda  parte la detección de  ondas  gravitacionales 
y éllo nuevamente  mediante el formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida. La 

manera  de  plantear el problema  permite calcular la  densidad  de  probabilidad asoci- 
ada con el proceso de  medición  de  una  cierta configuración del campo  gravitacional. 
También se desprende del cálculo que  existen  tres regiones de  medición,  y  que  en 
los dispositivos experimentales  actuales l a  dispersión de los posibles resultados es 
muy  grande.  También es posible analizar  la  factibilidad  de  introducir  algún  tipo  de 
modificación en las propuestas  experimentales  existentes, la cual pudiese  tener como 
consecuencia una reducción  en la dispersión de los resultados  experimentales. 
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Capítulo 1 

Teorías  Gravitacionales 
Mult idirnensionales. 

1.1 Teorías  Gravitacionales Multidirnensionales. 

La busqueda  de  una  teoría  que unifique a  la  gravedad con las restantes  interacciones 
fundamentales  de  la  Naturaleza es ya  bastante  antigua [l]. En el modelo  propuesto 
por  Kaluza y Klein se demostró como una  extensión  5-dimensional  de  la  teoría  de  la 
Relatividad  General  de  Einstein  puede unificar a  la  gravedad y al electromagnetismo. 
Significando esto la geometrización  de  ambas  interacciones. 

Expliquemos  esto  mejor. El elemento  de línea tiene  en  esta  propuesta  la  siguiente 
forma 

siendo y la  coordenada espacialoide extra.  Además es periódica, es decir O 5 y 5 L.  
Esto nos permite  interpretar  a  la  variedad  5-dimensional  de  la  forma M4 X S’, esto  por 
lo menos  localmente.  Nótese  que la métrica g,, del espacio físico y 4-dimensional M4 
no  depende  de  la  coordenada  extra y .  A, es un  campo vectorial y tampoco  depende 
de y .  La constante K tiene  unidades  de (longitud)-’. 

Pasemos  ahora a considerar el conjunto  de  transformaciones  de  coordenadas  bajo 
las  cuales  el elemento  de línea (1.1) no se modifica.  Siendo A ,  un  campo  vectorial, 

1 
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es  evidente  que (1 .1 )  permanece  invariante  ante  transformaciones de  coordenadas 
que  involucren  a  las  coordenadas  de M4, es decir ante  transformaciones de la forma 

x” -+ .”(x”). 

h ( Y  , x ” ) .  

Consideremos  ahora  las  transformaciones de la  quinta  coordenada y t y’ = 

De aqui se obtiene que 

d h  d h  
dy + dy’ = “ d y  + -dx”. 

dY d X ”  

Observando el  elemento de línea dado en ( 1 . 1 )  es  claro  que &te conserva su forma 

si se  cumple  que = 1. Esto nos permite  escribir 

d y  + K y + H(X”). (1 .3)  

Pero  bajo  (1.3) A,(z)  cambiará a Á,,(x), lo cual nos conduce  a 

dH 
dX ” d y  + ~ A , ( x ) d x ”  t d y  + ~ [ k , ( x )  + ~ - l - ] d x ” .  

Lo cual nos lleva  a lo siguiente:  el  elemento de línea  (1.1) preserva su forma  ante 

transformaciones  como la dada  por la expresión (1.3) si el campo  vectorial A , ( x )  se 
transforma de la  manera siguiente 

x dH 
A,(x) + A,(x) A ” ( x )  - K- 

dxfi * (1.5) 
E s  claro que esta es  una  transformación  de  norma  para  el  campo  vectorial en 

cuestión. Es  decir, en la  teoría de Kaluza-Klein el campo de norma es un remanente 
del grupo  original de invariancia en 5 dimensiones,  el  cual  ha sido roto de manera 

espontánea en la  simetrías del grupo de transformación  de  coordenadas  4-dimensional 

y el  grupo  local  de  norma  U(1). 
De ( 1 . 1 )  podemos ver que el  tensor  métrico  tiene en el sistema coordenado que 

estamos  empleando la forma 

los subindices griegos de la forma ji corren de 1 hasta  5. 
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Para  poder simplificar lo cálculos pasaremos  a otra base, denominada Horizontal 
Lift Basis (HLF) y  en la cual las  1-formas  base  quedan definidas por: 

(A” x) = 
P 

- 

Los vectores base i?;, duales  a ¿Y, están  dados  por 

e-  + = A ”  -, 
P Be;. 

De donde se concluye  que 

25 = a s .  

Calculando el conmutador  de estos  vectores obtenemos 

(1.10) 

(1.11) 

(1.12) 

(1.13) 
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(1.14) 

(1.15) 

de  donde  se  desprende  que  la HLF es una  base  anholonómica [a]. 
Las constantes de estructura  están definidas  como 

[Zp,  ;u] = cpu ex 9 
x -  

y de  (1.13) se obtiene  que  las  constantes  de  estructura  no  nulas son 

e--- = K F  
PUS PV * (1.17) 

Con el fin de  calcular el  escalar  de  curvatura es  necesario  definir los coeficientes 
de  conexión, los cuales se definen  como 

= r p u  ex, 
x -  (1.18) 

donde  se  impone  que  la  métrica  sea  covariantemente  constante, es decir 

~ , ; ( g ) u x  = o. 
Empleando  (1.18) y (1.19) se obtiene 

(1.19) 

r--- w x  =4 rFyx, 
siendo 41?pux los coeficientes de conexión  asociados a M 4 .  

(1.21) 

r--- = 2 1 
(1.22) 
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Las componentes  del  tensor  de  Riemann  en  una  base  anholonómica  están  dadas 

q U X  = r;u,x - r;+ + r:xr;u - r:,r;, + r;rC;X. 

Empleando  las  expresiones  (1.16), (1.17), (1.21)-(1.23)  obtenemos 

(1.24) 

(1.25) 

x ‘ 2 x 7  R,,, = - K F,  F, . 
4 

(1.26) 

Por  consiguiente,  el  escalar  de  curvatura  5-dimensional toma  la  forma 

R =4 R - - K  F Fpu 
4 
1 2 pu (1.27) 

Formulando la 
Einstein-Hilbert 

teoría  de  Kaluza-Klein  en  términos  de  la acción  5-dimensional  de 

1 
16rGL 

S=- J &jRd5x. (1.28) 

última  expresión 
integración  sobre 

Recordando  la  hipótesis  de  cilindricidad es fácil constatar  que el integrando  de  la 

no  depende  de la coordenada  espacial  extra y en  consecuencia la 
esta  variable es fácil de  calcular,  obteniéndose 

(1.29) 

Comparando  (1.29) con la  acción de la teoría  Einstein-Maxwell,  en  donde  obser- 
vamos que  la  parte  de la acción  responsable  de  la  interacción  electromagnética  tiene 
la forma SE = --: J f i F ~ ” ” F p , d 4 x  [3] ,  se  puede ver que  se  recupera  en  la  teoría  de 
Kaluza-Klein  la acción de  Einstein-Maxwell si se efectúa la identificación  siguiente 

tc2 = 16.irG. (1.30) 
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Resumiendo,  la acción de  Einstein-Maxwell  4-dimensional  surge  de  considerar  dos 
condiciones: (1) una acción de  Einstein-Hilbert  5-dimensional y (2) la hipótesis  de 
cilindricidad.  Es  importante  mencionar  que  esta  teoría  contiene  inicialmente dos 
parámetros  indeterminados K y L.  La  identificación  (1.30) permite  fijar K únicamente 
quedando L libre,  la  cual  no  puede  ser fijada en  este  modelo. Sin embargo,  el  campo 
de Maxwell surge  como  consecuencia  de  la  reducción  dimensional y por  lo tanto  uno 
esperaría  que  existiese  una relación entre  la  carga  eléctrica,  la  constante  gravitacional 
de  Newton y el radio  de  la  quinta  dimensión.  Para  obtener la relación  entre los 
parámetros  antes  mencionados, lo cual  además  permitirá  una  estimación  del  orden 
de  magnitud  de L,  consideremos  la  densidad  Lagrangiana  de  un  campo  de  Dirac  en 
una región en la cual  existen  un  campo  gravitacional y uno  electromagnético. 

L = 6 $ i y ” [ O p  + ieA,]G. (1.31) 

Evidentemente, el acoplamiento  entre el  fermión y el potencial  eléctrico  está  dado 

Por 

ieAp?&?/b. (1.32) 

El  campo  de  Dirac  depende  de  las 5 dimensiones,  sin  embargo  la  hipótesis  de 

cilindricidad nos permite  separar la dependencia  del  campo  de  Dirac  como  sigue 

$(x”, x5) = $(xp)eix5’5 (1.33) 

Llevando  a cabo  la  reducción  dimensional  sobre  la  quinta  dimensión y notando 

que 85 - $ obtenemos  que 

Comparando coeficientes  se obtiene  que 

K 
e - -  

L .  

(1.34) 

(1.35) 

Pero introduciendo  la condición sobre K: que nos proporciona  (1.30)  obtenemos 

d m  
e -  

L e (1.36) 

, 
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La constante  de  estructura  fina es cy N y  en  consecuencia  concluimos cy = 

LZ + L N e - 1021,, siendo I, la  longitud  de  Planck cuyo orden  de  magnitud es - 10-33cm. Es decir, es muy  pequeña  para  ser  detectada. 

1 

La  generalización  del  método  de  Kaluza-Klein  para  grupos  no-abelianos  fue  por 
primera vez publicada  en 1963 [4]. En  esta  generalización  tenemos  un  espacio ( 4 S N ) -  
dimensional, el cual es descompuesto  como el producto  del  espacio-tiempo físico M4 

y otra  variedad  N-dimensional,  la  cual  llamaremos G. 
Definiremos al  tensor  métrico  en el  espacio (4 + N )  por j p ,  donde ,!i, i. = 

1 , 2 ,  ... N+4. El  tensor  métrico  de M4 se denotará  por g,,, p ,  v = 1,2,3,4 y  la  métrica 
de G será ymn con m,  n = 5,6, ... N + 4. Los espacios M4 y G estarán  parametrizados 
por x y y ,  respectivamente. 

Para aislar  el  campo  de Yang-Mills reparametrizemos el tensor  métrico.  Existen 

muchas  maneras  de  hacerlo,  pero  una elección conveniente  consiste  en  introducir  un 
nuevo  campo B," el cual es un  tensor  mixto.  Haremos  entonces  la  siguiente elección 

(1.37) 

siendo  como  ya  antes g,, función solo de x, y ymn únicamente  de y .  
Calculando  el  tensor  de  curvatura  del  espacio (4 + N)-dimensional  obtenemos  que 

(1.38) 

siendo 4R( x) 
embargo, F;Li 

- y N R ( y )  las  curvaturas  escalares  de M4 y G, respectivamente. Sin 
no es  el tensor  usual  del  campo  de Yang-Mills [ 5 ] .  

Aquí  tenemos  que 

(1.39) 

Esto nos conduce a concluir  que BT no puede  ser el campo  de Yang-Mills. En  este 
punto vale la  pena  mencionar  que  en (1.36) no  aparecen  las  constantes  de  estructura 
del  grupo  de  norma  en  cuestión. 

Introduciremos  una suposición  adicional, la variedad  tiene  una  simetría  asociada 
con ella,  es  decir la variedad  tiene  una  isometría. 
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Sabemos  que  de  variedades con isometría  podemos  extraer  un  vector  de  Killing, 
('1, el  cual  puede  matemáticamente  expresar el  efecto  de  esta  isometría [6]. 

Luego, si tenemos  una  variedad G la  cual posee un  conjunto  de  isometrías,  en- 
tonces  éstas  en  general  dan origen  a un  álgebra  de Lie asociada con estas  simetrías. 
Supóngase  que los generadores  de  esta  simetría  están  descritos  por 

y por  definición  genera.n un  álgebra  de Lie. 

[La, Lb] f C a b L c ,  (1.41) 

donde f C a b  son las  constantes  de  estructura  del  álgebra  de Lie correspondiente. 
Con este  vector  de Killing  podemos ahora definir 

Br = Cam A;. (1.42) 

Esta es la redefinición que  estabamos  buscando,  aqui A; es el  verdadero  vector  de 

Yang-Mills. Antes  de  pasar a mostrar  que  la acción  original  en (4 + N)-dimensiones 
puede ser dividida  en dos partes, la teoría  de  Einstein  4-dimensional y la  teoría 
estándar  de Yang-Mills,  mencionaremos  algunas  preguntas y sus  respectivas  respues- 
tas,  en relación a este  modelo . 

De  inmediato  surgen  las  siguientes  preguntas: 
1) ¿Puede el grupo  de  norma del  modelo  estándar  ser  incluido  en  este  esquema? 

2) ¿Es la  teoría  cuantizable? 
3)  Si en  todos los experimentos  hasta  ahora  diseñados  la  presencia  de  dimensiones 

extras  no  se  ha  manisfestado,  entonces  este hecho da origen  a la siguiente  pregunta: 
¿Cuál es el mecanismo  que  origina  que  las  dimensiones  extras  sean  suficientemente 
pequeñas  para  no ser detectadas  experimentalmente? 

Para  contestar a la primera  pregunta,  usaremos el  hecho de  que  la  teoría  de Yang- 
Mills está  generada  por  las  isometrías  de  la  variedad  del  espacio-tiempo.  En conse- 
cuencia  nuestro  problema  se  reduce a encontrar  la  variedad  que  tiene  al  grupo  del 
modelo  estándar  como  su  grupo  de  simetría [7].  

Respecto  a la segunda  pregunta es imprescindible  mencionar  que el problema  más 
serio  con  la  Relatividad  General  cuántica y la  teoría  cuántica  de  Kaluza-Klein es que 
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no son renormalizables [8]. Concerniente a la  tercera  duda vale la  pena  mencionar  que 
en  estos  momentos  existen varios modelos que  tratan  de explicar este  mecanismo  de 

compactificación. Por  ejemplo, Varonov y Kogan [9] proponen  un  mecanismo  para la 
compactificación  espontánea  en modelos de  Kaluza-Klein el cual es consecuencia  del 

valor de  expectación del vacío cuántico del tensor  de  energía-momento  de los campos 
de  materia y del valor de  expectación  de la constante cosmológica existentes en el 
espacio-tiempo  (4 + N)-dimensional.  En  otras  propuestas [lo], el rompimiento  de 

simetría necesario para  obtener a partir  de  una  teoría  de  norma unificada de  quarks 
y  leptones las enormes  masas  de los bosones y  de los fermiones es la responsable del 
mecanismo  de  compactificación  espontánea. 

En  esta  busqueda  Chodos  y Detweiler [ll] han  mostrado  que  esta  reducción  dimen- 
sional puede  emerger  como  una  consecuencia  de la evolución dinámica del  universo. 
Sin embargo,  Maeda [la] demostró  que  este  mecanismo no ocurre si se incluye  un 
campo  de  materia  cuantizado. 

La relación entre  un escenario inflacionario (en  la  variedad M4), generado  por  un 
tensor  de  energía-momento  asociado a una  mezcla  de dos gases fuera  de  equilibrio 
termodinámico  y  este  mecanismo  de  compactificación  también  ha sido ya analizado 
[13]. En  resúmen,  esta  pregunta  queda  todavía sin contestar. 

Pasemos  ahora a la generalización no-abeliana del modelo  de  Kaluza-Klein, y 
notemos  que  para  incorporar  un  grupo  de  norma  realista G solo necesitamos  tomar 
a las  dimensiones  extras  como  la  variedad  de  dicho  grupo [7]. 

Generalizemos  ahora  la  métrica  dada  en (1.1). Denotando  por y;j a la  métrica del 
grupo  no-abelian0  en cuestión [14] y empleando, ya que los cálculos matemáticos se 

simplifican, nuevamente HLB, obtenemos la  siguiente  generalización 

Las 1-formas son ahora 

x 

G' = dx', 

(1.43) 

(1.44) 

ya que (1.7) no contiene  información  alguna  respecto al espacio-tiempo  interno. 
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La generalización  de (1 .S) es un poco más  elaborada, ello  consecuencia, del  siguiente 
hecho: G es el grupo  de  simetría  en  cuestión y para  tener  una unificación  con alguna o 

algunas  interacciones  fundamentales  este  grupo  será el grupo  de  norma  de Yang-Mills 
en  cuestión.  Esto  implica  que el campo  de  norma  debe  también  tener  un  índice  de 
grupo,  este  índice  debe ser contraido con algun  objeto  matemático y entonces  obtener 
una relación  de la  forma B i ( z ,  y) .  Es evidente  que solo existe  un objeto geométrico 
con el cual  realizar  la  contracción,  el  denominado  vector  de  Killing K;(y). Esto  es, 
Bi(x, y)  - A,l(x)Ki(y),  donde Q son aquí indices de  grupo. 

Resumiendo, (1 .S) se generaliza  como 

(1.45) 

El elemento  de  línea  generalizado es [15] 

ds 2 = g p , d ~ p d ~ y  - y ; j ( ~ ) [ d y ’  + Z1<,!~(y)A;l(~)&’][dy’ + -K~(y)Af(x)&d’].  (1.46) 
K K ’  

L 

La base  dual  a  (1.44) y (1.45) es 

(1.47) 

(1.48) 

Nuevamente  estamos  en  una base anholonómica,  para  convencerse  de  esto  basta 
calcular los conmutadores  entre los elementos  mencionados  en  (1.47) y (1.48). 

p i ,  4 1  = o ,  (1.49) 

(1 .SO) 

(1.51) 

Donde F,”,(z) son las  llamadas  intensidades  de  campo  asociadas a los campos  de 
norma  no-abelianos [5] las cuales  se  definen  como: 
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F,",(4 = A& - A" PL,V + 2.f" L Pr A";, P (1.52) 

siendo f& las  constantes  de  estructura. 
Si ahora  ponemos  en  marcha la maquinaria  de  la  geometría  diferencial  llegaremos 

a que el escalar  de  curvatura  del  espacio  multidimensional  puede  escribirse  como [16]. 

(1.53) 

siendo 4R el  escalar  de  curvatura  asociado al espacio-tiempo  4-dimensional físico y 
RG el  escalar  de  curvatura  de G, el  cual  hemos definido  como: RG = --7ijRfkj. El 
signo  menos  es para  obtener  un  escalar  de  curvatura  positivo  para el  caso de  una 
esfera. 

En  este  punto vale la pena  mencionar  una  diferencia  existente  entre el modelo 
5-dimensional  de  Kaluza-Klein  y  la  generalización  de  éste recién  esbozado. 

Hemos  visto  como  las  ecuaciones  de  campo  5-dimensionales  aceptan  como  solución 
el  caso de  un  espacio  de Minkowski junto con una  quinta  dimension  compactificada. 
Esto  no  puede  ser  generalizado  al caso  en  el cuál el número  de  dimensiones  extras 
es  mayor a 1. La razón  de ello  es que  las  teorías  de  Yang-Mills  están  asociadas  a 
variedades  cuya  curvatura  además  de ser constante  no  puede  ser  nula. Es decir, el 
producto  directo  del  espacio  de Minkowski y un  espacio  compacto  interno  de  curvatura 
constante  no  nula  no  constituye  una solución de  las  ecuaciones  de  Einstein  que  se 
desprenden  de  una  generalización  del  modelo  de  Kaluza-Klein. 

1.2 Teoría  de  Weinberg-Salam. 

Actualmente  está  demostrado  que  todas  las  interacciones  fundamentales  están  de- 
scritas  por  alguna  forma  de  teoría  de  norma [ 5 ] .  Es por  ello que  brevemente  men- 
cionaremos la  simetría local abeliana, U ( l ) ,  las  teorías  de  norma  no-abelianas, Ila- 
madas  teorías  de Yang-Mills [17] y el mecanismo  de  rompimiento  espontáneo  de 
simetria  en  teorías  de  norma. 
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Consideremos  la  Lagrangiana  para  un  campo  de  Dirac  libre [18]. 

L o  = $ ( x ) [ i y a ,  - m]$(.). (1.54) 

Si realizamos  una  transformación  de  simetría global (a constante) 

$(x) -+ $/(x) = e % J ( x ) ,  (1.56) 

e  introduciendo los campos $ I (  x) y $/(x) en  (1.54) se llega a Lb = Lo, es decir la 
Lagrangiana  permanece  invariante. 

Consideremos  ahora el reemplazo  de a -+ a(.). Es decir,  la  simetría global la 
transformamos  en  simetría local. La idea  aquí es construir  una  teoría  invariante  ante 

transformaciones locales 

$(x> -+ $(x) = eie(z)$(x) .  

Sustituyendo  en  (1.54) se obtiene 

(1 .SS) 

Lo t Lb = Lo - i$(.)$(.)a,cY(x). (1.59) 

Es decir, se pierde  la invariancia.  Observemos que  se  recuperaría  esta  invariancia 
si pudiéramos definir una  derivada covariante de  norma D,, tal que 

Para ello introduzcamos  una  constante  de  acoplamiento e y  un  nuevo  campo A,(x) ,  
el llamado  campo  de  norma,  y  definamos  ahora  la  derivada  de  la  siguiente  manera 
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Haciendo  la  sustitución 8, -+ D, y exigiendo la  invariancia  del  Lagrangiano ante 
transformaciones  de  norma, es decir,  pidiendo LL = Lo, podemos  generalizar (1.54) 
como  sigue 

Lo = $(x)ir”[8, + ieA,]$(z) + C.C. .  (1.62) 

Con (1.60) y  (1.61)  se  obtiene  la  propiedad  de  transformación  del  campo  de  norma 

A&) 

1 
e A,(z) ”+ A’,(z) = A ,  + -a,(a(z)). (1.63) 

Es decir,  pidiendo la invariancia  del  Lagrangiano  ante  transformaciones  de  norma 
locales hemos  obtenido  una  interacción,  ya  que  la  Lagrangiana  resultante  no  corre- 

sponde a la Lagrangiana  de  un  campo  de  Dirac  libre. 
Notemos  que el fotón  no  presenta  masa,  esto es consecuencia  de lo siguiente: 

para  tener (1.60) es necesario  que  se  cumpla (1.63) y  esta  expresión  implica  que 
A, se  transforma  de  manera  covariante,  y  un  término  de  la  forma APA, no puede 
ser  invariante  de  norma.  Esto es, la inclusión de  un  término  de  masa  para el fotón 
rompería  la  invaria,ncia  de  norma  del  Lagrangiano (1.62). 

Para  poder  cerrar el modelo  debemos  ahora  agregar  un  término  adicional, el cual 
considere la  dinámica  del  campo  de  norma A,. Evidentemente,  este nuevo término 
no  debe  romper  la  invaria,ncia. El término  más  simple es entonces 

1 LA = --Fp”FPu, 
4 

(1.64) 

donde 

Fpy d,A, - 8,A,. (1.65) 

La  relación  entre  la  intensidad  de  campo Fpu y  las  derivadas  covariantes es la 
usual 

Estas  últimas  tres relaciones  nos permiten  interpretar  a  la  Lagrangiana  de  la 
expresión  (1.62)  como  la  Lagrangiana  de  un  campo  de  Dirac  colocado  en  una  región 
en  la  cual  existe  un  campo  electromagnético [18]. Esto  implica  que e representa  la 
carga  eléctrica. 
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Aquí tenemos  además  la  siguiente relación 

( & a  - a/QJ$(.> = ieFpv$(.). (1.66) 

Sumando (1.62) y (1.64)  obtenemos el  Lagrangiano  de la. electrodinámica  cuántica 

L = $(x) iyp[t ld ,  + ieA,]$(x) + C.C. - rn$(x)$(x)  - -FpuFpU.  (1.67) 
1 

4 
Pasemos  ahora a generalizar  el  principio  de  norma para el  caso de  grupos no- 

abelianos.  Para ello  iniciaremos  con  el  caso más simple,  el isospin SCI(2) y posterior- 
mente  generalizaremos los resultados  obtenidos. 

Consideremos  un  campo  fermiónico  representado  por  un  doblete  de  isospin 

Si r‘ = (r1, 72, r3) son las  matrices  usuales  de  Pauli,  las  cuales  satisfacen  la  rela- 
ciones  usuales  de  conmutación y anticonmutación 

(1.68) 

donde 1 es la  matriz  unidad y 8 = (Ol, & , O 3 )  son los parámetros  de  transformación  del 
grupo SU(2) ,  entonces  bajo  una  transformación  de  este  grupo se tiene  que el campo 
fermiónico  se  transforma  de  la  siguiente  manera 

-i 

i - +  
2 

$(x) -+ $’(x) = exp(--7.  Q)$(x) .  

El  Lagrangiano  de  nuestro  fermión es ahora 

(1.69) 

Lo = $ ( x ) [ i y a ,  - rn]$(x)  + C.C., (1.70) 

y bajo (1.60) permanece  invariante,  donde 8 es un  vector  constante. 
+ 

Hagamos  ahora 8 una  función del espacio-tiempo,  entonces 
-t 

(1.71) 
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De manera  análoga  a lo sucedido  en el caso abehno ,  el Lagrangian0  libre  ya no 

es invariante  ante  transformaciones locales 

En  forma  similar al caso abelian0  construiremos  una  Lagrangiana  invariante  de 
norma y para ello introduciremos 3 campos vectoriales de  norma AL (uno  para  cada 
generador del grupo). 

Por  consiguiente,  la  derivada covariante es en  este caso 

donde g es la  constante  de  acoplamiento. 
La condición a cumplir  por  esta definición es 

wfw ”+ P , $ ( 4 1 ’  = w w ) ~ , $ , ( . > .  

Esto define las propiedades  de  transformación  de los campos  de  norma 

(1.73) 

(1.74) 

. r ‘ *  2, = U(O(X))? .  ipu-l(o(.)) - -(a,U(o(x)))u-’(o(x)), 2i 
9 

(1.75) 

La intensidad  de  campo es 

(1.76) 

(1.77) 

De donde se desprende 

Aquí vale la  pena  mencionar dos cosas: (i) de (1.76) sabemos  que AI no es in- 
variante  de  norma y si observamos  la  expresión  (1.78)  podemos  notar  que el último 
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término nos indica  que, a diferencia del caso abeliano,  en  esta  nueva  situación las  in- 
tensidades  de  campo no son invariantes  de  norma; (i i)  este  último  término nos indica 

también  que  en  la  ecuación  de  movimiento  para los campos  aparecerán  tkrminos  que 
incluirán  productos  entre éstos, lo cual muestra  que los campos  de  norma  transportan 
carga y en  consecuencia se presenta  auto-interacción,  recordemos  que  este  fenómeno 
no se da  en el caso abeliano [ 5 ] .  

Pasemos  a  encontrar  la  forma en que las intensidades  de  campo se transforman, 
y para ello consideremos la expresión: ? F;,U(O)$ = U ( 8 ) F  FP,$ 3 7 . F’ = 

U ( @ ) ?  FPUU-’,  siendo además U ( 8 )  N 1 - 4‘ . 8, lo que conlleva la condición 
l8(x)  1 << 1. Lo anterior nos conduce a 

-4 -+ 
4 

-+ 

P, 
4 

4 

(1.79) 

Esta  última  expresión  prueba  que  efectivamente las intensidades  de  campo  en el 
caso de  grupos no-abelianos  no son invariantes  de  norma. 

Para  poder  cerrar  la  teoría es necesario introducir  en el Lagrangiano  un  término 
que  contemple derivadas de los campos  de  norma, y con ello convertir a los campos 
de  norma  en  verdaderas variables dinámicas.  Evidentemente,  este  término  debe ser 
invariante  de  norma.  Consideremos el término FLuF1””. 

Empleando  la expresión (1.79) se desprende  que: F;,F1”” + F’l PU F’lP” = (F/L + 
sB”F,,c >(  k l j k  ~ l p v  + g8mFn@uc1mn) FZ FLuF2Pr/ + 2gBjFL,FkPvt1jk.  Donde nos quedamos 

a  primer  orden  en 8. Pero  de  la  antisimetría  de cljk se desprende  que Fi,Fki”ut’jk = 
- FLU F k P  &ik. 

Lo anterior nos permite definir 

El Lagrangiano  completo es 

1 L = - - F ~ P , F ~  
4 P,, + $iyPD,ll - m$$. (1.81) 

Existe  otro  punto  en el cual  las  teorías abeliana y no-abeliana son diferentes, y 
este concierne a  la  unicidad  de  la  constante  de  acoplamiento.  Para  poder  probar  este 
punto  consideremos  otro  doblete  de isospin d(z) el cual se acopla a los campos  de 



17 

norma  mediante la constante Ag. Entonces,  su  derivada covariante toma  la  siguiente 
forma: 

D,$(x )  = (d , - iSy?A, )#(x)  = (dp-ZgT-A,)$(x), F 4  donde  hemos definido I' = X?. 
Pero  esto  implica  que  bajo  una  transformación del grupo  en cuestión se cumple 

#(x) -+ #'(x) = ezp[- ir O(x>]4(x), donde se deben  cumplir las  relaciones de con- 

mutación [- rl 2 '  -] rj 2 - - Zt i jk I " "  i = A'[$, $] = X i t i j k ~ ' "  + X = 1. Esta  unicidad es una 
propiedad  asociada a grupos no-abelianos. 

+ -4 

. - +  -4 

Hemos  visto  que la imposición  de  simetría local conlleva l a  aparición  de  partículas 
vectoriales  no-masivas, las partículas asociadas a AL. Para  poder  obtener bosones 
vectoriales  masivos la  simetría  de  norma se debe  romper. Si agregásemos  a la La- 

grangiana (1.81) términos  de  la  forma rn;A;Ai@, los cuales explícitamente  romperían 

la  simetría,  obtendríamos  que  en el límite  de  altas energías la  teoría no sería  renor- 
maliza,ble [ 5 ] .  

Para conseguir este  objetivo  romperemos la simetría  mediante el mecanismo lla- 
mado  rompimiento  espontáneo  de  simetría  de Higgs [19]. Es aquí  importante recal- 

car que las  teorías  de  norma son renormalizables  aún en el caso del rompimiento 
espontáneo  de  simetría [20]. 

Pasemos  a  explicar  este  mecanismo.  Para ello supongamos  que U es un  elemento 
del grupo  de  simetría G ante el  cual el operador  Hamiltoniano Ho permanece invari- 
ante. 

(1.82) 

y  que  conecta  estados  que  forman  una representación irreducible del grupo 

UIA >= JB > . (1.83) 

Empleando  (1.82)  y  (1.83)  podemos llegar a  la conclusión de  que  la  simetría del 
Hamiltoniano se manifestará  en las degeneraciones de los eigenestados de  energía 
de las representaciones  irreducibles correspondientes del grupo  de  simetría,  esto es 
EA = E g ,  siendo E, =< nlHo[n >. 

Sin embargo,  detrás  de  (1.83) yace la invariancia del estado  base  bajo  la  trans- 
formación  de  simetría.  Para ver esto  denotemos  mediante $ A  y $* a los opera,dores 
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de creación  relacionados con  los estados [A > y IB >, respectivamente. Es decir, 
]A >= $ A ( O  > y (B >= $ B ( O  >, con U ~ A U +  = $B. 

Pero  la  expresión (1.83) es válida solo si el estado  base es invariante  ante G, es 
decir solo si U10 >= ] O  >. Cuando  esta  última  expresión no se satisface se dice que se 
tiene  un  rompimiento  espontáneo  de la simetría. Es importante  mencionar  que  aun 
cuando la simetría ya no aparece  en  la  degeneración  de los niveles de  energía,  existen 
todavía relaciones de  simetría, las cuales provienen del hecho  de  que el Hamiltonian0 
es todavía  invariante  ante las  transformaciones del grupo G. 

Sin embargo, el rompimiento  espontáneo  de  una  simetría  continua  implica la e- 
xistencia  de  partículas sin spin y además  no-masivas,  las  cuales  reciben el nombre  de 
bosones de  Goldstone [al]. Es decir,  volvemos a  obtener  partículas  no-masivas. No 
obstante  podemos  evitar el teorema  de  Goldstone y la razón de éllo radica  en el hecho 

de  que el teorema  impone como  hipótesis la validez de  todos los axiomas usuales de 
campo: covariancia de  Lorentz  manifiesta,  positividad  de  la  norma,  etc. Sin embargo, 
no existe  una condición de fijación de  norma  que  pueda ser impuesta  la  cual  satisfaga 
todos los axiomas  antes  mencionados.  Por  ejemplo,  en  normas covariantes existen 
estados  de  norma negativa  (fotones longitudinales). Si consideramos a los bosones 
de  norma  no-masivos y a los bosones de  Goldstone  no-masivos  como  problemas  de 
la teoría,  resulta  que  cada  uno  es  la  cura del otro.  Ambos  desaparecen del espectro 
físico al combinarse  para  formar  partículas vectoriales masivas, lo cual nos permite 
mantener  intacto el buen  comportamiento  a  altas energías de la teoría  simétrica. 

Para  entender  este proceso,  el  cual recibe el nombre  de  mecanismo  de Higgs, 
tomemos el caso abelian0 en donde el Lagrangian0 es 

1 L = $2((a,p)(d”p) + (d,$>(a’$) + g2$’AVA’ - ~ c J $ ~ A , ~ ’ P  - ~ ’ 4 ’  - A 4 4  - ;P;,,FIIV, 

donde p( x) = $(x) e-iP(z). 
(1.84) 

Si por  un  momento  hacemos $(x) = O ent>onces la  ecuación  de  movimiento  para 
A, es 

d’d,A, = O ,  (1.85) 

pero  aquí  hemos  impuesto  la  norma  de  Lorentz [22]. 



A’ ,, = O. 

Si buscamos  una solución en  forma de ondas planas 

A, = Á’eop(iIC,x”), 

siendo A, = cte., entonces esta condición de norma  implica 

19 

(1.86) 

(1.87) 

esto significa  que  es  ortogonal a k,,  es decir la componente de A P  paralela  al  vector 
3-dimensional  de  propagación IC es nula. 

-t 

La fase  de ~ ( x )  puede,  por la  invariancia del Lagrangiano ante  transformaciones 

locales U(1), ser  escogida igual a la componente  longitudinal de A P ,  es decir  igual a 

cero. Esto  permite  obtener  como Lagrangiano 

1 
L = (8,L$)(8”$) + g2$2ApA’ - pL2$2 - A$4 - zFPuFpU.  

Escribiendo d(x) = -&[u + ?(x)], u = cte. se obtiene 

L = Lo 4- L1, 

donde 

(1 3 9 )  

(1 .90) 

(1.91) 

1 1 
2 

LI = - g 2 ( 2 v  + ?(x))A’A, - X V ~ Q ~  - 4A1/4. (1.92) 

En las  expresiones  anteriores  aparecen un bosón vectorial  de  masa gu Y un mesón 

escalar  de  masa f i p .  

Pasemos  ahora a considerar la generalización de este  mecanismo  para  el  caso  de 

teorías con simetría de  norma  no-abeliana.  Tomemos el caso de una  teoría de norma 
SU(2)  con un doblete de campos  escalares  complejos 
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1 
4 

L = (DP$)t(D”$) - V(4)  - - F ; p y  (1.93) 

donde DP$ = (a, - is:. A,)$,  F;”y = ¿?,A; - 8.A; + g t a b ‘ A ~ A ~ ,  V(4)  = -p2($t$) + 

El potencial  tiene un mínimo si $ 7 4 1  + $;$2 = O y también si $:$I + & 4 2  = $ con 

u = f l ,  Puesto que una  teoría  basada en la superposición  de dos posibles vacíos no 

tiene  sentido, ello  consecuencia del hecho de que los espacios  de  Fock  construidos  sobre 

los dos posibles vacíos son mutuamente  ortogonales,  entonces  debemos  de  escoger 
cualesquiera  de lo puntos en el  círculo definido por + 45$2 = $ como  el  vacío 

físico. 

“t 

A($t$h)2 ,  p2 > o y x > o. 

Por  simplicidad  hagamos 

$ o = $ )  

y definiremos  el  campo 

x 

= $ - $0. 

Con esta definición se tiene que 

(1.94) 

(1.95) 

(1.96) 

El último  término de la expresión puede por lo tanto  escribirse  como TTA, .  ’4, = 

T( y) A, A,, de donde se puede ver que  al  romper la  simetría los bosones de norma 1 g w 2 ”  -+ 

adquieren masa de valor y, 

g2 y2 “t -+ 

El potencial  se  transforma  ahora en 
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De  (1.97) se puede ver que solo la combinación 2 es una  partícula  masiva, en - 2 + 4 *  

Jz 
otras  palabras, , y fi "-ii resultan ser bosones de Goldstone. $1 +ii $2 -4; 

Para clarificar  este punto  parametricernos  nuestro  doblete e s d a r  de la forma 
siguiente 

donde <(x) y q ( z )  evaluados en el  mínimo son cero. 
Realizemos  ahora la transformación  de  norma 

(1.98) 

(1.99) 

Los nuevos campos  de  norma,  que  aquí  denota.remos  por B,, satisfacen la  ex- 
presión 

(1.100) 

El Lagrangian0  adquiere la forma 

1 i 2 -+ 
L = 2(apq)(a%) - -g(a/J+)? * + " p j t i - ' .  W ( a , , d )  + m 21/2 

1 g w 2 -  .+ 9 2 4  1 

(1.101) 

-(-) B/" - B, + -El,. s'"(q2 + 2~17) - -GZ,Gapu. 
2 2  8 4 

Obtenemos  partículas  vectoriales masivas de masa y )  nuestros tres bosones  de 
norma adquieren masa. 

Pasemos  ahora a analizar la relación entre el  rompimiento  de  simetría y la  estruc- 
tura de la  teoría.  Mostraremos que el  número de bosones que adquieren masa es  igual 
a l a  diferencia  entre el  número de generadores de la  simetría original y el  número  de 
generadores  de la  simetría final. 



2% 

Consideremos el siguiente  Lagrangian0 

donde 4; son campos escalares, los cuales se transforman  de  acuerdo  con  cierta  rep- 

resentación del grupo  de  simetría G, el cual tiene n generadores. 

siendo a = 1,2,3,  ..., n. 

Si el potencial es invariante  ante  transformaciones  del  grupo  en  cuestión,  entonces 

(1.104) 

Esta expresión se cumple  para cualquier conjunto  de funciones { ~ “ ( x ) ) ,  y  en  par- 
ticular  para el caso @(x) = 1, lo cual nos conduce a 

(1.105) 

Derivando  y  asumiendo  que el potencial  tiene  un  mínimo  en 4; = u; se obtiene 

(1.106) 

La segunda  derivada del potencial  constituye  una  matriz  de  masa,  ya  que  al de- 
sarrollar  en serie de Taylor en torno al mínimo se concluye 

Es por ello que definiremos la  matriz  de  masas A d 2  de la siguiente  manera 

(1.107) 

(1.108) 

Supóngase  ahora  que el grupo G tiene  un  subgrupo G’ con ñ generadores  que 
dejan el vacío invariante. 
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con b =  1 , 2 , 3  ,..., ñ. 

T $ v ~  # O, (1.110) 

con c = f i  + 1, 6 + 2, ..., n 
Si escogemos los T" como  linealmente  independientes,  entonces la expresión 

M2T" = O, (1.111) 

nos indica  que la matriz  de  masa  tiene (n-6) eigenvectores linealmenteindependientes 
entre sí y cuyo valor propio es cero. En  otras  palabras, el cero es un valor propio  de 
multiplicidad ( n  - 6)  de  la  matriz  de  masas.  Estos  estados no masivos corresponden 
a bosones de  Goldstone. 

Parametricemos  ahora 

(1.112) 

donde c = f i ,  + 1, f i  + 2, ..., n y U es la magnitud  de v ; ,  sus subindices han sido omitidos 

en  la  exponencial  para  evitar confusiones, y  además se incluyen únicamente  en  la 
suma los generadores  de  la  simetría  rota. 

El Lagrangian0  contendrá  un  término  de l a  forma y2AiAdfi(TcV,TdV),  c ,  d = 

f i  + 1, f i  + 2, ..., n. Es  decir,  todos los campos  de  norma asociados a los generadores  de 
la  simetría  rota  adquieren  masa, la, misma  masa. Los campos  de  norma relacionados 
con los generadores  que  preservan el vacío permanecen  no-masivos. 

Pasemos  ahora  a  mencionar  brevemente  la  teoría  de  Weinberg-Salam. 

Para  describir las partículas  e interacciones  conocidas (en  esta  argumentación no 
consideramos a la  gravitación) se necesitan tres  simetrías  internas; a saber,  invariancia 
U(1), invariancia  relacionada al grupo SU(2)  y  la  tercera invariancia es bajo el con- 
junto  de  transformaciones  que  constituyen el grupo SU( 3). Ahora  debemos  distinguir 

entre  carga U (  l) ,  carga SU(2) y carga SU(3) .  En lo que sigue solo consideraremos 
Pos dos primeros  grupos. 
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La forma en que los estados observados se transforman  ante el grupo SU(2)  es una 
cuestión,  hasta el momento,  puramente  experimental. Todos los leptones conocidos 

son  singuletes o bien dobletes  ante  la acción de  este  grupo. Los electrones  de  quira- 
lidad  derecha son singuletes y los de  quiralidad  izquierda  dobletes. El experimento 
muestra  que los neutrinos  de  quiralidad  derecha no existen  en la  naturaleza [23]. 

As1 tenemos  que si PR es el operador l+r5, p L - - l + Y 5  [18] y  y son los es- 
pinores  electrónico y neutrónico,  respectivamente,  entonces eR = PR?+he es un  singulete 

de S U ( 2 ) ,  PR$” = O y las partes izquierdas constituyen  un  doblete  de S U ( 2 ) ,  

v e  = P ~ ? + h u  y e~ = P L $ ~ .  
Los quarks  up y down  se comportan  de  manera  análoga. Definamos 

Q L ,  (11) 
Esto  es,  ponemos  a los quarks  de  quiralidad  izquierda  como  SU(2)dobletes. Los 
quarks  de  quiralidad  derecha son nuevamente singuletes ante la acción de  transfor- 

maciones  de  este  grupo. 
Notemos  que el hecho de  poner a los fermiones  de  quiralidad  derecha  e  izquierda 

en  tipos diferentes de  multipletes  constituye  una violación de  paridad,  puesto  que la  

teoría no es invariante  ante  la inversión de l a  componente  de  spin  en  la dirección de 
movimiento.  Esto  es,  la  teoría  de  Weinberg-Salam  incorpora l a  violación de  paridad 
observada  en la naturaleza,  pero  no  la explica de  manera  fundamental.  Hasta  este 
punto  hemos  considerado  una  familia  de  fermiones (Y , ,  e, u, d) .  Pero  la  teoría  puede 
ser aplicada a las otras dos familias  conocidas (Y, ,  p,  e,  S )  y (v , ,  T ,  t, b) .  

A este nivel,  el  Lagrangian0  puede  escribirse  como 
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Notemos  que Y ,  el  generador  de las transformaciones U (  1), una  constante,  puede 
ser diferente  para  diferentes fermiones, es por ello que  tenemos YL y YR. 

Definamos los siguientes  campos bosónicos 

(1.114) 

(1.115) 

(1.116) 

Estas definiciones permiten re-escribir la  Lagrangiana (1.113) de la, siguiente  man- 
era, 

Experimentalmente  sabemos  que el neutrino no presenta  interacción  electromag- 
nética.  Tomemos el penúltimo  término de la expresión (1.117) 

(1.118) 

Con el fin de  evitar la condición gl = 92 = O, supondremos  que el campo  electro- 
magnético A, es una combinación  de B, y de W j  y que  ésta es ortogonal a l a  que 
aparece  en  (1.118).  Para ello definamos 

2, - 9 1 Y L B p  + 92W,o. (1.120) 
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Normalizando A, y 2, obtenemos 

(1.121) 

(1.122) 

Si retornarnos la  Lagrangiana  dada por la expresión (1.117) y re-escribimos los 
términos  para los electrones introduciendo los campos A, y 2, recién definidos llega- 

mos a la  expresión 

Por  otro  lado,  sabemos  que el término  que  proporciona la interacción  electro- 
magnética  de  una  partícula  de  carga  eléctrica q es de  la  forma gA,[ELy”eL + eRr”eR] 
[18]. En consecuencia  podemos  re-escribir el primer  término  de (1.123) de  la  siguiente 
manera 

Esto  último nos permite  establecer las  siguientes  identificaciones 

(1.124) 

(1.125) 

(1.126) 

De aquí se obtiene  que YR = ~ Y L .  Nótese  también  que solo se da  la combinación 
glYL, es decir Y, no aparece  por  separado.  Esto nos permite escoger Y L  = -1. En 
caso de  una redefinición de YL ésta  puede considerarse  como un  re-escalamiento  de 
gl. Si PL = AY, entonces = g l x Y ,  = ( g 1 x ) Y L  = G1YL. Finalmente, se llega a 



gl S2 

e = 4” 
Definamos  el ángulo  de  Weinberg O, [24] de  la  siguiente  manera 
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(1.127) 

(1.128) 

(1.129) 

Obsérvese  que la tangente del ángulo  de  Weinberg es la  razón  entre las  consta.ntes 
de  acoplamiento t g ( 0 , )  = E. Regresando  al  término del Lagrangian0  que  contiene  la 
interacción  neutrino-boson Z,, tenemos  que  puede escribirse  como 

(1.130) 

Es decir, en todo  lugar  en  donde  encontremos  un  vértice V L  - Z,, podremos 
asociar el  factor  de  intensidad .q2 Esto  implica  que  este  último  término  puede 

2c0s(e,) 

ser entendido  como  la  carga  electrodébil del neutrino.  Analicemos  ahora  la  interacción 
de  electrones con el boson Z,, es decir tomemos el segundo  término  de la expresión 
(1.123) y observémos  que $- esta  interacción eL - Z,Y y eR- Z p  

puede  reformularse  como sigue 

\ I  

g2 + 91 - cos(o,jsin(e, , , )  ) 

(1.131) 

Es de (1.130) evidente  que  la  interacción  de eL con 2, no es igual  a  la  que se 
presenta  entre eR con Z,, pero  esto no es de  extraña.r, ya que eR es un singulete  ante 
las transformaciones del grupo SU(2),  no  así eL.  Notemos  que  las  intensidades  de 
acoplamiento  que  aparecen  en (1.131) pueden  también  exribirse como sigue 

(1.132) 
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Aquí T i f )  es el eigenvalor de T3. Para singuletes de SU(2)  se tiene T i f )  = O, 
mientras  que Q ( f )  es l a  carga  eléctrica  (en  unidades  de e )  del fermión: QLf) = -1, 

Q, - u 
(f) - 0. Q ( f )  = 2 Q ( f )  = -!.. 

3 '  d 

Vale la  pena  mencionar  que  de la teoría  electrodébil  hemos  extraido (i) la  inter- 
acción electromagnética  ordinaria y (ii)  una  partícula adicional tipo  fotón  (sin  masa 
hasta el momento),  la cual interactúa con cualquier  fermión que  tenga  carga  eléctrica 
o isospin débil. 

La parte  que  resta  analizarse del Lagrangiano  proporcionado  en la  expresión 
(1.1 17) corresponde a la parte no-diagonal, la cual  conduce a transiciones del tipo 

VL ++ eL 

(1.133) 

Puede verse que eL realiza una  transición a un  neutrino  absorbiendo  un boson 
W z  o emitiendo  un boson Wp-. 

Obsérvese  que  hasta  este  punto no tenemos presentes términos  de  masa, los cuales 
no podemos  agregar, ya que dichos términos  romperían la invariancia  de  norma.  Para 
dotar a las partículas  de  masa  haremos uso del ya mencionado  mecanismo  de Higgs, 

es decir,  introduciremos  un  campo  de Higgs como un  doblete  de S U ( 2 ) .  

(1.134) 

donde $+ y do son cada  uno  campos complejos, $+ = &k..Gb y $O &x?.!& Jz v 5 .  
La Lagrangiana  de  este  doblete  está  dada  por l a  expresión 

x = ( ~ p d t ) ( Q d )  - P2$+$ - (1.135) 

donde X > O y p2 < O. El mínimo del potencial es $td = $ = -2 
2x * 

Escribiendo  explícitamente los términos del Lagrangiano  que  proporcionan la in- 
teracción  entre las componentes del doblete con  el campo  electromagnético  tenemos 
las  siguientes  expresiones 

Y$ 1 Yb 
e2[- + - + --]ApA,$+$+, 

4 4 2  (1.136) 
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(1.137) 

donde Y4 es la  hipercarga del Higgs. 

$+ es (2  + f) y de la compnente $O es (% - f) 
De aquí se puede ver que  la  carga  eléctrica  (en  unidades  de e )  de  la  componente 

Si el valor de  expectación del vacío posee carga  eléctrica  entonces se esperaría 
poderla  detectar  experimentalmente,  por  ejemplo, se esperaría  que  una  carga  eléctrica 
colocada  en el vacío presentase  una fuerza generada por la  carga  eléctrica  asociada 
al valor de  expectación del vacío. Esto  implica  que se debe escoger el valor de Y6 de 
tal  manera  que el valor de  expectación del vacío no tenga  carga  eléctrica.  Tomemos 
Y+ = 1, lo cual nos conduce  a elegir como vacío 

(1.138) 

Escribiendo d+ = + id2 y 4’ = $3 + 2 4 4 ,  entonces  nuestra elección de vacío 
implica  que  en  éste se tiene 41 = $2 = $4 = O. 

Sabemos  que los tres  generadores  de SU(2) conmutan con  el generador  de U ( l ) ,  
es decir con Y ,  por lo tanto los podemos  diagonalizar a Y y T3 de  manera  simultánea. 
Glashow propuso [25] la  extensión  de  la relación de  Gell-Mann-Nishijima  para  la  carga 
eléctrica, al caso de la  interacción  débil. 

Y 
2 

Q = T 3  + -, (1.139) 

donde T3 representa los eigenvalores del operador en cuestión. 
Siendo la  hipercarga débil del Higgs no nula, Y, = 1, resulta  evidente  que  la 

simetría U(1) también se rompe, eia(z)y+g50 # 40. Sin embargo, eia(Z)Q40 = $,,, el 
vacío es invariante  ante  este  grupo Ú( l), cuyo  generador es una combinación  lineal  de 
los generadores  de los grupos originales SU(2)  y U(1). Es evidente  que  este  grupo, 
Ú(1), es  el grupo U(1)  del electromagnetismo. 

Escribiendo el campo  de Higgs en  la  norma  unitaria  tenemos 

(1 S40) 
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Introduciendo (1.140) en (1.135) obtenemos las masas  de los bosones W z ,  Wp- y 

Mw = - 
2 '  

vg2 

fwz = ym. 
Es evidente  que 

(1.141) 

(1.142) 

(1.143) 

Esto nos muestra  que el estado  neutral no esta  degenerado  en  masa con los estados 
cargados, a menos  que el ángulo  de  Weinberg sea  nulo, pero  en  este caso tg(Bw) = 

o =+ g1 = o. 
Teniendo  ya  al  campo  de Higgs como  un SU(2)  doblete, es posible escribir una 

interacción  entre  fermiones y campo  de Higgs invariante  ante SU(2) .  

(1.144) 

La constante g es arbitraria y no queda  determinada  por la, teoría.  Empleando  la 
expresión (1.140) en (1.144) podemos  re-escribir el Lagrangian0  como sigue 

el cual finalmente  puede  formularse como 

Es decir, el electrón  adquiere  a traviis de  este  mecanismo  una  masa 

(1.146) 

me = 7 5 .  
9v (1.147) 



Capítulo 2 

Teorías rnultidimensionales y 

rompimiento espontáneo de la 
simetría. 

2.1 Introducción. 

El interés  en  las  teorías  multidimensionales  nunca ha  desaparecido.  Uno  de los prob- 
lemas más interesantes  que  en  este  contexto  existen es la posible  explicación de  las 
masas  de  algunas  partículas  elementales a partir  de  este  tipo  de modelos [26-281. En 
particular  Macías analizó [27] un  modelo  5-dimensional  en el cual se tiene  un  campo 
escalar acoplado  a  la  métrica y el cual además  podría  jugar el papel  de  un  campo  de 
Higgs. Posteriormente se estudió el sector  fermiónico  de  una  teoría  multidimensional, 
este  sector consistió de las primeras familias fundamentales, el espacio-tiempo  está  en 
este  modelo  dotado con una  simetría  interna  que  corresponde al grupo U( 1) x SU(2).  
Es importa,nte  mencionar  que  en  este  trabajo  están  ausentes  campos escalares.  Un 
serio problema  de los resultados  de  este  modelo consiste en el  hecho  de  que las masas 
obtenidas  muestran serias  discrepancias con el experimento.  Por  ejemplo, el neu- 
trino  resulta  en  este  modelo ser una  partícula  masiva  mientras  que los bosones de 
norma asociados a la  interacción débil son no masivas. En  este  punto se obtienen las 
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propiedades  invertidas, ya que  esperamos  tener  a los neutrinos  como  no  masivos  y  a 

los antes  mencionados bosones como partículas masivas. Además  la  razón  entre las 
masas  leptónicas y hadrónicas es un  tercio,  resultado  que  tampoco  concuerda con el 
experimento.  Puesto  que no tenemos  en  este  modelo  campo  de Higgs es evidente  que 
las masas  de las partículas  tendrán  un origen puramente  geométrico. Así podemos 
ver que  en los términos  de  masa del sector  fermiónico  únicamente  aparece el radio 
del  círculo S' y que el factor  de  un  tercio  que  surge  en la  razón  entre las masas 
leptónica y hadrónica es consecuencia del hecho de tener  un eigenvalor de  hipercarga 
para el sector  hadrónico  que es un  tercio del valor del eigenvalor respectivo del sector 
leptónico. Es interesante  comentar  que la S3 esféra no tiene influencia alguna  sobre 
estas  masas. 

El paso  que tal vez parezca más lógico en  la  busqueda  de  un  modelo  que  propor- 
cione las  masas  correctas es agregar campos escalares  acoplados a la métrica  interna 
y ver si éllos nos permiten resolver el mencionado  problema. Esto ya fue  hecho [29]. 
Los resultados  obtenidos incluyen una  teoría efectiva 4-dimensional,  la  cual  no es 
quiral,  un  término  de  potencial  aparece  también  en  la acción 4-dimensional, se tienen 
además  todos los acoplamientos  entre bosones de  norma  e isospines fermiónicos  de 
la  parte  izquierda  de  una  teoría  de  Weinberg-Salam  en  un  espacio-tiempo  curvo. Sin 
embargo, el problema  de las masas  no se resuelve con este  modelo. 

Por lo tanto,  parece  inevitable  introducir  campos  dilatónicos y dotarlos  de  carácter 
de isospin y a su vez introducir  un  acoplamiento  tipo Yukawa entre  estos  campos 
dilatónicos y el sector  fermiónico  para  poder  tener las masas  correctas. 

Con la finalidad de  poder  analizar  simetrías  no  abelianas [7, 301 podríamos  tomar 
la  estructura del haz  fibrado  para  todo el espacio-tiempo. En este caso no  necesitamos 
asumir  una  dependencia espacial  sobre  las componentes  de  la  métrica. Si deseamos 
introducir  interacción  electrodébil  la  estructura del haz fibrado  principal  deberá ser 

G - P +n B4, donde B4 es una  variedad  Riemanniana  4-dimensional y la  fibra 
se considera  como la  variedad del grupo  de  un  grupo  no-abeliano  compacto G, el 

cual  para el caso particular  que  intente  comprender a la  interacción débil debe ser al 
menos  4-dimensional. Al combinar  ésto con la  parte  4-dimensional del espacio-tiempo, 
llegamos  a  una  teoría  gravitacional  la cual es 8-dimensional. 

El elemento  de línea toma,  la  forma [28, 31, 321 
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donde yij es la  métrica en la variedad de  grupo  de G y  las  funciones ~ ; ( y )  son 
vectores  de  Killing  de G. Los campos A ; ( x )  son campos  de  norma  de un grupo  de 
norma  arbitrario  no-abelian0 como  componentes del campo  gravitacional en (4 + n)- 
dimensiones. 

E n  la  teoría  4-dimensional  efectiva, las  transformaciones  de  norma son un rema- 

nente del grupo  de  invariancia  de  coordenadas  original,  el  cual ha sido roto espon- 
táneamente,  mediante reducción  dimensional,  a  las  simetrías del grupo  de  transfor- 
mación  de  coordenadas  4-dimensional y al  grupo  local de norma; I , ( x )  y 1(x) son 
campos  escalares  lorentzianos,  precisamente I1(z) puede ser  identificado  como un 
campo  dilatónico  mientraas que I(x) tiene  estructura de isospin. Estos dos campos 

dependen solo de  las  coordenadas del espacio-tiempo.  Como  ya  mencionamos  antes 
tomar  a estos  campos  como  isoescalares no resuelve  el  problema de las  masas [as]. 

En  este  capítulo  construiremos un espacio-tiempo  $-dimensional,  en  el  cual  las 
nuevas coordenadas y i  pueden ser  interpretadas  como la parametrización de la varie- 
dad del grupo  no-abelian0 SU(2)b X U(1). La variedad del grupo  de SU(2) es la S3 
esféra y de U(1) es la S' es el  círculo.  Por lo tanto el espacio tiene  la  simetría deseada 
y es la varieda,d natural  para  este grupo [33]. Dentro de este  marco  investigamos 
una  teoría  gravitacional  $-dimensional con dos campos  acoplados a la  métrica,  la  cual 
posee la  estructura de un haz  fibrado  principal, donde 11 (x) es  un singulete  respecto 
a s U ( 2 ) ~  X U(1) ;  es decir, es un campo  dilatónico con su usual comportamiento de 
vacío lineal, el  cual  tiende  a  una  constante;  ahora l(z) está dotado  de  estructura de 
isospin. Un campo de Dirac  está acoplado al campo  métrico;  este  campo  contiene a 

dos de  las tres  familias  fundamentales  fermiónicas, sin embargo la generalización  del 
trabajo  para  comprender a las tres familias no presenta ningún problema. 
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Un  término  de  potencial  asociado al campo I(z) que  contiene  términos  de  auto- 
interacción y de  masa es también  introducido. Se comporta  como  una  constante 

cosmológica 4-dimensional  efectiva;  en  otras  palabras  la  constante cosmológica 4- 
dimensional  puede ser identificada con este  potencial [34, 351. 

Introducimos by hand los términos  de Yukawa, los cuales constan  de dos contribu- 
ciones: a saber,  una contribución preónica, l a  cual compensa  la  ya  antes  mencionada 

contribución  preónica del radio  de  la  quinta  dimensión  que nos conduce a resultados 
no físicos; y el acoplamiento  usual  de Yukawa, el cual genera a través del  mecanis- 
mo GIM l a  verdaderas  masas fermiónicas. Esto significa que la  estructura  de  grupo 
de la  parte  derecha es U(1). Mediante el rompimiento  espontáneo  de  la  simetría 
U(1) x SU(2)  de  nuestro  Lagrangian0 y empleando l a  descomposición  de  Weinberg 
conseguimos  dotar  de  masa a los campos  de  norma relacionados con la  interación 
débil, así como al electrón,  al  muón,  y a los quarks S ,  e ,  d, y u, en  tanto  que el campo 
de  norma relacionado con l a  interacción electromagnética  permanece sin masa. 

Los bosones Z,, W$ y W,' adquieren  masa  y sus masas  están  de  acuerdo con las 
relaciones  usuales de la  teoría  de  Weinberg-Salam-Glashow; es decir, la razón  entre 
la masa del  bosón 2, y  aquella del bosón WJ o l a  del bosón W,- es C O S - ~ O ~ ,  siendo 
Ow el ángulo  de  Weinberg.  Mediante el proceso de  rompimiento  espontáneo  de la  

simetría el sector  fermiónico  adquiere  masa. Sin embargo,  aquí como en los trabajos 
ya  antes  mencionados [27, 281, el radio del círculo S' contribuye a la  masa  de  nuestros 
neutrinos. Es decir, es un  término  de  masa  de origen puramente  geométrico y que 
no tiene  nada  que ver  con el proceso de  rompimiento  espontáneo  de la simetría.  Este 
término  de  masa  debe  de ser  cancelado  por los acoplamientos  de Yukawa. 

Como es usual  en estos casos [27, 281, a consecuencia  de la reducción  dimensional, 
aparecen  en la teoría efectiva  4-dimensional  términos  de  Pauli. Ellos pueden ser 
entendidos  como  un  momento débil anómalo  y  un  momento  electromagnético  también 

anómalo.  Con  otras  palabras,  en  esta  teoría el neutrino no tiene  carga  eléctrica  pero 
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genera  un  campo  elecgtromagnético  y  este  hecho  puede  constatarse al  observar  las 
corrientes  de polarización que  emergen  en  las  ecuaciones  de Yang-Mills. Este  trabajo 
puede  extenderse,  como  ya se mencionó  antes, sin ninguna dificultad para  que  incluya 
a la  tercera  familia  fundamental 

2.2 Escalar de Curvatura. 

El elemento  de  línea del  haz fibrado  principal  para el espacio-tiempo  producto M4 x G, 
con Ad4 c B4 es 

siendo p ,  v .  . . = O ,  1,2 ,3  ; Z , J ~  . . , = 5 , 6 , 7 , 8  ; a, /3, . . . = indices de  grupo. Corno es 
. .  

usual, identificamos a g,, con la  métrica del espacio-tiempo 4-dimensio1ia1, yij(y) es 
la  métrica  de Killing en S' x S3, &:(y) son los vectores de Killing y Af l (z )  son los 
campos  de  norma  correspondientes, I I ( x )  es un  campo  dilatónico,  mientras  que I ( z )  
es un  cuadruplete  de isospin. 

Tomaremos  en  este  trabajo  un  análogo  multidimensional  de la acción de  Einstein- 
Hilbert-Dirac 
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Aquí  representa al escalar de  curvatura  8-dimensional, V(1) es un  potencial  de 
Higgs definido como sigue [34, 351 

2 x 
V ( I )  = L l t I  + -(I+I)2, 

2 4! (2.6) 
y ,Co es una generalización directa  en  8-dimensiones  de  la  ya  conocida  densidad 

Lagrangiana de Dirac 4-dimensional, en  tanto  que Y, denota al término  de Yukawa 

y V es el volumen del espacio interno. 
Emplearemos  la horizontal  lift basis (HLB) [31, 361 

8” = dx”, 

la cual  no  contiene  referencia alguna al  espacio interno, y 

A ,  R 
= dyi + - K ~ ( y ) A ~ ( x ) d x ” ,  L 

como  l-formas base. 
La base  dual  a  (2.8)  y (2.9) es 

6 ; ( y )  = a;. (2.11) 

De argumentos  dimensionales  introducimos las escalas de  longitud L-l y ,5-’ 1 para 
S3 y S’, respectivamente. 

La métrica  en  esta  base es simplemente 

(2.12) 

El  escalar de  curvatura  8-dimensional  está  dado  por la expresión  siguiente 
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o de  manera  explícita  por 

RS3 = -7'JR ' .  k . . zkJ 7 (2.15) 

de  tal  manera que para la esféra RS3 > O. Además  también  tenemos lo siguiente 
9 5 5  = I;"L$ y g;j = I 2  y;j . 

2.3 Densidad  lagrangiana de Dirac 8-dimensional. 

Con  el fin de  calcular  explícitamente  la  densidad  Lagrangiana  de  Dirac y el escalar 
de  curvatura  necesitamos los vectores de Killing asociados  al  espacio interno S1 x S3, 
los cuales determinan  la  métrica ~ i j ,  a través  de  la  expresión yzJ = KzaI<j ". . .  

Como  base  para  la  fibra  tangente  de S1 [14, 371 usaremos el vector &, y para el 
haz  tangente a S3 los tres vectores de Killing, los cuales  pueden  ser  escritos en  función 
de los ángulos  de  Euler (O, p, 4) .  

K5 = L d s ,  (2.16) 

Ks = L[cos$& - sinqb(cotOd+ - C S C O ~ , ) ] ,  (2.17) 

Kg = La,. (2.19) 
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(Nótese  que y6 = 8, y7 = p, y' = $). Así la  métrica de  Killing y;j para S' x S3 
puede ser fácilmente evaluada. 

L2, o o O 

o L2 o 
y i j  = [ o o L2 L2;;s8]-.  

o o L2 cos 8 

(2.20) 

Podemos  ahora  calcular la achtbein necesaria  para  introducir  espinores, en la HLB. 
La achtbein como la  métrica es también diagonal  a  bloques 

eAp O O O O 

o 11/51 o o O 
o O Í L  o O 
o o o Í L  -IxLcos8 
O O O P L C O S Q  ILsinO 

(2.21) 

Donde eAb satisface (A, . . . , f i ,  . . . = O ,  1 ,2 ,  . . . , 8 )  la relación  usual. 

9;; - e ce  ;VA&,  - A B  (2.22) 

con qÁB diag (+I, - 1 ,  . . . , -1) y eAp, e'k! son la,s viede ins ,  las  cuales  satisfacen 

el  álgebra usual 

?.. - e('")e(!) 
a3 - 3 h k l .  

La derivada  covariante de spin está entonces  definida  como 

+b$jR,L = (& + fi&jR,L. 

Aquí l7b son las  conexiones de spin 

(2.23) 

(2.24) 

(2.25) 

(2.26) 
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,AB = -[rA,rg]. 1 (2.27) 

El tamaño  de los espinores  S-dimensionales es 16. Sean yA y y k  las matrices  de 
Dirac  en M4 y S’ x S3, respectivamente.  Entonces  tomaremos las matrices  de  Dirac 

en M4 x S’ x S3 como  dadas  por los siguientes productos tensoriales 

4 

rA = T ~ T ~  A = 0,1,2,3 

rk = y k  g %5 k = 5,6,7,8,  (2.2s) 

siendo y5 la matriz  usual  en M4. Las matrices  de la expresión  (2.28)  satisfacen 

{rA, rB} I 2@3. (2.29) 

Aquí yA son  las  matrices  4-dimensionales usuales de  Dirac y y k  están  dadas  por 

(2.30) 

Lo anterior nos permite definir la  densidad  lagrangiana  de  Dirac  como sigue 

Elegimos la  siguiente  dependencia  en xi para la parte  izquierda  de  nuestro  espinor 
de  Dirac  en  función de los ángulos  de  Euler  en S3 
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(2.35) 

La  parte derecha de nuestros espinores de Dirac son  un singulete  ante las  transfor- 

maciones del grupo SU(2).  Como  consecuencia de ello  podemos  escoger la siguiente 

dependencia  para la  parte derecha: 

donde G ~ R  = eR,  p ~ ,  U R ,  C R ,  dR, S R  son los singuletes  derechos. 

Aquí YL es la  matriz de hipercarga de los fermiones  izquierdos y YR son los valores 
correspondientes  derechos, y 7’  son los generadores del grupo SU(2) ,  los cuales están 

dados por 

f 1 0  o o 
o 1  o o 
O O -1/3 O 

\ O  O O -1/3 

(2.37) 

(2.38) 
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r 3 =  i. O 1 .  1 0 0 0  

o o 1  o 
o o 0 - 1  

(2.39) 

(2.40) 

donde satisface el álgebra usual del grupo SU(2) .  

La forma  de  la  matriz  de  hipercarga, es escogida de  tal  manera  que  proporcione 
los valores correctos  para  la  carga  eléctrica,  mediante el empleo  de  la  expresión  de 
Gellman-Nishijima [38]. 

Y 
Q = G + - ,  2 

siendo Q l a  carga  eléctrica. 

(2.42) 

2.4 Acoplamientos de Yukawa, mecanismo GIM 
y rompimiento de sirnetria. 

El potencial efectivo  4-dimensional  está  dado por 

P 2  x V ( I )  = "(ItI) + - ( I + 1 y l  
2 4! (2.43) 

donde el cuadruplete  de isospin está  dado  por 
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(2.44) 

Los términos  de  acoplamiento  de Yukawa para los leptones  pueden ser  escritos 

como 

Considerémos la  matriz C definida mediante  la  expresión 

c = ir2, (2.46) 

se puede  fácilmente ver que si definimos Í como 

r" = c v + ,  (2.47) 

entonces r" es un  cuadruplete  de isospin,  pero tiene  como  matriz  de  hipercarga el 
negativo  de  la  hipercarga  asociada a 1. 

Para la parte  hadrónica,  usando el ángulo  de  Cabbibo, O,, podemos  introducir  la 
ya  conocida  mezcla  de  Cabbibo 

d, = d cos(&) + S sin(B,), (2.48) 

S ,  = S COS(O,) - d sin(8,). (2.49) 

Procedamos  ahora a realizar la mezcla GIM [41, 421, de  la  manera  usual 
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(2.50) 

La.s últimas definiciones  nos permiten  escribir los acoplamientos  de Yukawa para la 

parte  hadrónica como sigue 

(2.51) 

Sabemos  que  existe  un  conjunto  de  puntos los cuales  dan  un  mínimo  para  nuestro 
potencial,  estos  puntos  cumplen  la condición 

4 

p f J  = I $9 )= a 2 = --. 6 P 2  x (2.52) 
j = 1  

Ahora  realizaremos  el  rompimiento  de  simetría [19, 39, 401. Como es usual,  tene- 
mos dos bosones de  Goldstone, es decir, $1 and $3. 

Así, tenemos  la  siguiente  matriz  de  hipercarga  para I :  
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( 1 0 0 0  
o 1 0 0  
0 0 1 0  

Consecuentemente, la matriz  de  hipercarga  para r” es 

-1 o O 

Y f =  (! pI jlj. 
El estado  base  para  nuestro  campo  de Higgs  es escogido como 

0 

0 
an 

(2.53) 

(2.54) 

(2.55) 

siendo nz + m’ = 1, sin ningúna  pérdida  de  generalidad  podemos  suponer  que n2 > O 

y n > 0 .  
La derivada covariante para el campo I es 

(2.56) 

Empleando (2.44) y (2.54) en la expresión (2.45), encontramos  que el término  de 
Yukawa,  después  del rompimiento  de  simetría,  para los leptones  está  dado  como sigue 

donde G1 y GZ son combinaciones  lineales  de G;, siendo j ‘  = 1,2 ,3 ,4 .  

El mecanismo  de GIM [41, 421 nos permite escoger los ángulos a, /3 y y de  tal 
manera  que G5 = Gg, Gs = GI,, y GI1 = GI2 = 0, siendo Gs a GI2 combinaciones 
lineales de G; ) j = 5 ,  . . . ,12. 

Por lo tanto, podemos  re-escribir la expresión (2.51) como 
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Con  el fin de conseguir el  modelo  de  Weinberg-Salam-Glashow  en el límite  de 
bajas  energías  debemos agregar a los términos  de Yukawa una  contribución  preónica 

para  compensar  la influencia de  la contribución  preónica de  la  quinta  dimensión  sobre 
las masas  fermiónicas, las cuales nos conducen  a  resultados  que no concuerdan con el 
experimento [28]. 

2.5 Reducción dimensional,  ecuaciones  de campo. 

Llevaremos ahora a cabo  una  transformación conforme en la métrica  interna. La idea 
es aislar Relatividad  General  de los campos 11 y I. Esto  implica  que el determinate 
de la métrica  interna.  debe  de ser tomado como un  factor  conforme. De esta  manera 
el determinante  de la  métrica  transformada  se vuelve 1. Este hecho nos conduce  a 
que  podamos escribir 

La nueva  métrica  interna  queda  entonces  escrita como 

I,2L2, o O O 
o 12L2 O O 
O O I ~ L ~  P L ~  cos o i i j  = (I?P sin2 O)-$ 

O o 1 2 ~ 2  cos o 1 2 ~ 2  I (2.60) 

Esto  pudo  haberse hecho de  manera  diferente [43? 441, realizando dos transforma- 
ciones conformes,  una  en el espacio externo y l a  otra  en el espacio interno. La primera 
aisla Relatividad  General  de los campos escalares y la  segunda aisla las intensidades 
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de los campos  de Yang-Mills de  estos  campos.  En  nuestro caso es suficiente llevar a 

cabo solo la  transformación  conforme  en el espacio interno,  ésto  debido a que  inter- 
pretamos  la  constante cosmológica efectiva  4-dimensional  como el potencial  de Higgs 
[34, 351. 

La achtbein consiguiente es 

eAp O O O O 
o I1L1 o O O 

O O O ~ L C O S ;  - iLs in ;  
O O O f ~ c o s  ; - i L s i n i  

O O (2.61) 

El  elemento  de  volumen dv, en  función  de los ángulos de  Euler  para S3 está  dado 

Por 

dv, = dy’ L3 sin O dO dp d$. (2.62) 

d o n d e O ~ y 5 ~ 2 ~ L ~ , O < O < ~ , O ~ p < 2 ~ , O ~ 1 : , ~ ~ ~ y ~ = 2 / - g L 1 L 3 ~ i n O .  
Llevando a cabo  la  integración  sobre S’ y S3 la acción (2.5) se reduce a 

S {A[ 3 
It I 

I4 = d 4 x 6  R + 2(a,znI,)(avln11) + “[(D, I t ) (D”I )  + 
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Donde ,Cy2 y L Y h  están  dados  por las  expresiones (2.45) y (2.51), respectivamente. 
Nótese  que  hemos  introducido  la  sustitución 

ti ti 
91 = - Y 9 2 = -  L L1 

(2.64) 

donde g l , g 2  son las constantes  de  acoplamiento  de U( 1) y SU(2) ,  respectivamente. 
Hacemos  ahora  la identificación usual 

t c 2  = 16.nG. (2.65) 

Nótese  que es posible extraer, de esta acción 4-dimensional: (i) la acción de 
Einstein-Yang-Mills; (ii) tenemos  también  la acción fermiónica  completa del mod- 
elo de  Weinberg-Salam-Glashow  en  un  espacio-tiempo  curvo; (iii) tenemos  términos 
de  Pauli y términos  de  masa. 

Realizando la variación con respecto a los campos  de  norma  obtenemos las ecua- 
ciones de  Yang-Mills, las  cuales resultan ser 
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Variando  ahora  respecto a las  partes  izquierda y derecha  de 91 and Q2 obtenemos 

las ecuaciones  de  Dirac 
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Las ecuaciones  de  Einstein son 

La ecuación  de  movimiento  para el campo  dilatónico es 

(2.75) 

(2.76) 

Tenemos  ya  todas l as  ecuaciones  de  campo  y  empleando el rompimiento  de  simetría 
de  la sección IV, procedemos  ahora a llevar a cabo  la descomposición de  Weinberg, 
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éllo con el fin de  obtener  las  ecuaciones finales  e interpretar los resultados.  Esto  se 
llevará a cabo  en  la  siguiente sección. 

2.6 Descomposición de Weinberg. 

Procedamos  ahora a llevar  a cabo la descomposición de  las  ecuaciones  de  campo,  para 
hacerlo  emplearemos la descomposición de  Weinberg [45] 

A, = -A:sM, + B,cw, (2.78) 

W t  = Ai  iA:, (2.79) 

siendo Cw = cos(8w) y sw = sin(0w) y OW es el  ángulo  de  Weinberg. A, es el campo 
de  norma.  asociado al campo  electromagnético y 2, el  bosón neutral. 

Procediendo  como es usual  en  la  teoría  de  Weinberg-Salam  encontramos los sigui- 
entes  campos 

z,u = z u ; p  - & ; u ,  (2.80) 

w,u - * -Wf -w*  
u ; ,  ,Y’ 

la  carga  electrónica  está  dada  por 

e = glc, = g2s , .  

Las  ecuaciones  de  campo  descompuestas  son  las  siguientes 

(2.82) 

(2.83) 
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Ecuaciones  de Dirac: 
para ve 

(2.84) 

para eL 

para dL 
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para S L  

para eR 

para U R  
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para dR 

para CR 

Las ecuaciones  de Yang-Mills en el límite  de bajas energías (donde Il = Io, véase 

abajo, expresión  (2.103)) son las siguientes: 
para el fotón: 
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para el bosón 2,: 

para el bosón W+: 
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para el bosón W -  : 

Las ecuaciones  (2.84)-(2.96)  dan los términos  de  masa  para el electrón,  muón, 
y los quarks u, d, c, y s. Se observan dos contribuciones,  un  término  preónico [28] 
proporcional a &-, el cual es consecuencia  de  la  reducción  dimensional y es cancelado 
por la contribución  preónica  de Yukawa y otro más que  surge del rompimiento  de 
simetría, Gjam o Gjan. 

De las  expresiones (2.97)-(2.100) encontramos  que el fotón continua sin tener  masa 
y que  la  masa  cuadrada  de los bosones 2 y W son,  respectivamente 

(2.101) 

(2.102) 

estos  resultados nos permiten evaluar a y las constantes  de Yukawa G j .  

Con el fin de  hacer  que  estas predicciones  teóricas  chequen con el experimento [42, 
461, debemos  de  satisfacer  la  condición % = cos2(8w).  Esto nos conduce  a  concluir 

M ,  
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que  nuestro  campo  dilatónico I1 está  en su vacío lineal, es decir,  debe  tener  un  estado 
base, el cual es una  constante, I, # O, y g,, = qcL,, FcL, = O ,  Fru = O y TOO = O es 
un  mínimo [47-491. Este es de hecho, el caso de  acuerdo con nuestras  ecuaciones  de 
campo; el estado  base es degenerado y existe  para  una  constante  arbitraria 1 = 10, 

como  puede verse en  la  expresión  (2.75). 
Empleando  este  punto  de  vista,  uno  puede escoger el valor apropiado  de lo con la 

finalidad  de  obtener las verdaderas  masas bosónicas; uno  encuentra  entonces  que 

I1 = 1. (2.103) 

Además  de los términos usuales de  una  teoría  de  Weinberg-Salam-Glashow  en 
un  espacio-tiempo  curvo  encontramos  que  como  consecuencia  de  la  reducción  dimen- 
sional,  existen dos momento  anómalos,  uno relacionado  al campo  de  norma  electro- 
magnético A, y el otro  asociado al campo  de  norma débil 2, [28]. En  unidades 
gaussianas  estos  momentos  tienen el valor 

F¿ 
2c 
- - d ¡ G Z c w  M 5.9 x 10-32e - cm. 

para el momento  electromagnético  anómalo 

TI - d m s ,  M 3.2 x 10-32e - cm.  
2c 

(2.104) 

(2.105) 

para el momento débil anómalo. La interacción de  estos  momentos con sus correspon- 
dientes  campos  de  norma  aparecen  en las  ecuaciones  de Yang-Mills (2.97)-(2.100) y 
producen corrientes de polarización  adicionales. 

Este  modelo  puede  fácilmente  extenderse  a la tercera  familia  fundamental 

9 3 =  i i ) .  (2.106) 

y  todas las anteriores conclusiones se siguen manteniendo.  Todo lo que se ha  men- 
cionado  hasta  este  momento  en  este  capítulo  ha  sido  ya  publicado [5O]. 
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2.7 Ecuación  de Weyl  en universos tipo Godel. 

Cambiémos  ahora  un poco el tema  a  discutir y analicémos  la  ecuación  de  Weyl (la 
ecuación  de  Dirac  para  una  partícula no masiva)  para el caso en el cual tenemos  una 
familia  de  métricas  tipo  Godel.  Procederemos a obtener  una solución analítica  para 
la ecuación de  campo  en el caso de  un  elenlento  de  esta  familia  de  métricas. 

Las ecuaciones  de  campo  para el caso de  partículas con diferentes  espines han sido 
ya  estudiadas,  no solo en el contexto  de universos de  tipo Godel [51-541, sino también 

en  algunas  de sus posibles extensiones [55-571. En  esta sección consideraremos  la 
ecuación  de  un  campo espinorial no masivo  en  una  familia  de  espacios-tiempos ho- 
mogéneos tipo Godel [58,  591. La métrica  para  esta clase de  espacios-tiempos es del 
tipo  estacionaria  y posee además  simetría cilíndrica. 

El punto  de inicio es una  métrica  que  tiene la siguiente  forma 

ds2 = -(di + + dr2 + dz2 + (1  - m2)dd2, 

donde m y I son funciones solo de r, y satisfacen  las  siguientes condiciones 

1 d m  D = ( I  + m2)i  = Alezp[ar]  + A2ezp[-ar], -- 
D dr 

=c 
Estas condiciones pueden ser  re-escritas  de la siguiente  manera 

1 dm 
D dr 

D = A r ,  - c, 

(2.107) 

(2.108) 

(2.109) 

aquí A; Y C son  constantes  arbitrarias. El contenido  de  materia en el universo  descrito 
por  nuestra  métrica  rota  de  manera  uniforme  e  intrínsicamente con velocidad  angular 
igual a 

“c dm 
2/-9 dr 1. w = ( O , O , O ,  ” (2.110) 

Con el fin de  poder escribir la ecuación  de  campo  para  un  campo sin masa  y  de 
espin f introduciremos  la  tétrada, e;(z), la  cual  está,  definida  como 
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Para el caso que nos ocupa,  podemos escoger 

O 1 O -m 2 1  3 eo = 1, e, = 1, e2 = - , e 2 =  5, e3 = 1. 

Las matrices curvas de  Dirac  que satisfacen la  condicibn 

Y P L ( 4 Y Y ( 4  + Y I / ( 4 Y P ( 4  = -2SpLv(4, 

están  dadas por las  siguientes  expresiones 

(2.112) 

(2.113) 

yO(z) = yo - o y  - 2  , yl(z)  = ;jl, Y 2 ( X )  = 0 7  1 - 2  , Y 3 ( 4  = y3, (2.114) 

siendo 7" las matrices  de  Dirac en el caso de  un  espacio-tiempo  Minkowskiano. 
La  ecuación  de Weyl en un  espacio-tiempo  curvo es 

( 1  + y"$(.) = o. 
Aquí  tenemos las  siguientes  relaciones 

1 
0, = 3, + L ,  rP = j j w ,  ?nle:ePI/;P, 

(2.115) 

(2.116) 

(2.117) 

Y 5 = Y Y Y Y -  
o 1 2 3  (2.118) 

En el caso de  la  métrica que nos ocupa, las conexiones espilloriales  son 

donde las primas  representan derivación respecto a T .  Empleando  la  representación 
estándar  de las matrices  gamma,  la  ecuación  de  Dirac se reduce a 
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Podemos  separar  en  esta  ecuación variables, y para ello haremos uso de la siguiente 
expresión 

(2.121) 

siendo [;(Y) espinores de dos componentes, y ki constantes.  La  condición  de  quiralidad 
(véase  la  expresión  (2.1  16))  implica  que 

(2.122) 

Por  consiguiente, la expresión (2.115) se transforma  ahora  en 

1 
%1 - #om - k2)Rl + Z ( - -  - IC0 + k3)Rz = o. 

m‘ 
40 (2.124) 

Hasta este  punto  no  hemos  empleado  una  forma  explícita  para las funciones I ( r )  y 
m(r).  Si eliminamos R2 de las dos ecuaciones antes  escritas, y hacemos uso explícito 

de  la  expresión m = m 0  + y r  C A  2 (véase la expresión (2.109))) se concluye  que 

(2.125) 

donde  hemos  introducido las  siguientes constantes 

koAC - c c  2ico 
4 4  A 

io = - 
2 )  

= komo - k 2 ,  E = ( k 3  - ICo - -)(- - ko - k 3 )  - -. (2.126) 

La solución a la  expresión (2.125) es la  siguiente  función 

- IC0 

A ’  
A = -  (2.128) 
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y donde MK+ y W K , p  son  las  funciones de  Whittaker  definidas  en  términos  de  las 
funciones  hipergeométricas confluentes A4 y U 

(2.129) 

x 1  1 
2 ~ ~ , , ( x >  = e-F'zT++U(- + p - t c , ~  + i p ,  x), (2.130) 

y los parámetros /c. y /-I están  en  este caso  dados  por  las  expresiones  siguientes 

(2.131) 

Sobre  esta solución impondremos  la condición de  que  las  funciones  de  Whittaker 
estén  acotadas  para  todo valor de T .  

Esta restricción se cumple si y solo si 

1 
- + p - / c . = - n ,  
2 

(2.132) 

donde n debe  ser  un  número  natural. 
De las definiciones arriba  mencionadas,  se  tiene  que  esta  última  condición es  e- 

quivalente a pedir  que  se  cumpla la expresión  siguiente 

(2.133) 

donde  nuevamente n debe ser un  número  natural. 
De  esta  manera hemos resuelto el  caso de  la  ecuación  de Weyl para  una  familia 

de espacios-tiempos  tipo  Godel. LOS resultados  presentados  en  esta sección aparecen 
ya  publicados [60]. 

2.8 Conclusiones. 

Resumiendo,  hemos  en  este  ca'pítulo  mostrado  como el modelo  estándar  puede ob- 
tenerse a partir  de  una  teoría  gravitacional  8-dimensional  tomando la  estructura  de 
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haz  fibrado  principal con un  acoplamiento  de Yukawa extendido  e  interpretando a la 
constante cosmológica  como  el potencial  de Higgs. Las masas  correctas  de los bosones 
de  norma  así  como  las  fermiónicas son dadas  por  la  teoría.  Esto  parece  implicar  que 
para  poder  introducir  a  la  interacción  gravitacional  en  una  teoría  matemáticamente 
consistente,  las  dimensiones  extras son necesarias. 

Sin embargo,  debemos  mencionar  que si consideramos a los neutrinos  como  partí- 
culas  no  masivas,  entonces  este  modelo  presenta  serias  dificultades  ya  que  una parte 
del  espacio  interno, S', genera  siempre  un  término  en  la  masa  en los neutrinos,  la 
cual  debe  ser  cancelada  mediante  un  término  adicional  que  hemos  agregado  en los 
acoplamientos  de Yukawa,  el cual es introducido  en el  modelo by hand. 

En caso en el que  el  neutrino  posea  masa  no  nula,  tema  también  actual  de in- 
vestigación,  se  podría  entonces  eliminar  de  este  modelo  la  contribución  preónica  que 
se  agregó en  la  expresión  para el acoplamiento  de Yukawa, y que  tiene la forma 

ZI, L1 * 
1 Como  ya  vimos,  para  obtener  las  masa bosónicas correctas es  necesario  sa- 
tisfacer  la  condición 11 = l (véase la expresión  (2.103)) y en  consecuencia  se  con- 
cluye  que la masa  del  neutrino  tendrá, s e g ~ n  este  modelo,  un  orden  de  magnitud de 
m N e - 10-7gramos lo que  equivale a - 5 X 1025Mev,  algo  que no concuerda 
con lo esperado,  ya  que  de  tener  masa el neutrino  electrónico,  ésta  deberá  de  ser  mu- 
cho menor  que  la  masa  del  electrón,  que es - 0.511Mev. Es decir, si se consigue  medir 
una  masa no nula  para el neutrino  electrónico  (estos  experimentos e s t b  ya  funcio- 
nando  aún  cuando  hasta hoy  no se ha  podido  medir con certeza  una  masa  no  nula), 
entonces  nuestro  modelo  no  podría  explicar  la  magnitud  de  dicha  masa.  Respecto 
al  tema  de  las  masas es fundamental  mencionar  que  en conexión con este  tópico  se 
presenta  un  punto  adicional, el cual vale la  pena  sea  mencionado,  supóngase  que  se 
tiene  un  espacio (4 + n)-dimensional,  de  la  forma nil, X B donde B es un espacio 
homogéneo, y además el  espacio  total  contiene  un  campo  fermiónico  no  masivo. Si 
B = G / H ,  entonces  la  teoría  &dimensional efectiva [61] contiene  un  espectro  infinito 
de  campos  fermiónicos,  cuyas  masas  están  determinadas  por los eigenvalores  del ope- 
rador  interno  de  Dirac,  pero  como  consecuencia  de  la  reducción  dimensional el  cero 
no es un eigenvalor de  dicho  operador.  Esto  genera serios problemas y en conexión 
con ellos existen  varias soluciones  posibles, corno por  ejemplo,  introducir  términos  de 
masa by hand O introducir  explícitamente  campos  de  norma  no  relacionados con la 

cwl.&z 
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métrica. 

Es además  importante  mencionar  que  este  modelo,  en el cual el campo  de Higgs 
juega  un  papel  fundamental,  tiene  todos  problemas conceptua,les que  presentan las 
teorías  que  incluyan como parte  fundamental  de su estructura  matemática al campo 

de Higgs, por  ejemplo: (i)  el problema  de la constante cosmológica que  aparece  como 
consecuencia del hecho de  que  en  este  tipo  de  teorías el campo  de Higgs debe  de 
ser masivo; (ii) no se entiende el porqué el campo  de Higgs debe  de  presentar  un 
acoplamiento  más  intenso con ciertas  partícuals  que con otras; (iii) desde el punto 

de  vista físico poco se gana  proponiendo al campo  de Higgs como  el  elemento  en  la 
teoría  responsable  de  la  aparición  de  la  masa,  ya  que si bien se supone  usualmente 
que  la  masa del bosón de Higgs está  predominantemente  dominada  por  una  auto- 
interacción con el campo  de Higgs, en  cierto  sentido la  ignorancia  acerca del  origen de 
la  masa  de las partículas es reemplazado  por  la ignorancia acerca, de los acoplamientos 
Higgs-partículas,  y con éllo podría  argumentarse  que no se gana  en  realidad  ningún 
conocimiento. 

Por  otro  lado, los problemas  que  presenta la  teoría  de  la  Relatividad  General  de 
Einstein, en cuanto a su  renormalización  y  regularización, se hacen  tambén  presentes 
en los modelos  tipo  Kaluza-Klein. 

La  pregunta  concerniente al mecanismo  que  permite  obtener  la  reducción  dimen- 
sional continua sin tener  respuesta,  en  nuestro  modelo  la  reducción  dimensional es 
un  proceso  que  introducimos y para el cual  no tenemos  ninguna explicación.  Aún 
cuando,  como  ya se mencionó  en el capítulo 1, existen varias propuestas  que  inten- 
tan  dar  una explicación a  este proceso [9-121, realmente  hasta el momento  este es 
un  problema  abierto  dentro del contexto  de teorías tipo  Kaluza-Klein.  Esta  falta  de 
explicación respecto al proceso que  genera  la  reducción  dimensional es un  problema 

más  de  este  tipo  de  modelos,  problema  que  la  propuesta  presentada  en  este  capítulo 
comparte, es un proceso que  en el capítulo 2 es introducido by  hand y por lo tanto  su 
presencia carece de explicación física. 

Con esta  teoría  hemos conseguido geometrizar  la  interacción  electrodébil,  en el 
espíritu  de  Kaluza-Klein. Es importante  mencionar [62] que los estados  de las  teorías 
tipo  Kaluza-Klein  persisten como un  subconjunto del espectro  completo  de  la  teoría 
de  supercuerdas, es decir constituyen el límite  de energías medias  de  la  teoría  de 
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supercuerdas. Es por  ello que el estudio  de las teorías tipo  Kaluza-Klein es importante. 

Hemos también  resuelto l a  ecuación  de Weyl (la  ecuación  de  Dirac  para  una 
partícula sin masa)  en el caso de  una  familia  de universos tipo  Godel. La ecuación  de 
campo  ha  sido  resulta  en  forma  analítica  para el caso de  un  miembro  de  esta  familia, 
y hemos  encontrado  que  la solución queda  expresada  en  términos  de  la  función  de 
Whittaker. 
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Parte 2 
Formalismo  de  Integral de Trayectoria  Restringida 

y sus aplicaciones  en  Gravitación. 



Capítulo 3 

Formalismo de Integral de 
Trayectoria. 

Antes  de  comenzar  a  analizar el  concepto  de  medibilidad y su  aplicación  a  ondas  gra- 
vitacionales  y  las  consecuencias  de  ello  en  el  diseño  de  detectores  de  radiación  gravita- 
cional debemos  primero  mencionar el llamado  formalismo  de  integral  de  trayectoria 
de  Feynman y también  el  llamado  formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida 
(FITR). 

Desde  sus inicios el  interés  en  mediciones  cuánticas  fue  provocado  por  sus  inusuales 

y  paradójicas  características,  tales  como  la  imposibilidad  de  medir  la posición  y el 
momento  de  una  partícula  elemental  de  manera  simultánea y con precisión arbitraria. 

Desde  el punto  de  vista  práctico,  aún  mediciones  macroscópicas  (tales  como  la 
medición  de  la posición de los elementos  de  una  antena  para  la  detección  de  ondas 
gravitacionales)  se  han  vuelto  muy precisas  y  requieren que los efectos  cuánticos  sean 
tomados  en  cuenta. Más aún,  en  ciertas  circunstancias  estos efectos  son la principal 
limitación  en  mediciones  de  sensibilidad. 

Los principios  fundamentales  de  la  mecánica  cuántica son especialmente  impor- 
tantes puesto que  su  esféra  de  aplicación está sufriendo  un muy rápido  desarrollo. 
Particularmente  interesantes son las  preguntas  en  las  áreas  de  gravedad  cuántica y 
cosmología cuántica. Sin embargo, el  desarrollo  de  una  nueva  tecnología  también 
requiere  de  una  profunda  penetración  en los fundamentos  de  la  mecánica  cuántica. 

El  tema a tratar son las  mediciones  cuánticas  continuas,  mediciones  prolongadas 
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en el tiempo. L a  técnica más adecuada  para ello resulta ser la integral  de  trayectoria 
de  Feynman [l]. En  esta  formulación se describe la evolución de  un  sistema  cuántico 

como si siguiese una  trayectoria,  pasando  de  un  punto a otro.  Esto es  igual  que 
en  un caso  clásico, pero  en  este  último  cada  trayectoria  constituye  una  descripción 
completa  de su evolución.  Sin embargo,  para  un caso cuántico  solamente  la  suma  (in- 
tegración)  sobre  todas  las  trayectorias posibles, de  acuerdo con ciertas  reglas,  describe 
su  evolución. 

Pasemos a explicar  esto con mayor  detalle. El primer  paso  en  la  cuantización  de 
un  sistema á la Feynman  consiste  en  re-escribirlo  en  forma  lagrangiana.  Considere- 
mos el  caso,  por  simplicidad,  de  una  partícula  cuyo  movimiento es uni-dimensional. 
Supóngase  que  se  mueve  del  punto A = ( 2 1 ,  t l )  del  espacio-tiempo al punto B = 

( x 2 , t 2 ) .  En  mecánica  clásica, el movimiento  de  una  partícula  está  descrito  por la  

trayectoria x = ? ( t ) ,  l a  cual  minimiza  la acción  funcional  del  sistema  en  cuestión. 
Asignémos un  número, S ,  a cada  trayectoria  entre A y B, 

S [ x ( t ) ;  t l ,  t z ]  = S” d i L ( x ( t ) ;  .(t); t ) .  
t l  

Las trayectorias vecinas  a la, clásica  estarán  dadas  por x ( t )  = Z ( t )  + t y ( t ) .  L a  

“perturbación” y ( t )  en  torno a la trayectoria  clásica es arbitraria  excepto  respecto 
a las condiciones de  frontera  en los tiempos tl y t z ,  y(t1) = y(t2) = O. Además, el 
tiempo no es  variado.  Entonces,  la  acción  considerada  como una función  de 6,  es 

y tiene  un  extremo si t = O. 
La condición  necesaria para  que S sea  estacionaria es entonces 

Puesto  que el término  de superficie no contribuye y habiendo sido y ( t )  escogido en 
forma  arbitaria, se obtiene la  ecuación  de  Euler-Lagrange  para el movimiento clásico 
de  la  partícula a lo largo  de l a  trayectoria Z ( t ) ,  
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Cuantizémos la teoría. El movimiento  de  una  partícula  entre x1 y x2 está  descrito 
en la  formulación  de  Feynman  por  una  amplitud  de  transición.  Todas las posibles 

trayectorias  entre los puntos x1 y 22 contribuyen a la  amplitud  de  transición. 

Una  manera  de  entender el significado de  la  amplitud  de  transición la proporciona 

el  bien  conocido  experimento  de la doble  rejilla. 

Una  doble rejilla es irradiada  por  un  haz  de electrones.  Designémos al registro  de 
un  electrón  en  un  punto z del detector  (pantalla)  como  un  evento. A cada  evento le es 
asignada  una  amplitud  de  transición $(x) =< x[$ >. La probabilidad W ( x )  de  que 
un  electrón sea encontrado en el punto x está  dada  por la expresión W ( x )  = [ $ I 2 .  El 
electrón  puede  tomar  la  trayectoria (1) o (2) a través  de la rendija (1) o (2). Así existen 

dos trayectorias  alternativas  que  pueden llevar al evento x. Cada  una  de éllas está 
caracterizada  por  una  amplitud de probabilidad &(x) =< x11 > y $2(2) =< 212 >. 
La amplitud  total  es  entonces, 

$(x) =< x[$ >=< 211 >< 114 > + < 4 2  >< 214 >= a141(x) + a2$2(2), (3 .5)  

donde /ail2 es la  probabilidad  de  que l a  partícula haya sido seleccionada por  la  rendija 
( i ) .  Esta expresión  no es otra cosa que el bien conocido principio  de  superposición  de 

la  mecánica  cuántica. 
Pasemos  ahora a considerar la  situación  en  la cual se colocan, de  manera sucesiva, 

varias  rendijas. Así obtenemos varias trayectorias  que el electrón  puede seguir para 
llegar a x. A cada  una  de ellas se le asigna una  amplitud y entonces  la  amplitud  total 
es 

En  este  momento  podemos ya pasar a considerar la descripción  mecariico-cuántica 
de la  propagación  de  una  partícula. 

A l  instante  de  tiempo tl tenemos  una  amplitud  de  probabilidad ?,b(xl,tl)  de  en- 
contrar a l a  partícula  en el punto z1. De manera  similar, g(x2,  t 2 )  es la  amplitud de 
probabilidad  de  que al instante  de  tiempo t2  la partícula se encuentre  en x2. 
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Con 1<(22,t2)21,tl) deseamos denotar la amplitud  de  transición  para  que  una 
partícula  que sea emitida  en 2 1  al tiempo tl  sea detectada  en 22 al tiempo t 2 .  De 
acuerdo con l a  expresión (3.6), la  amplitud  total es 

$ ( x 2 > i 2 )  N / d r l I i ( T 2 , t 2 1 2 1 , / 1 ) ~ ( 2 1 7 % 1 ) .  (3.7) 

Aún cuando es una  ecuación  integral, se puede  demostrar [2] que (3.7) es equiv- 
alente a la ecuación  de  Schrodinger. El problema consiste en  encontrar Ir‘, el  kernel 
de la ecuación  integral, el cual también se conoce como  propagador  de  Feynman. 

En  su  desplazamiento  de A ( z 1 , t l )  a B(x2, t 2 )  la  partícula  debió  de seguir alguna 
trayectoria C. Sea $AB[(?] l a  amplitud  para  la  trayectoria  de la partícula al ir  de A 
a B a lo largo  de C.  Entonces, se cumple  que 

(3.8) 

donde la  integral  debe  calcularse  sobre  todas  las  trayectorias  entre A y B y es de- 
nominada la integral  de  Feynman. Si permitimos  todas las trayectorias  en  el  plano 
(x - t )  entre los dos puntos  en  cuestión,  la  integral  se  puede re-escribir  como 

donde la  integral  debe  efectuarse  sobre  todas las posibles trayectorias  entre a y B. 
Hemos reducido  nuestro  problema a encontrar la  amplitud $ b a [ 5 ( t ) ] .  Sin embargo, 

no es posible determinarla a partir  de  un principio físico fundamental. 

Siguiendo  a  Dirac [3], Feynman  propuso la  siguiente  expresión 

#BA[C] = e x p [ j f S [ C ] ] :  
i 

estando S[C] dada  por la expresión (3.1). 
Esto nos pemite escribir el propagador  de  Feynman  como 

(3.10) 

De esta  última  expresión se puede ver que  en el límite S >> k se obtiene  la 
trayectoria clásica, ya que ésta es construida  de  tal  manera  que S no cambia a primer 
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orden  en la vecindad  de la trayectoria clásica, es decir la fase $ permanece  estacionaria 
en  una  vecindad infinitesimal en  torno  a la trayectoria clásica zcl(t) .  Fuera  de  esta 

vecindad  de x,l(t) ,  la fase,  en el caso >> 1, cambia  muy  rápido,  de tal manera  que 
las amplitudes  correspondientes  serán  borradas  como  consecuencia  de  la  interferencia 
destructiva. 

Puesto  que  la  contribución  principal al  propagador  proviene de  una  franja  in- 
finitesimal  en  torno a la trayectoria clásica, se cumple  como  primera  aproximación 

que  en el límite clásico, Ft -+ O 

(3.12) 

Para  un  problema clásico típico, la franja  es  muy  “angosta”,  pero  en  un  problema 
cuántico  típico, l a  franja es muy  ancha.  Consecuentemente,  la  trayectoria clásica 
pierde su significado en  un  problema  de  esta indole. 

Antes  de considerar un ejemplo pasemos a  mencionar  una  importante  propiedad 
del propagador  de  Feynman. 

Para ello mantengamos fijos x1 y tl y  consideremos  a K(x2,t21x1,tl) como  una 
función  de x2 = x y t2 = t ,  K ~ z l , t l ) ( x , t ) .  Evidentemente K(xl , t l ) (x , t )  = K(s, t ( x l , t l )  
es una  función  de  onda  y nos proporciona  la  probabilidad  de  encontrar a la partícula 
en (x, t ) .  Pero  para t = tl sabemos  perfectamente  donde se encuentra la partícula. 
De aquí se desprende  que  para t = t 2  = tl 

(3.13) 

lo cual  implica  que K ( x ,  tllxl, tl) = S(x  - x1). 

Sin embargo, , t l)(x,  t )  es ahora  una  función  de  onda, y por consiguiente debe 
satisfacer la ecuación  integral (3.7) 

(3.14) 

Con ello hemos  derivado la  llamada  propiedad  de  grupo  de  Feynman.  En  general 

se puede  escribir ( b  = (xb,tb),  a = ( x a , t a ) )  
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M 

K ( N  - 2, N - 3) ... 1<(3,2)1<(2,1)1<(1,~). (3.15) 

3.1 Formalismo  de  Integral  de Trayectoria Res- 

tringida. 

Se puede decir que el  concepto más importante  en  mecánica  cuántica es una  amplitud 
de  probabilidad  (Dirac  argumentó [4] que  la distinción más importante  de  la  teoría 
cuántica  no  radica  en  operadores sino en  amplitudes),  ya  que  élla  expresa la diferencia 
principal  entre  la  teoría clásica y la  cuántica.  La  amplitud  de  probabilidad  de  un  cierto 
evento  es  un  número  complejo A tal  que, P = /Al2  es la  probabilidad  asociada  a  este 
evento. 

La mecánica  cuántica difiere en que no son las probabilidades sino  las a,mplitudes 
de  probabilidad las que  deben  sumarse  para  un  sistema  cuántico,  siempre  que  éste 
no se encuentre  sujeto a un proceso de  medición.  Supóngase  que  cierto  evento  puede 
ocurrir a tráves  de  dos canales alternativos y que las amplitudes  de  probabilidad  para 
estos  canales son Al y Az. Entonces  la  amplitud  de  probabilidad  completa  para el 
evento  en cuestión es A = Al + A2, y su probabilidad es 

P = [Al2 = IAl + A2I2. (3.16) 

Esta  última  expresión es válida si no existe  manera  de conocer cual  de las dos 
alternativas  ha sucedido. Si una observación (medición) se ha llevado a cabo  de  tal 
manera  que se obtiene  información  acerca  de  cual ruta se ha seguido, entonces  la regla 
de  suma  cambia y se deben  sumar  probabilidades, P = PI + P2 = \All2 + \A2I2. 

Como  consecuencia  de ello no se presenta  un  patrón  de  interferencia.  Esta regla 
de  amplitudes es válida  para muchos  canales alternativos, 
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A =   A I  + A2 + A3 + A4 + ... (3.17) 

suponiendo  que  no se sabe  que  alternativa  ha sido empleada. Si &te no es el caso, 
entonces la regla de  suma  de  amplitudes  debe ser corregida y el método  de corrección 
depende  de la información  proporcionada  por el proceso de  medición. La información 
puede ser tan  completa  que el canal  emplea.do  sea conocido. Entonces, las probabili- 
dades  de los canales deben  de ser sumadas 

P = PI + P2 + P3 + ... = /Al l2  + IA2I2 + IA3I2 + .... (3.18) 

Para  otro  tipo  de medición la información  puede  ser  parcial. Para  ilustrar mejor 
este  punto,  supóngase  que se tiene  un  número  par  de  alternativas  y  que el proceso 
de medición  le  permite a uno  saber si el número  de  canal  seguido  pertenece  a  uno 
de 10s siguientes pares (1, a) ,  ( 3 , 4 ) ,  (5,6),  ...,( k - 1, k ) .  Entonces, las probabilidades 
correspondientes  a  pares  separados  deben  de ser sumadas,  pero las amplitudes  deben 
de ser sumadas  por  pares 

P = PI + P2 + P3 + ... + P$, (3.19) 

donde P; = IA2;-1 + A2;I2 
El valor de Pi es la  probabilidad  de  que el i-ésimo par  emerga como resultado del 

proceso  de  medición. 
La argumentación  anterior  puede ser aplicada a las trayectorias  de  Feynman, con- 

sideradas  éstas  como  alternativas  cuánticas. La amplitud A(q”, q’) para  que  una 
partícula se mueva  de qf a q” es llamada  propagador.  Ha sido ya  mencionado breve- 
mente  y  además  hemos  visto  que  este  propagador  puede ser contemplado  como la, 
suma  (más  bien la integral)  de las amplitudes A[q] correspondientes a las trayectorias 
[q] que  conectan los puntos qf y q”. 

(3.20) 

Esta expresión es análoga  a  la  expresión (3.17) pero  para  trayectorias  en  el rol de 
alternativas  cuánticas.  Analogamente a lo antes  mencionado,  la  última  expresión es 
válida  únicamente si la posibilidad de  determinar  la  trayectoria  a seguir no  existe. 
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En  muchas  situaciones  experimenta,les  el  resultado es cierta  función  continua,  del 
tiempo,  de la cual  uno  puede  entender el comportamiento  en  un  cierto  intervalo  de 

tiempo de la  cantidad  medida.  Este  tipo  de  medición es llamada  continua.  Corres- 
pondientemente,  mediciones  que  dan un conjunto  discreto  de  números son llamados 
discretos [5] .  

Supóngase  ahora  que  una  medición  continua es llevada  a  cabo  en  forma  simultánea 
al  desplazamiento  de  la  partícula.  Asúmase  que el resultado  del  proceso  de  medición 
proporciona  cierta  información  respecto a la trayectoria  seguida  por  la  partícula. Tal 
informa,ción puede  ser  expresada por un  conjunto  de  trayectorias I,. Si el proceso 
de  medición  proporciona el resultado a, entonces  el  desplazamiento  sigue  una  de  las 
trayectorias [q] pertenecientes  al  conjunto I,. Por  consiguiente,  en  analogía a lo antes 
mencionado,  la  amplitud  para el desplazamiento  de qt a q" puede  ser  expresada  como 
una  integral  sobre  trayectorias  pertenecientes  a Ia, es decir, solo se  integra  sobre 
aquellas  trayectorias  que  pertenecen  a I,. 

(3.21) 

La idea  de  emplear  de  esta  manera  las  integrales  de  trayectorias  restringidas  fue 

elaborada  por Mensky [6]. 
Supongamos  para  concretar  que el proceso de  medición  proporciona  el valor a(t) 

para la coordenada q ( t )  en  cada  instante t (de  un  cierto  intervalo  de  tiempo),  y con 
un  error Acu determinado  por  la precisión  del  dispositivo experimental.  Por lo tanto, 
cualquier  trayectoria [q] perteneciente  al  corredor I, de  .ancho 2Aa en  torno a la 
trayectoria [a] es  posible. 

Si a se  mantiene fijo, entonces la amplitud A, puede  ser  considerada  como el 
propagador  de  una  partícula  sujeta a una  medición  continua. Al mantener q' y q" 

fijos, la misma  amplitud  puede ser pensada  como  la  amplitud  de  probabilidad  para  que 
una  medición  continua  proporcione el resultado a. Tomando el módulo  cuadrado  de 
la  amplitud, es  posible  calcular la densidad  de  probabilidad  asociada  a los diferentes 
resultados  experimentales  de  una  medición  continua. 

La  información  asociada  a  una  medición  de  este  tipo  puede  también  ser  expresada 
mediante  una  funcional w,[q] (positiva-definida) 
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(3.22) 

Esto significa que conocer el resultado cr le permite  a  uno  estimar  como  probables 
aquellas trayectorias  para las cuales wa[4] es cercana  a 1. Las trayectorias  para las 
cuales w,[q] yace  cerca de O deben ser  consideradas  como  improbables. De hecho, el 
resultado  de  un  proceso  de  medición  continua  puede ser caracterizado  por  completo 
especificando la funcional wa[q]. 

La amplitud  de  probabilidad es ahora 

(3.23) 

La generalización de  esta expresión  al caso de  la  medición  de  la configuración de 
un  campo  cuántico es inmediata. 

La  funcional wcy[4] posee la  información  proveniente del resultado  experimental. 
Por lo tanto,  la elección de  dicha funcional depende del tipo  de proceso de  medición 
a  investigar.  Estrictamente  hablando,  uno  debe  de  analizar  situaciones  de  medición 
reales y deducir a partir del  análisis la  forma  de  la funcional. Los resulta,dos  de los 
cálculos en el marco del formalismo  de  la  integral  de  trayectoria  restringida  dependen 
de  la  forma elegida para la funcional. 

Sin embargo,  uno  puede  suponer  que  un  pequeño  cambio  en la funcional  no puede 
modificar  radicalmente los resultados del cálculo. Al menos  para las estimaciones 
ha.sta el órden  de  magnitud se puede  esperar  que los detalles  en  la definición de la 
funcional no sean  importantes. 

La experiencia  muestra  que  este es el caso en  realidad.  En el primer  trabajo  sobre 
la medición  de  la  coordenada  de  una  partícula [6],  el proceso de  medición  fue  descrito 
empleando  como  funcional 

(3.24) 

En el siguiente  trabajo [7], la funcional  elegida  fue una funcional gaussiana 

(3.25) 
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Los resultados  de los dos cálculos coinciden hasta el orden  de  magnitud,  la  pre- 
cisión suficiente para el  análisis de procesos de  medición  reales. 

Evidentemente  un  ejemplo  no  demuestra  nada y el problema  de  la elección de l a  

funcional  debe ser analizado con mayor  detalle. 

3.2 Ondas Gravitacionales y sus Detectores. 

Nuestro  objetivo es aplicar el formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida al pro- 
ceso de  medición  de  ondas gravitacionales y por ello mencionaremos  brevemente el 
caso límite  de  campos gravitacionales débiles y su conexión con las ondas  gravita- 
cionales, todo ello en el contexto  de  la  teoría  de la  R.elatividad General  de  Einstein. 

El punto  de  partida lo constituyen las ecuaciones  de  Einstein [8] 

G,, = ~TT,,. (3.26) 

Puesto  que  la  ausencia  de  gravedad  tiene como  consecuencia a nivel geométrico 
un  espacio-tiempo  plano,  un  campo  gravitacional débil es uno  en el cual el espacio- 
tiempo es “casi” plano.  Esto se define como una  variedad diferencial en la cual  existen 
coordenada,s donde  la  métrica  tiene  componentes 

(3.27) 

(3.28) 

Existen dos tipos  de  transformaciones  de  coordenadas  que llevan un  sistema coor- 
denado casi Lorentziano  a  otro  también casi Lorentziano: transformaciones  de  norma 
y transformaciones  de fondo de Lorentz. 

Para  campos gravitacionales débiles definimos una  transformación  de  fondo  de 
Lorentz  como  aquella  que  tiene  la  forma 

(3.29) 
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siendo Ap" los elementos  de  la representación matricial  de  una  transformación  de 
Lorentz. 

La métrica (3.27) se transforma  entonces 

9-- a0 = AgAFg,, = AZAF(vpv + hP,) = A ~ A ; i i ~ p ,  + AgAih,,. (3.30) 

Pero  de  Relatividad Especial  sabemos que AgA$,, = qola, lo cual nos permite 
escribir 

siendo 

h - -  aP = A ~ h ~ h p v .  (3.32) 

Esta  última  expresión nos muestra  que,  bajo  una  transformación  de  fondo  de 
Lorentz, h,, se transforma  como si fuése un  tensor  en  Relatividad Especial. Esta 
propiedad  de  transformación nos permite llegar a la  siguiente interpretación:  todos 
los campos físicos, como el tensor  de  Riemann, el de Ricci, etc.,  estarán definidos en 
términos  de h,, y éllos "se verán"  como  campos definidos sobre  un  espacio-tiempo  de 
fondo  plano. 

Existe  otro  tipo  de  coordenadas  bajo las cuales  (3.27) y (3.28) permanecen inva- 
riantes:  un  cambio  en las coordenadas  de  la  forma 

x@' = xa + ("(XP), (3.33) 

donde el cambio es generado  por el vector C", el cual es pequeño, significando ésto 
que se satisface la condición l(,"pl << 1. 

La  matriz  de  transformación  está  dada  por 

(3.34) 

Por consiguiente, el nuevo  tensor  métrico,  hasta  primer  orden  en  cantidades 
pequeñas, es 

(3.35) 
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Esto  es, el  efecto del cambio  de  coordenadas consiste en redefinir hap. 

help -+ hap - sa,p - cp,a. (3.36) 

Por la  condición Jca,pI << 1, el nuevo sistema  coordenado  continua siendo  casi 
Lorentziano.  Este  tipo  de  cambio  de  coordenadas  es  llamado tra,nsformación de 
norma. La libertad  de escoger al vector c" nos permitirá simplificar  las  ecuaciones de 

campo. 
Bajo estas condiciones las componentes del tensor  de  Riemann son 

(3.37) 

y no  dependen  de la norma, es decir permanecen  invariantes  ante  una  transformación 
de  coordenadas  de la forma  (3.33). 

Las componentes del tensor  linealizado de  Einstein son 

Esta  expresión  puede ser  simplificada, para éllo definamos 

h,p '1). (3.38) 

(3.39) 
- 1 
h,u = h," - -7,uh. 2 

En  términos  de h P u ,  (3.38) se re-escribe como 

(3.40) 

Consideremos el vector (fi solución de l a  ecuación  de  onda  inhomogénea 

= p U  
2". (3.41) 

Al realizar  la  transformación  de  norma za  -+ za  + ( " ( x p ) ,  la expresión  (3.39) se 
transforma  en 

(3.42) 
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(3.43) 

Nótese  que  la norma de  Lorentz es realmente  una clase de  normas. Si $ p  es un 
vector que  satisface la  ecuación  de  onda  homogénea,  entonces la transformación  de 
norma x" "+ xa + ["(xp) + $a conduce  también a la expresión (3.43). 

En  la  norma  de  Lorentz, las ecuaciones  de  Einstein son 

Se puede ver que  esta  última expresión representa 10 ecuaciones  de  onda.  Resu- 
miendo, el caso de un  espacio-tiempo  curvo  en el  cual el campo  gravitacional es débil, 
lo podemos  interpretar  como  un  espacio-tiempo  plano  en el cual existe  un  campo 
tensorial h,, (que  representa  la desviación de l a  métrica original respecto al caso 
plano),  el  cual  satisface  la  ecuación  de  onda,  en  donde  la velocidad de  propagación es 
la  de la  luz.  El  tensor  de  energía-momento  actúa  como  fuente  de  este  campo. 

Pasemos  ahora a estudiar  brevemente el efecto de  estas  ondas  gravitacionales 
sobre  la  materia.  Para éllo consideremos  las  ecuaciones  de  Einstein  para  el caso de 
un  campo  débil,  expresión (3.44), y bajo  la condición de vacío 

d2 
(-S + V2)h,, = o. (3.45) 

Una solución está  dada  por  la  expresión 
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A,,k" = O,  (3.47) 

es decir, IC" es ortogonal a AFv. 
Para poder  quedarnos con las  componentes que poseen significado  físico  usaremos 

los restantes grados de norma que tenemos. Para éllo  recordemos que podemos  modi- 
ficar la  norma sin abandonar la clase  de  norma de Lorentz  mediante la introducción 

de un vector de  componentes c", que  satisfagan la ecuación de onda  homogénea 

(3.48) 

Proponiendo  como solución 

Cp = Bpezp[ikazff],  (3.49) 

y recordando lo mencionado en la expresión (3.42) se  desprende  que 

A$? = Aap  - iB,ICp - iBpk, + i~/,pB,k'. (3.50) 

Tenemos 4 números, da,dos por B,, a determinar. Es  posible  escogerlos im- 
poniendo  las  siguientes  condiciones 

A(")" , = O ,  (3.51) 

Ak",)lia = O ,  (3.52) 

donde U p  es  cualquier  4-velocidad  constante. A las  condiciones da.das en las  expre- 
siones (3.47), (3.51) y (3.52) se les conoce  como  condiciones  de  norma  t,ransversal y 

sin traza  (tranverse-traceless gauge) [8]. 
La expresión (3.51) impone 1 condición y la (3.52) aparentemente 4 condiciones. 

Pero en realidad solo tres de las 4 ecuaciones  lineales, para  las  incógnitas B,, son 
linealmente  independientes, y éllo puede verse notando  que 

(A,p - iB,kp - i B p k ,  + i~,pB,ICp)UPk" = A,pU'IC" - 

iB,kpUpk" - iBpk,UPkff  + iB"kp,U,k", (3.53) 
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el primer  término es cero  como  consecuencia  de  (3.47)  y el tercero incluye el producto 
k"k,, y  ya  hemos  mencionado  que k es un  4-vector temporaloide,  de  norma  nula,  y 
en  consecuencia 

-t 

ACjI:@k" = -iB,k"kpUP + iB,kfikoUP = O,  
para  todo B, y  todo Up. 
Habiendo  determinado los 4 números B, mediante las 4 ecuaciones  linealmente 

independientes  contenidas  en (3.51) y  (3.52)  hemos  usado ya todos los grados  de 
libertad  de  norma a nuestra disposición. Resumiendo, el tensor constante A,, es 
simétrico  por lo cual tiene  en principio 10 componentes  independientes  y  hemos  im- 
puesto 8 condiciones en  total, 4 provenientes de (3.51) y (3.52) y 4 más  que  provienen 
de (3.47), lo cual  implica  que solo 2  de las 10 componentes  tienen significado físico. 

Realicemos  ahora  una  transformación  de  fondo  de  Lorentz  que nos lleve a  un 
marco  de  Lorentz  en el cual el vector U que  aparece  en (3.52) tenga  como  componentes 
U" = 6: y  orientemos  además los ejes espaciales de  tal  forma  que  la  onda se propague 
a lo largo del  eje z ,  es decir,  definiendo ko  = u (físicamente  esta es la  frecuencia  de 
la  onda)  tenemos  que k = (u, O ,  O ,  u). 

+ 

-t 

En  forma  matricial  podemos escribir 

(3.54) 

Los resultados  anteriores  fueron hechos para el caso de  una  onda  plana  (expresión 
(3.46)). Sin embargo,  sabemos  que  una  onda  cualquiera se puede escribir como una 
superposición de  ondas  plana.  Por lo tanto, si una  onda se desplaza a lo largo del 
eje z ,  entonces  todas las ondas  planas  que  la  constituyen  pueden ser puestas  en la 
forma  dada  por  la  expresión (3.54), y  ésto significa que  nuestra  onda posee solo dos 
Componentes independientes, hz: y "T. 

Consideremos  ahora  una  partícula  situada  en  una región del espacio-tiempo  en  la 
cual  no  existe  inicialmente  ninguna  onda  gravitacional. La partícula  está  inicialmente 
en reposo, es decir, en  este  marco  de referencia su 4-velocidad tiene las componentes 
U" = 6;. 
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De acuerdo con el Principio  de  Equivalencia,  el  movimiento  de la partícula  está 
descrito  por la ecuación  geodésica [S] 

vgu = o ,  4 

(3.55) 

la  cual  escrita  en  componentes es 

dU" 
dr 
- + r;,uwv = o. (3.56) 

Puesto  que  la  partícula  inicialmente  se  encuentra  en  reposo,  el valor de  su acele- 
ración  inicial es 

dU" 1 
2 

(-1 d.r 0 --y - 00 - _ _  - l?"@[hao,o + hop,o - ~ o o , p l .  (3.57) 

Al introducir  (3.54)  en  la  última  expresión  se concluye que la aceleración  inicial es 
nula, lo cual nos  conduce  a  que la velocidad de  la  part,ícula  un  instante  después  sigue 
siendo la inicial y en  consecuencia  en  este  nuevo  instante  de  tiempo  la  aceleración es 
nuevamente  nula.  Resumiendo,  la  partícula  permanece  siempre  en  reposo  sin  importar 
la presencia  de  la onda!! 

En  este  punto vale la  pena  mencionar  que el concepto  de  coordenadas  de  un 
vector  no  tiene significado  geométrico invariante.  Para ver los efectos de  la  onda. 
consideremos dos partículas,  las cuales llamaremos A y B, en  reposo  inicialmente 
amba,s y colocadas  nuevamente  en  una región  del espacio-tiempo  en la cual  no  existen 
ondas  gravitacionales. 

Denotemos  por [" al  vector  separación  existente  entre  las  partículas A y B. 
La ecuación  de  desviación  geodésica es [8] 

(BpVpf)" = R',',pVi"V"[B, (3.58) 

donde P es el  vector  tangente  a  la geodésica de A. Puesto  que  a  lo  largo  de  la  línea 
de  mundo  de A los Christoffel se anulan, el marco  de  referencia  de A es un  marco  de 
Lorentz  local,  y  ésto nos permite  re-escribir (3.58)  como  sigue 

(3.59) 

La solución a estas  ecuaciones es (a primer  orden  en h) 
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(3.60) 

Pero  por  la  forma  como se ha  planteado  este caso, A se encuentra  en el origen de 
su marco  de  referencia, es decir, 5' denot,a las coordenadas  que  tiene B, según A. 

Nótese  que al considerar (3.46) en  esta  última expresión se puede ver que  desde el 
marco  de  referencia  de A las  coordenadas  espaciales de B oscilan en  forma  armónica. 
Debe  mencionarse  también  que  únicamente aquellas  separaciones que son perpendi- 
culares (transversales)  a  la dirección de  propagación  de la onda  se ven afectadas  por 
ésta. 

Podemos  resumir lo anterior diciendo que  una  onda  gravitacional crea un  gradien- 
te  de aceleraciones en el plano  normal  a su dirección de  propagación.  Este efecto 
constituye  la  base  sobre  la  cual  funcionan los detectores  de  ondas  gravitacionales.  Se 
pueden colocar masas  de  prueba o cuerpos  extendidos  en el plano  coincidente con el 
frente  de  onda  y la onda  podrá ser detectada  observando el movimiento  relativo  entre 
1a.s masas o midiendo  la  tensión  mecánica  en  cuerpos  extendidos. 

Sin embargo,  este  tipo de experimentos requieren de  equipo  muy sensible. En 
el caso de dos partículas  de  prueba  separadas  por  una  distancia I - 1O2cm, una 
onda  de  frecuencia w = 3 X lo4%, la cual tiene  un flujo de  energía I - l& 
(que es una  magnitud  que se espera poseean las ondas gravitacionales generadas  por 
posible fuentes [S]), produce  una diferencia de aceleraciones la cual tiene  un  orden  de 
magnitud  de Aa - 1 X 1O- l2S .  

Existen  muchos  modelos  de  detectores  de  ondas  gravitacionales. Uno de los más 
importantes diseños experimentales lo constituye  la  antena  gravitacional  que  emplea 
interferómetros-laser [lo], los cuales usan  un  interferómetro Michelson de  multitrayec- 
torias como indicador  de  pequeñas vibraciones. 

Imaginémos  un laser y dos espejos colocados en dos cuerpos  de  masas Adl y M2. 
El haz es separado  y  enviado  en  trayectorias ortogonales entre sí a los dos espejos, 
los haces  rebotan en los espejos y son enviados  a  un  detector  óptico. 

Si una  onda  gravitacional incide en  ángulo  recto  sobre el plano  que  forman los 
espejos, entonces se generarán vibraciones de las masas All y A&.., ]as cuales darán 
origen a diferencias de  fase  entre los haces que  rebotan  en 10s espejos y  por lo tanto 
éstas  pueden ser medidas  en el detector. 
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En los proyectos  que  en  la  actualidad  en  esta dirección existen,  como el Virgo 

[Ill o el proyecto del Max  Planck  Institute [ la ] ,  la sepa,ración entre las masas es de - 1 0 5 ~ ~ .  

En  estrecha relación con el diseño de  detectores  de  oidas  gravitacionales  está el 
obstciculo denominado  por  Braginshy [13] como  límit,e cuántico.  Podemos  formular 

el tema del límite  cuántico como sigue: se desea  medir  una  fuerza clásica (onda  gra- 
vitacional)  permitiéndole, por ejemplo,  actuar sobre  un  oscilador  mecánico cuántico 

y  monitorendo  experimentalmente  una o más observables de  este oscilador. Pero el 
Principio  de  Incertidumbre  de  Heisenberg  limita  la precisión con la cual la  amplitud  de 
un  oscilador puede ser observada. La pregunta  que  entonces  aquí  surje  es la siguiente: 
¿limitará  este hecho la precisión con la  cual se medirá  la  fuerza  en  cuestión? 

La respuesta  a  esta  última  pregunta es  si y sus  consecuencias son potencialmente 
desastrosas [14]. La busqueda  de  una solución a este  problema ha permitido  desarro- 
llar la llamada  técnica  cuántica  de no-demolición [15]. 

Es importante  mencionar  que  este  problema surge  al considerar las propiedades 
cuánticas del detector y no del sistema a ser medido. 

En conexión con la detección de radiación gravitacional  existe  un  punto  adicional 
que  debe ser  considerado, el campo  gravitacional  también  constituye  un  sistema 
cuántico y este hecho debe ser tomado  en  cuenta si se desea  tener un modelo consis- 
tente  de  este  proceso  de  medición. 

Existen  ya  trabajos [16] que  consideran  restricciones  sobre  la  medibilidad del 
campo  gravitacional como consecuencia de sus propiedades  cuánticas. 

Sin embargo,  no  existe  todavía  un ánalisis detallado  de las  consecuencias  que  sobre 
el proceso  de  medición  de  radiación  gravitacional  tiene el hecho  de  tomar en cuenta 
las propiedades  cuánticas  de las ondas gravitacionales. 

Resumiendo, el ánalisis del proceso de  medición  de  ondas  gravitacionales  debe 
contemplar no so10 las  propiedades  cuánticas del aparato  de  medición sino también 

el  hecho  de  que la  radiación gravitacional  constituye  en esencia  un sistema  cuántico. 
Esto  último no ha sido todavía hecho. 
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3.3 Problema del tiempo  en  gravedad  cuántica. 

La invariancia  coordenada general que yace detrás  de  la  Teoría  de  la  Relatividad 
General  crea  problemas básicos en el análisis de  la  dinámica del campo  gravitacional. 
Usualmente,  la especificación de  la  amplitud del campo y de su primera  derivada 
temporal en un  instante  de  tiempo  dado  bastan  para  determinar la evolución tem- 
poral  de  este  campo  visto  como  una  entidad  dinámica. Sin embargo,  en el caso de 
la  Relatividad  General  &to  no es así [17], ya  que el campo  métrico  puede ser mo- 
dificado en  cualquier  instante  de  tiempo  simplemente  realizando  una bransformación 
de  coordenadas.  Esta  operación  no involucra  ningún  cambio en las cantidades físicas 
medibles,  ya  que  corresponde  únicamente a una  transformación  bajo  la cual la  teoría 
es invariante.  Por lo tanto es necesario que el campo  métrico sea  separad;  en  aquellas 
partes  que  transportan la información  dinámica  verdadera y las que  caracterizan al 
sistema  coordenado. A este  respecto,  Relatividad  General es análoga a la  teoría elec- 
tromagnética [18]. En  particular,  la invariancia coordenada  juega  un  papel  similar 
al de la invariancia  de  norma del campo  electromagnético.  En  este  último caso, la 
invariancia  de  norma  produce dificultades  al tratar  de  separar los modos  dinámicos 

independientes,  aún  cuando  aqui  la linealidad de  la  teoría simplifica el análisis. En 
ambos casos, el efecto  de las  propiedades  de  invariancia es introducir variables  re- 
dundantes  en  la  formulación original de  la  teoría con la finalidad de  garantizar  que 
las propiedades  de  transformación  correctas  sean  mantenidas.  Es  este  choque con 
el número  más  pequeño  de variables necesita.das para describir la  dinámica lo que 
dificulta  el  análisis. 

Una  determinación precisa de los modos  dinámicos  independientes del campo 
gravitacional se obtiene  cuando  la  teoría es formulada  de  manera  canónica [19], y 
por consiguiente  involucra el número  mínimo  de variables que especifican el estado 
del sistema. Dos aspectos son esenciales en  este  formalismo canónico: .(i) las ecua- 
ciones de  campo son de  primer  orden  en las  derivadas temporales y, (i i)  el tiempo 
ha  sido privilegiado de  tal  manera  que  la  teoría  está  ahora  expresada  en  una  forma 
3 + 1 dimensional. El primer  requisito  puede ser conseguido en  Relatividad  General, 
puesto  que SU Lagrangian0  puede  ser  escrito  en  una  forma  lineal  en  sus  derivadas 

temporales (lo que se conoce como la  forma  de  Palatini [S]). Por su covariancia 
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ante  transformaciones  arbitrarias  de  coordenadas,  Relatividad  General es análoga a 

la  forma  parametrizada  de la mecánica clásica en la cual el hamiltoniano y el tiempo 
son introducidos  como  un  par  de variables  conjugadas  asociadas a un  nuevo  grado  de 
libertad [20]. 

La acción usual para  Relatividad  General es 

I = d 4 x L  = d421/"gR. S S  (3.61) 

De esta  expresión se pueden  obtener las  ecuaciones  de  Einstein si se consideran 
variaciones respecto a la  métrica.  Pero  estas son ecuac.iones de  segundo  orden. El 
punto consiste en  obtener  ecuaciones las cuales posean dos propiedades: ( i )  sean  ecua- 
ciones de  primer  orden y, (ii) estén  resueltas  explícitamente  para las derivadas  tempo- 
rales. Esto  puede conseguirse y para éllo consideramos a los símbolos  de Christoffel, 
I & ,  como  cantidades  independientes  en el principio  variacional, entonces se puede 
re-escribir la acción como sigue 

I = d 4 2 g p u ~ p L L l ( r ) ,  S (3.62) 

donde Rpu(r)  = r;v,a - r;a,u + qUrEp - qprEa 
Las cantidades  apropiadas  para el campo  de  Einstein son las  siguientes [18] 

(3.64) 

Donde el superíndice 4 indica que la  cantidad  en  cuestión es 4-dimensional. 

La métrica  completa, es decir, 4gpu y también 4g@u, pueden ser  escritas  empleando 
las definiciones recién introducidas 

(3.65) 

4 oi Ni 
9 =-, 

N2 
(3.66) 



91 

4 O0 - 1 
N2 ' 

g (3.67) 

(3.68) 

En función  de estas  cantidades la Lagrangiana de l a  Relatividad  General puede 

re-escribirse  como 

1 1  2 -  . .  . .  
siendo Ro = -fi [  3R + g- (Zn 7 r 2 J 7 r i j ) ] ,  R '  = -27r'J ~ j ,  T = 7 r z  i ,  y I indica la  

derivada  covariante  usando la  métrica  espacial gi j .  

El análisis geométrico  muestra que 7rtJ y gzJ  se transforman  como  tensores  ante 

todas  las  transformaciones que dejan  las  superficies t = cte. sin cambio. E n  tanto 
que, N y Ni  describen  como el sistema coordenado debe ser  continuado  fuera  de la 
superficie t = cte. 

. .  . .  

Podemos  ahora  definir l a  densidad hamiltoniana  asociada a la  Relatividad  General 

[I81 

(3.70) 
Al  llevar a cabo  la variación  respecto a N y N; obtenemos  las  siguientes  ecuaciones 

Las ecuaciones  dinámicas son entonces 

(3.71) 

(3.72) 

(3.73) 
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7 í - W  Il - 7r?!Vi ( l .  (3.74) 

Estas  últimas 4 expresiones son equivalentes a las  ecbaciones  de  Einstein  en el 
vacío. Las expresiones  (3.67) y (3.68) son constricciones y nos indican  que  no  hemos 
“aislado” los verdaderos  grados  de  libertad  dinámicos  en  nuestra elección del espacio 
de configuración. 

En el caso de las  ecuaciones  de  Einstein,  existe  una  arbitrariedad  de  norma  en 
nuestra elección del campo g; j .  Esto sugiere que  debemos  tomar  al espacio de con- 
figuración de la Relatividad  General como el conjunto  de clases de  equivalencia, kii ,  

de  métricas  Riemannianas,  en  donde dos métricas son consideradas  equivalentes si 
pueden ser transformadas  una en la  otra  mediante  un difeomorfismo. Este espacio 
de configuración es conocido como  superespacio [al]. Al usar el superespacio como 
el espacio de configuración eliminamos  la constricción dada por  la  expresión  (3.68). 
Sin embargo,  la constricción (3.67) no  desaparece y puede ser contemplada  como  una 
consecuencia  de  la  arbitrariedad  involucrada  en  la elección en  la  forma  de  “rebanar” 
el espacio-tiempo  en espacio y tiempo.  Es  cuadrática  en lo momentos y parece  que 
no es posible encontrar  una elección de espacio de configuración para  la  Relatividad 
General  en la cual únicamente los verdaderos  grados  de  libertad  dinámicos  estén  pre- 
sentes  en el espacio  fase. La presencia de  la constricción dada por la expresión  (3.67) 
parece ser una  característica  inevitable  de la formulación  hamiltoniana  de la  Relativi- 
dad  General y genera serios obstáculos para  la  formulación  de  una  teoría  cuántica  de 

la  gravedad  mediante el formalismo  de la cuantización canónica [22]. 
Resumiendo, la invariancia  clásica ante difeormorfismos  de  la  Relatividad  General 

implica la existencia  de constricciones: el Hamiltonian0  total  debe ser  nulo. En la, 
teoría  cuántica, las  constricciones son implementadas a‘ la Dirac  como restricciones 
sobre las funciones de  onda  permitidas. La función  de  onda  entonces  obedece la 
ecuación  de  Wheeler-DeWitt [al, 231 

H$ = O. (3.75) 



93 

donde H denota  la constricción harniltoniana.  En  Relatividad  General clásica,, los 
espacio-tiempos  pueden ser parametrizados  por  coordenadas  temporales  arbitrarias. 
Sin embargo,  como  ya  hicimos  notar,  a nivel de  gravedad  cuántica  ya no existen 
los espacio-tiempos,  y  por lo tanto, no hay  un  parámetro  temporal  disponible  para 
parametrizarlas, es decir, la ecuación  de  Wheeler-DeWitt es “atemporal”, carece de 
un  parámetro el cual pueda identificarse  como  el tiempo. 

3.4 Modelo de  Decoherencia. 

Fue  Dirac [24] quien  postuló al Principio  de  Superposición  como el principio  funda- 
mental  de  la  teoría  cuántica.  Este principio define la  propiedad más importante  de  sus 
“vectores-ket”, los cuales el supuso  que  forman  un  marco  cinernático  general  y  com- 
plet,o para  caracterizar a los estados físicos sin importar  la  base  de  la  representación. 
A pesar  de su éxito,  pronto  resultó claro que  no  todas las  superposiciones  concebibles 
existen  en la naturaleza.  Esto obligó a  la  gente a postular  la  existencia  de reglas de 
superselección [25]. Existen  también  intentos  por derivar  algunas de  estas reglas de 
superselección a partir  de  otros principios, los cuales son algunas veces postulados  en 
teoría  cuántica  de  campo [as]. 

Las reglas de superselección más  fundamentales  parecen excluir  superposiciones 
de  estados con diferente  carga  eléctrica o con spin entero y semi-entero.  Por  ejemplo, 
superposiciones de  un  protón  y  un  neutrón  nunca  han sido encontradas  en la natu- 
raleza,  aún  cuando  han  probado ser muy  útiles  como representaciones del grupo  de 
spin isotópico. La teoría  de  supersimetrías [27] requiere de  la  existencia  de  superposi- 
ciones de bosones y fermiones, aún  cuando  tampoco se espera  que se les encuentre 
como  objetos reales. 

Otras  restricciones del principio  de superposición están definidas con menor cla- 
ridad.  Entre éllas está,  primero  que  todo,  la exclusión de superposiciones de  estados 
clásicamente  diferentes,  tales  como el caso del famoso  gato  de  Schrodinger, o a& 
más, el caso de  un  estado  compuesto  de  la superposición de  un  gato’y  un  perro, 

como fue sugerido  por E. 300s [28]. Esto con frecuencia es simplemente considera- 
do  como  una  consecuencia  de  la suposición de  que  la  teoría  cuántica no se aplica a 
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objetos  macroscópicos. Sin embargo,  esta  última  afirmación no solo contrasta con 
la  supuesta universalidad de l a  naturaleza  de  la  teoría  cuántica, sino que  además no 
es compatible con la  idea  de  que los cuerpos macroscópicos están  compuestos  por 
muchos  átomos, y por  ende  deben  de  forman  estados  cuánticos  de  muchas  partículas. 

¿Es posible  entonces  explicar  todas  las reglas de superselección  como un  efecto del 

entorno  (en la  literatura  aparece la palabra  “environment”) ? Esta es precisamente 
la idea  detrás del programa de decoherencia [30]. 

Otros  experimentos con objetos cuánticos nos han enseñado  que  la  interferencia 
desaparece si, por  ejemplo, el paso de  un  electrón a través  de  rendijas o de  un  sepa- 
rador  de  haz  tipo  Stern-Gerlach es medido.  Esto significa que se puede  suponer  que 
el resultado  (aquí  un  cierto paso) se ha  vuelto clásico tan  pronto  como  la  medición 

ha  ocurrido  irreversiblemente. 

Pasemos a explicar un poco  acerca de lo que se entiende por decoherencia.  Un ob- 
jeto macroscópico  puede  ser  considerado  formalmente como constituido  por dos tipos 
diferentes  de  sistemas  dinámicos [as] ,  uno  de éllos descrito  por  coordenadas colectivas 
y el otro  por  coordenadas microscópicas. D e  aquí  en  adelante los denotaremos  por 
sistema colectivo y entorno,  respectivamente. Si los dos sistemas  están  desacoplados 
entonces, el hamiltoniano  total es la  suma  de dos términos, H = He + H,, donde H, 
depende  únicamente  de variables colectivas y su valor promedio nos proporciona  la 
energía  mecánica,  mientras  que el valor promedio  de He nos da  la  energía  interna, 
tal como es definida en  termodinámica, y es una  función  exclusivamente  de las vari- 
ables  microscópicas. La  ausencia  de  acoplamiento  entre  estos dos sistemas  implica 
que  no  existe  intercambio  de energía entre ellos. La disipación térmica es debida a la 
existencia  de  un  acoplamiento  entre los dos sistemas  en el hamiltoniano  real, el cual 
debe  ahora  de escribirse  como H = He + H, + Hint. Es obvio  que  este  acoplamiento 

debe ser tomado  en  cuenta  para describir la  existencia  de los efectos de fricción en 
mecánica clásica. Sin embargo,  este  término  genera  también  un  efecto  dramático 

sobre l a  superposición de dos estados  macroscópicamente  diferentes, el cua,l recibe 
el nombre  de  decoherencia, y consiste en  que  destruye las  superposiciones cuánticas 
que a nivel  macroscópico se pudiesen  presentar y se puede  explicar a gross0 modo 

de  la  manera siguiente: aún si las funciones de  onda del entorno  para dos estados 
macroscópicamente  diferentes  resultan ser  coherentes  para  cierto  instante  de  tiempo 
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(aún si  su fase  relativa  está bien  definida  como para  permitir posibles interferencias), 
éstas se volverán rápidamente ortogonales  como  consecuencia de su acoplamiento con 

los diferentes valores de  las  observables  macroscópicas  colectivas. 

Consideremos un ejemplo  sencillo,  y  para  éllo  tomemos  una  bola  metálica la cual 
cuelga  de un hilo también  metálico, es decir  tomemos un péndulo [31]. El ángulo, 
O, entre el  péndulo  y la vertical  será la única  variable colectiva,  así  como  también su 

momento  canónico  conjugado.  Todas  las  restantes  variables  serán  consideradas  como 
microscópicas. 

El estado  inicial  de  este péndulo será de velocidad  nula  y un ángulo inicial OO. 
Esto puede  describirse en el  formalismo  cuántico de una  manera  sencilla usando  una 
función de  onda  gaussiana en la variable O, con valor promedio O. y momento promedio 
nulo. Como  estado  inicial del entorno  tomaremos  el  estado  base. Es decir, el  estado 
inicial de todo  el  objeto  es 

donde el primer  vector de estado  representa la función de onda  colectiva  gaussiana  y 
el segundo el estado  base del entorno. 

Comenzando  de  este  estado, el péndulo empieza a oscilar.  Las  oscilaciones  defor- 

man el hilo, desde  el  punto de vista  cuántico  estas  oscilaciones son excitaciones del 
entorno,  es  decir  fonones, la materia que  constituye  el  hilo  empezará  a  calentarse. 
Pueden  ser  descritas mediante un hamiltoniano de acoplamiento  entre  el  péndulo 
colectivo y el  entorno  interno.  Desde  el  punto  de  vista  clásico,  esta  disipación  es 
debida a la fuerza  de fricción,  la  cual es proporcional a la velocidad del péndulo  y 
opuesta a élla. 

La ecuación  clásica de movimiento  es 

d28 d0 
dt2 dt 
- + x- + w 2 0  (3.77) 

Consideremos  ahora un instante de tiempo t ,  en el cual la disipación  ya ha  comen- 
zado a tener  cierto  efecto y  por lo tanto una  pequeña parte de la energía del péndulo 
ha sido ya  transferida  al  entorno.  Este  ya no se encontrará en su estado  base  sino 
en otro  estado, el  cual  clásicamente  tiene  una bien definida energía  promedio W ( t ) .  
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Si se expande  la solución de  la  ecuación  completa  de  Schrodinger  para  el  péndulo  en 
función  de los eigenestados de energía del entorno,  uno  entonces  espera  obtener algo 

como [28] 

(3.78) 

donde lq5j >, representa  una  función  de  onda  normalizada, la cual depende  de  la 
variable 8, con valores promedio < 8 > y < 8 >, cerca de los valores clásico B(t) 

y 4; lwj > E  denota  un  eigenestado del hamiltoniano del entorno, con energía wj, y 
cj  es una  amplitud  de  probabilidad.  Esta  amplitud es diferente  de cero solo cuando 
los valores de la energía  interna, wj, están  cercanos a la  energía W ( t )  transferida 
clásicamente  por fricción durante el intervalo  de  tiempo t .  

El operador  de  densidad inicial está  dado  por 

Aquí  aparece  una  idea sencilla pero  muy  importante:  al  calcular las propiedades 
estadísticas  de la medición  de  una  observable colectiva A,, o cuando se calcula  la 
probabilidad  de  una  propiedad  involucrada con élla, uno  calcula  una  cantidad  de la 
forma 

donde  la  observable A, conmuta con las observables del entorno. Se puede  calcular  la 
traza  dada  en la expresión  (3.76) en dos pasos: (i) se calcula el llamado  operador  de 
densidad colectivo (u operador  de densida.d reducido)  realizando  primero  una  traza 
parcial  sobre los grados  de  libertad del entorno,  esto es: pC = Tr,p, (ii) uno  puede 
obtener el valor promedio  deseado al llevar a cabo  la  traza final sobre  el espacio de 
Hilbert colectivo para  obtener Tr,p,A, = Tr(pA,).  El operador  de  densidad  reducido 
jugará  un  papel  fundamental  en la teoría  de decoherencia. 

Tomando  en  cuenta la expresión  (3.79)  para el operador  de  densidad y la  forma 
explícita  dada  por (3.76), se encuentra  que al tiempo inicial  el operador  de  densidad 
reducido  está  dado  por 
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claramente  se puede  ver que a  nivel  colectivo  éste es un estado puro. Sin  embargo, un 
instante de tiempo t después, la expresión (3.78) nos dice  que  el operador de densidad 
reducido describe  ahora  una  mezcla 

P C  = Icj(t)l”$j > C <  djlc (3.82) 
j 

Pasemos  ahora a considerar un caso más interesante, analizemos la situación en 
la cual  el  estado  inicial  es  una  combinación de dos estados  del tipo  recién  estudiado, 
ambos con  velocidad  inicial  nula y con posiciones  iniciales 81 y 82.  El entorno lo 
consideramos en ambos casos inicialmente en su estado  base, de tal manera  que el 
estado  completo  inicial  está dado por 

(3.84) 

siendo,  por  ejemplo, 

Los estados  colectivos, 1$$1)(t) >c,  dan los valores promedio para 8 y 8 ,  los cuales 
son prácticamente iguales  a los predichos por la  teoría  clásica.  En  cuanto a las 

amplitudes cj ( 1 )  ( t )  y cj (2 )  ( t ) ,  debemos  mencionar  que son significativamente  diferentes 
de  cero solo para aquellos valores de wj que estén muy cerca de las energias  promedio 
c.lásicamente  disipadas,  es  decir  de Wl ( t )  y W2( t ) .  

Calculando  nuevamente  el  operador  de  densidad  reducido  al tiempo O ,  (puesto que 
el  entorno se encuentra en el  estado  base),  la  traza  parcial  sobre el entorno  es  trivial 
y en consecuencia el operador  de densidad reducido es 
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Nótese  que  representa  un  estado  puro.  Calculemos el operador  de  densidad re- 

ducido  un  instante  de  tiempo después. La parte diagonal  no presenta  nada nuevo 

Evidentemente,  representa  una  distribución  de  probabilidad  para l a  posición que 
est#á  concentrada en torno a los dos posibles valores que  uno  esperaría  de las dos 
ecuaciones  clásicas  de  movimiento, con probabilidades  respectivas /al2 y 

La parte no  diagonal resulta ser  mucho  más  interesante. La expresión 

I$l(-t) >= Ccy)(t)l$;l)(t) >c @IWj >e,  
.i 

involucra  eigenestados de  energía del entorno  únicamente con eigenvalores en  la vecin- 
dad  inmediata  de Wl ( t ) ,  en forma  análoga  para 1 $ 2 ( t )  >. Cuando t es suficientemente 
grande,  de  tal  manera  que la diferencia LVl(t) - Wz(t) es más  grande  que las fluctua- 
ciones cuánticas  en  la energía del entorno,  la  traza  parcial  sobre el entorno  suprime los 
términos no-diagonales. Esto  puede verse a l  escoger a los eigenestados de  energía del 
entorno  como  una  base  para calcular la traza  parcial.  Tomando,  por  ejemplo, la parte 
no diagonal  de pc proveniente  de I$l(t) >< $2(-t)l ,  uno  encuentra  una  contribución al 
operador  de  densidad  reducido  dado  por la  expresión 

(3.87) 
j 

Pero  como  ya  hemos  visto, los coeficientes cI1) son diferentes de O solamente  cuando 
wj está  cercano a w1(t), en  cuyo caso 10s coeficientes cy), que los multiplican,  serán 
cero. Es decir, los términos no  diagonales se anulan. 

La diagonalización dinámica  espontánea del operador  de  densidad  reducido es 
siempre la  manifestación  principal  de l a  decoherencia, y  aparece  claramente  como  un 
producto  de  la disipación. Es a veces llamado l a  generación  espontánea  de  una regla 
de superselección [32]. La  existencia  de  este efecto no  requiere  que  la disipación sea 
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grande,  puesto  que  todo lo que se necesita es que  la diferencia W, ( t )  - W2 ( t )  sea grande 
comparada con la dispersión en  la energía interna. Es claro  que,  desde el punto  de 
vista  matemático,  la clave en el argumento es la alta densidad del espectro  de  energía, 
lo cual  implica  que las  fluctuaciones en  la  energía son pequeñas  comparadas con la 
energía  interna  promedio [as]. 

Los sistemas macroscópicos más obvios para los cuales la disipación es despreciable 
son superfluidos y superconductores.  También son los sistemas  para los cuales uno 
esperaría  que la decoherencia no se presente. 

Una  consecuencia  obvia  de  este  tipo  de  modelo es la  amplia validez de la deco- 
herencia  para  objetos macroscópicos (y a  menudo  también  para microscópicos,  como 
es el caso de  moléculas  quirales [ 3 3 ] ) .  

La aparición  sistemática  de  la  decoherencia  ante  la presencia de disipación apunta 
a  un  cierto tipo de  universalidad y dominio  de validez que  excede con mucho lo que 

aquí sea ha presentado [28]. Decoherencia, proporciona  una  respuesta a uno de los más 
difíciles problemas  que  han  plagado a la  teoría  cuántica  durante años, explica  porque 
no se observan  en la naturaleza situaciones físicas que  correspondan a la  superposición 
cuántica  de  estados  macroscópicamente diferentes. 

El formalismo  que  aquí  ha sido  bosquejado  puede  extenderse  a  sistemas con un 
número  infinito  de  grados  de  libertad.  En  particular, es posible probar,  por  ejemplo, 
como  la  superposición  entre  intensidades del campo  electomagnético,  dentro  del  marco 
de &ED, son suprimidas  mediante  la  interacción con campos  de  materia  cargados [34]. 

Notemos  que  la  interpretación  de  Copenhagen  de  la  mecánica  cuántica  requiere  de 
una  estructura  dada  para el espacio-tiempo,  puesto  que  asume la existencia a priori 

de  agentes  de  medición clásicos. Pero  por  otro  lado,  como  ya  antes  mencionamos se 
cree que el espacio-tiempo  debe ser descrito  por  la  teoría  cuántica  a nivel fundamen- 
tal.  Puesto  que  la  interacción  gravitacional es, clásicamente  una  manifestación  de  la 
curvatura del espacio-tiempo,  entonces su cuantización debe  conducir  a  una  teoría 
cuintica del espacio y del tiempo. Sus propiedades  clásicas,  dentro del contexto del 
modelo recibn esbozado,  deben  de  emerger como  consecuencia  de la decoherencia  (&to 
no podrá ser una  aparición en el tiernpo ya que el mismo  tiempo  debe  surgir  en  esta 
transición). 

Hemos ya  comentado  también como el concepto  de  tiempo se pierde  al  intentar 
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cuantizar al campo  gravitacional  mediante  un  formalismo canónico.  La  ecuación de 
onda  que se satisface es la  Wheeler-DeWitt, expresión  (3.75). Una  función  de  onda  de 
este  tipo  estará  extendida sobre todo el  espacio de configuración, el superespacio, y 
no  exhibirá  ningún  comportamiento clásico,  no tendrá  un pico alrededor  de  una  cierta 
sucesión de 3-espacios, los cuales  pudiesen  dar pie a un  espacio-tiempo clásico. La 
pregunta  que  entonces  aquí  surge es la siguiente:  ¿como se puede  entender la aparición 
de  un  espacio-tiempo clásico a partir  de  un  modelo cuánti.co de la graveda,d? 

Nuevamente  recurriremos al modelo  de decoherencia. La idea básica es que l a  

gravedad se acopla  universalmente  a  toda  forma  de energía. La gravedad es “me- 
dida”  y  una superposición  general de  estados  gravitacionales  cuánticos  será  suprimi- 

da (decohered) y se producirá  una localización de  la  función  de  onda  en el espacio de 
configuración,  después de  que los grados  de  libertad  de  la  materia  (que  aquí  juegan 
el papel  de  entorno)  sean  integrados.  Esta  idea fue propuesta  por Joos y Zeh [35] ,  y 
puede  ser  esbozada como sigue. 

Supóngase  que  un  campo  gravitacional  homogéneo  (todo  dentro  del  marco New- 
toniano  de la gravedad) se encuentra  en  una superposición de diferentes intensidades 
de  campo y localizado en el interior  de  una  caja  de  lado L.  

I $  >= ClJg > + czlg‘ >. (3.88) 

Una  partícula  de  masa m, en  un  estado I[ >, la cual se mueve  en el interior  de 
este  volumen,  “mide” el valor de g, puesto  que su trayectoria.  depende  de  la  métrica . 

Esta correlacción destruye  la  coherencia  entre g y g’, y la  matriz  de  densidad 
reducida  toma  la  forma siguiente (después  de  que  muchas  interacciones  son  tomadas 
en  cuenta) 

p(g,g’, t >  = P(9, g’, %vor‘(g - g ’ I 2 t ) ,  (3.90) 
3 

siendo I’ = nL4( S)’, para  un gas con densidad  de  partículas n y temperatura 
T .  Por  ejemplo,  para  aire  bajo condiciones ordinarias y L = lcm, se obtiene  que 
la  coherencia  remanente  tiene  un  ancho igual a 4~ = Este  ejemplo  muestra 

9 
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como este  mecanismo  dinámico nos conduce al comportamiento clásico del espacio- 

tiempo.  Es  evidente  que  un  tratamiento  correcto  requiere el uso de  la  ecuación  de 

Wheeler-DeWitt.  Aquí el parámetro  tiempo  debe ser reemplazado  por  alguna varia- 
ble intrínseca del  universo. Resumiendo, l a  geometría del espacio-tiempo  toma  un 
carácter clásico debido  a  que el universo no es vacío. 

El primer  punto  que  en  la aplicación  del  modelo de decoherencia. al caso gravita- 
cional debemos resolver es la siguiente:  ¿cuales  grados de  libertad  serán los relevantes 
y cuales no lo serán? Después de  todo, la descomposición de  un  sistema  en variables 
colectivas y su  respectivo  entorno es hasta  cierto  punto  arbitraria. Sin embargo,  parece 
ser que el factor  de escala del universo es uno  de los grados  de  libertad relevantes. Los 
grados  de  libertad  irrelevantes  pueden  estar  conformados  por  “multipolos  de  órden 
superior”, los cuales pueden  ser  encontrados llevando a  cabo  una  expansión  de la 
métrica  3-dimensional  en  armónicos esféricos. Estos  multipolos  describen  entonces 
perturbaciones  en  la  densidad y ondas gravitacionales [36]. 

La cantidad  de  literatura  que sobre  decoherencia  existe  en cosmología cuántica 
es enorme. No obstante,  debemos  mencionar  algunas  de las áreas  en las cuales este 
formalismo  ha  dado  resultados relevantes. 

Usando  el  método  de influencia  funcional Fukuyama  y Morikawa (373 han es- 

tudiado las posibles consecuencias para la flecha del tiempo  que el mecanismo de 
decoherencia  podría  tener, así  como la  relación entre  decoherencia  y correlaciones. 
Modelos de  minisuperespacios  de  dimensionalidad  superior  han sido también ya es- 
tudiados [38]. El papel  de  la  decoherencia  en  el  marco del  universo  temprano  y su 
influencia en  la formación  de  estructuras  ha sido también ya discutido [39]. 

Para finalizar  quisiéramos  resaltar  la  importancia  que el papel  de  la  decoherencia 
podría  jugar  para  explicar el origen de  la irreversibilidad en el universo [4O]. Puesto 
que  la  entropía del universo  actualmente (definida  por  sus  grados de  libertad rele- 
vantes) es todavía  extremadamente pequeiia comparada con su valor máximo posible 
(el  cual se alcanzaría si toda  la  masa del universo se presentase  en  la  forma  de  un 
hoyo negro),  la evolución del universo debe  de  haberse  iniciado  a  partir  de  un  estado 
con entropía casi nula [41]. Una posible  explicación de  este hecho podria  invocar a 
la  teoría  cuántica  de  la  gravitación. Se ha  argumentado  que  una  simple  condición  de 
frontera  en el límite a + O (donde a es el factor  de escala del universo) para  la  función 
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de  onda del universo bastaría para explicar la flecha del tiempo  observada, y además 
podría  conducir a efectos cuánticos macroscópicos cerca del  punto  de regreso de  un 

universo clásico recolapsante. Tal condición  de  frontera  fue ya propuesta [42] y pode- 
mos explicarla a gross0 modo diciendo que  élla  afirma  que  la  función  de  onda  para 
valores pequeños  de a depende  exclusivamente  de a. L a  función  de  onda es entonces 
independiente,  en  este  límite,  de los multipolos superiores antes  mencionados. 

Para un  estado creciente del universo,  el estado  total se “enreda” con estos  grados 
de  libertad adicionales, y l a  decoherencia  para el “subsisiema  relevante”  puede ser 
identificada  después  de  que la parte  “irrelevante” es integrada. La entropía local 
conectada con el factor  de escala y otras variables  relevantes, tal  cual es calculada a 

partir  de  la  matriz  de  densidad  reducida  en  forma  estándar, S = - k B T ~ ( p l n p ) ,  se 
incrementa  dando origen a la flecha del tiempo del universo  observada. 



Capítulo 4 

Medibilidad de ondas 
gravitacionales. 

4.1 Introducción. 

La detección de  ondas  gravitacionales  juega  en  estos  momentos  un  papel  muy  im- 
portante  en  la física contemporánea y los dispositivos experimentales  que  para  su 
detección se han  diseñado  muestran  un  gran  adelanto técnico. 

En años recientes el peso en el diseño de estos detectores se ha inclinado  hacia 
el lado  de los llamados  interferómetros laser [lo]. En algunos de estos experimentos 
[la, 431 el tiempo  de observación aparece como una variable que  puede ser movida a 

conveniencia  del  experimentador.  En la propuesta  de  Balakin [43], esta  característica 
es especialmente  pronunciada, ya que  en su experimento,  para  tener  un  efecto  que 
permita  detectar a las ondas gravitacionales éste se debe  dejar correr  por  un lapso 
de  un  año,  aún  cuando  éste  podría  durar  menos  tiempo,  pero el efecto de las  on- 
das  gravitacionales  sobre la fase del campo  electromagnético sería dificil de  medir. 
Todo lo anterior significa que el tiempo  característico del experimento  puede ser es- 

cogido tan  grande o tan chico como se desee,  sin que éllo tenga  consecuencias  sobre 
el experimento. 

La aplicación del llamado  formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida (FITR) 
E441 al caso de  un  campo  electromagnético [45] muestra  características  que  permiten 
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cuestiona,r el manejo  que en los experimentos  antes  mencionados se hace del tiempo 
Característico, es por ello que vale la pena  que  éstas  sean  mencionadas. 

En los dos  trabajos  antes  mencionados [45] se considera  el caso en el cual un  campo 
electromagnético es medido en cada  punto  de  una  cierta región del espacio-tiempo. 
El efecto del campo sobre el aparato  de  medición  y su back reaction son tomados 
también  en  cuenta, y como parte  de los resultados se obtuvo  una  estimación  de la 
medibilidad del campo  electromagnético  por cualquier dispositivo  experimental  que 

no  deforme el campo  medido  más  allá del  efecto que  aparece  como  resultado del error 
experimental. 

Los resultados  obtenidos  concuerdan con  los de  Landau  y Peierls [46], y por lo 
tanto  discrepan con  los de  Bohr y Rosenfeld [47]. Una  parte  muy  importante  de lo 
obtenido  radica  en el hecho de  que el tiempo  de  medición  (t'iempo  característico del 
experimento) y la  longitud  característica del dispositivo experimental son parámetros, 
que  en lo que se refiere a l a  definición de la, dispersión de los resultados  experimentales, 
no son independientes  uno del otro.  Expliquémos  esto con mayor  detalle: la dispersión 
de los resultados  experimentales  tiene  un  mínimo, el cual es una función  del  tiempo 
característico  y  de la longitud  característica del experimento. Es decir,  para  que  en  un 
experimento  (en el cual el equipo  experimental  tiene  una  determinada resolución) se 
obtengan  resultados  que  tengan  la  menor dispersión (varianza) posible se debe  cumplir 
una relación entre  la resolución del equipo  experimental, el tiempo  característico  y 
longitud  característica del experimento. Si ésto no se cumple,  entonces los resultados 
experimentales  presentarán  una dispersión  mayor que el mínimo posible. 

Pasemos  ahora al caso de  ondas gravitacionales.  Como  hemos ya  visto,  podemos 
plantear  entre el caso de  ondas  electromagnéticas  propagándose  en  un  espacio-tiempo 
plano  en el vacío y el caso de  un  campo  gravitacional  débil  también en el vacío varios 
puntos  de coincidencia: (i)  los dos campos  pueden considerarse  como  definidos sobre 
un  espacio-tiempo  plano, y (ii) ambos satisfacen la ecuación  de  onda  homogénea [8]. 

Si consideramos  ahora lo obtenido  en [45] para el caso electromagnético  y recor- 

damos  también las analogías recién mencionadas  entre  ondas  electromagnéticas y 
campo  gravitacional débil, resulta claro que el tratamiento del tiempo  característico 
de  un  proceso  de  medición  asociado a un  experimento  diseñado  para  detectar  ra- 
diación gravitacional  como  un  parámetro  movible sin ninguna  consecuencia  resulta 
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un  poco  “sospechoso’). 

Otro  aspecto  que  en relación con la detección de  ondas  gravitacionales es in- 

teresante  mencionar concierne el problema  de la cuantización del campo  gravita- 

cional. A este  respecto se argumenta  siempre  que las ondas  gravitacionales  consti- 
tuyen  un  sistema  predominantemente clásico [48]. Sin embargo,  podemos  en  este 
punto  plantearnos  la  siguiente  pregunta: i es posible que en algunos experimentos 
de detección de radiación gravitacional el carácter  cuántico del campo  gravitacional 
pueda  aparecer  en  escena? Esta pregunta  puede  reformularse de la siguiente  manera: 
j c u d  es la probabilidad  de  obtener en un  experimento  de  medición  de  radiación grav- 
itacional  una configuración del campo  que no constituya  una solución a las ecuaciones 

linealizadas de Einstein?  Otra  pregunta  que  en  este  contexto  podemos  formular es 
la  siguiente:  ¿la  onda  gravitacional se manifestará  siempre  como  un  sistema clásico 
sin importar  la resolución que el aparato  experimental  presente? Es decir: i que 
condiciónes debe satisfacer la resolución del aparato  experimental  para  que 1a.s carac- 
terísticas  cuánticas  de  la  onda  gravitacional  aparezcan  en  escena? Todas las preguntas 
anteriores  permanecen hasta este  momento sin contestar y en  este  capítulo les daremos 
respuesta. 

L a  idea  consiste  en  analizar la medibilidad  de  una  onda  gravitacional  mediante 
FITR. Esta formulación nos permitirá  obtener varios resultados: 

(i) deduciremos la  densidad  de  probabilidad  asociada a la posibilidad de  obtener 
como resultado  de  un  proceso de medición  de una  onda  gravitacional  una  cierta con- 
figuración del campo y concluiremos  que la  probabilidad  máxima coincide con aquella 
configuración del campo  gravitacional  que es solución de las  ecuaciones  linealizadas 
de  Einstein; 

(ii) mostraremos  que l a  dispersión de los resultados  experimentales  presenta  un 
mínimo, el cual es una función  del  volumen  4-dimensional en el cual el experimento 
es llevado a cabo; 

(iii) encontraremos  como consecuencia. del punto  anterior  que, el proceso  de - 

medición se encuentra  dividido  en  tres regiones, (a) una región clásica en  la  cual 
la  dispersión en los resultados  experimentales es primordialmente  consecuencia  de 
la resolución del aparato  experimental, es decir mejorar  la resolución del a,parato 
experimental  tiene  como  consecuencia  una  reducción  en la dispersión, (b) una region 
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cuántica  en  donde la dispersión aumenta si la resolución del aparato  experimental se 
reduce y, (c)  finalmente  una región que  yace  entre las dos antes  mencionadas y que 
fija la relación que nos proporciona  la  mínima  dispersión; 

(iv) podremos definir un  parámetro el cual nos permitirá  calcular  la dispersión 
asociada a cualquier  dispositivo experimental  destinado a la  detección  de  radiación 
gravitacional.  Por  ejemplo, lo podremos  aplicar  en los llamados  interferómetros-laser 
pero  también  en los detectores  tipo  barra  resonante [49, 501 y en el denominado 
Doppler tracking of spacecraft [51], y  en  consecuencia  ésto nos permitirá  comparar  la 
dispersión entre los diferentes  proyectos experimentales  que  en  está dirección existen 
y conocer cual de ellos presentará la, dispersión en sus resultados  experimentales más 
pequeña; 

(v)  podremos  también  determina,r si es posible introducir  en  este  tipo  de  propuesta 
algúna modificación, es decir un  cambio  en los parámetros  experimentales, la cual 
permita  reducir  la dispersión; 

(vi)  todo lo antes  mencionado  también nos permitirá  entender  porque el tiempo 

característico y la longitud  característica del experimento no  son,  en  cuanto a la 
determinación  de  la dispersión, parámetros  independientes  uno del otro. 

4.2 Formulación del problema 

El  punto  de  partida  será  la  función acción de un cierto  campo h 

S[h]  = d 4 2 L ( h ,  a h ) .  
R 

La dinámica  de  este  campo  está  dada  por 

A = d[h]esp( iS[h]) .  

en  donde  la  integral  debe calcularse sobre  todas las configuraciones del campo [44]. 
Aquí es importante  mencionar  que por comodidad  estamos  empleando  unidades  Plan- 
ckianas, es decir tenemos G = 1, e = 1, y f i  = 1. 

.I (4.2) 
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Como  mencionamos  anteriormente,  la  dinámica del campo  está dada por  esta 
d t i m a  expresión solo en aquellos casos en los cuales no existe  un  proceso  de  medición. 

Claramente  todas las configuraciones son equiprobables. La presencia de  un  aparato 
de  medición y su  interacción con el campo h implicaría  que  esta equipro’babilidad ya 
no es válida. 

Sabemos  que se puede considerar la influencia de  un dispositivo de  medición  sobre 
la  dinámica del campo  restringiendo  la  integral  de  trayectoria  dada  por  la  expresión 

(4.2). Este  punto  constituye  la  idea  fundamental  detrás  de FITR [44]. 
Consideremos  ahora la introducción  de  un dispositivo experimental,  y la influencia 

de  &te se puede  tomar  en  cuenta  mediante  una funcional de peso w,[h] [45]. Es decir, 
esta  funcional  toma  en  cuenta la condición de un  proceso  de  medición  continuo. La 
dinámica del campo  será  ahora 

A, = d[h]w,[h]ezp(iS[h]). S (4.3) 

Aquí A, es la amplitud  de  probabilidad  asociada  a  un proceso de  medición  en el 

cual el resultado  experimental  está  dado  por a. En  otras  palabras, la probabilidad 

de  obtener  como  resultado  de  la  medición  la configuración del campo dada por a es 
P, = [A,(’. 

Entre  más  probable  sea  la configuración [h], de  acuerdo con a, maydr  será w,[k] .  
Esto significa que el valor de w,[h] es aproximadamente 1 para aquellas configuraciones 
[h.] que  concuerden con el resultado  experimental a y será cero para aquellas que 
no lo sean.  Evidentemente,  toda  la  información  concerniente al experimento  está 
contenida  en u,[h]. Esto  implica  que si deseamos tener  un análisis exacto  de  un 
proceso  de  medición  necesitamos  primero  determinar  la u,[h] asociada  al  dispositivo 
experimental a ser usa.do. Es decir, la funcional en cuestión depende del experimento 
que se desee llevar a  cabo. 

Esto nos permite  calcular las probabilidades asociadas a diferentes resultados ex- 
perimentales [6]. Solo necesitamos calcular la  expresión (4.3) bajo las mismas condi- 
ciones de  frontera  y  la  misma región de integración pero  tomando  en  cuenta  diferentes 
resultados  de  medición a. 

Pasemos  ahora a definir lo que  en el caso de  ondas gravitacionales será el campo h.  
Puesto  que el punto a analizar es la  medibilidad  de  ondas  gravitacionales,  resulta  claro 
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entonces  que  estaremos  en el caso de  campos  gravitacionales débiles y en  consecuencia 
la  métrica  tendrá  la  forma siguiente g,, = 7,“ + h,,,, en  donde se tiene la condición 
lh,,,,[ << 1. Todas  nuestras  cantidades las  evaluaremos  hasta  segundo  orden  en h. Es 
decir,  siempre  permaneceremos  en el ámbito  de  la  teoría  linealizada  de  Einstein. 

El  Lagrangian0  será  entonces L[h] = 2/-sR, donde R es el escalar de  curvatura 
y g el determinante  de la métrica [8]. 

El escalar de  curvatura  está  dado,  bajo las condiciones de  la  teoría  lineal  de 

Einstein,  por 

donde  hemos definido h = h” ,,. 
Sabemos  que  en l a  teoría lineal de  Einstein las componentes del tensor  de  Riemann, 

y por lo tanto  también el escalar de  curvatura, son invariantes  ante  una  transformación 
de  norma [S]. Utilizaremos  esta  libertad  de  norma  para simplificar la  expresión (4.4). 
Para éllo  definamos  el  siguiente  campo ipLy = h,, - ~q,,,h. Si ahora  introducimos las 
cuatro condiciones de  norma dvh,,, = O, las cuales son a veces denotadas  como  norma 
de  Lorentz  (aún  cuando ta.mbién  reciben  el nombre  de  norma de de  Donder o norma 
armónica),  entonces  simplificamos  la  expresión del escalar de  curvatura 

R ==: -,(ai”h,,T)(dph..). 1 

Podemos  ahora escribir la expresión para la acción 

Ld4z = -- 

(4.5) 

La dinámica del campo es entonces 

Con respecto  a  la  última  integral  de  trayectoria  debemos  mencionar varios puntos. 
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La integración  debe realizarse  sobre  aquellas configuraciones del campo  que  sat- 
isfacen la  norma  de Lorentz. Esto es consecuencia del hecho de  que  a la hora  de 
escribir la  expresión  para el  escalar de  curvatura  hemos simplificado esta  expresión 
mediante el uso de  dicha  norma.  Por lo tanto,  toda configuración que no la  satisfaga 
debe ser descartada. El cumplimiento  de  esta condición en  la  integración se garantiza 
mediante  la  delta  de  Dirac  que  aparece  en  la expresión (4.7). 

La integral  debe calcularse sobre  todo el 4-volumen en el cual existe  onda grav- 

itacional,  esta region la hemos  denotado  por R. 
Nótese  que la expresión (4.7) incluye la integración sobre configuraciones que no 

serán solución a las  ecuaciones  linealizadas  de  Einstein. Es decir,  estamos  de  alguna 
manera  cuantizado el campo  gravitacional  y  sabemos  que  hasta  este  momento no 
existe  una  teoría  de  gravedad  cuántica  consistente.  Esto  implica  que el  cálculo debe 
ser considera,do  como una  aproximación,  la cual queda  justificada  por el hecho  de  que 
en el caso de  campos  gravitacionales débiles podemos  considerar a  la  perturbación  de 
la métrica  como si constituyése  un tensor definido sobre  un  espacio-tiempo  plano y 
por lo tanto el tratamiento  que  de é1 hacemos es similar  al hecho para el caso de  un 
campo  electromagnético [45]. 

Consideremos  ahora el campo vectorial definido mediante  la  expresión E; = 

-‘(d4iv,,)(d,h”‘). 87r 

En función de este  campo  la  amplitud  toma.  la  forma 

La expresión (4.8) es válida solo cuando no  se lleva a cabo  ningún  experimento  en 
el 4-volumen R. 

Supongamos  ahora  que  medimos en forma  continua el campo Eh(z) y  que  este 
proceso de medición da como  resultado el campo E(z). 

Ea pregunta  que  debemos  ahora considerar si queremos  analizar el proceso  de 
medición  dentro del marco FITR es la  siguiente; i cual debe ser la integral funcional 
a emplear? 

En  este  punto  introducimos  una hipótesis  adicional, la funcional ua[h3 t’ lene  la 
forma  siguiente 
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siendo fi el volumen  de  la región 4-dimensional  en  la  cual el experimento es llevado 

a cabo y no es el volumen  de  integración R que  apareció  anteriormente. La razón 
del cambio  en  este  volumen  de  integración es la siguiente: la  interacción  entre  onda 
y aparato  de  medición se restringe  a  aquel  4-volumen  en el cual  la  medición  tiene 

lugar, es decir fi y  no  en  toda la región en  la cual existe  la  onda, es decir R. Por lo 
tanto, con la presencia de  un proceso de  medición  la región de  integración solo puede 
comprender  aquel  4-volumen  en el cual la interacción de  medición  tiene  lugar [16]. La 
cantidad AE2 puede ser interpretada  como  la resolución del aparato  experimental, 
asociada a la medición del campo E [45]. 

Es evidente  que  la  forma  de  la funcional W [ E ]  depende del dispositivo  de  medición 
[52] y cláramente no  sabemos si las  construcciones experimentales  involucradas  ten- 
gan  asociada  una funcional de  la  forma  dada  por la expresión (4.9). Estrictamente 
hablando,  uno  debe  analizar situaciones de  medición  reales y deducir a partir del 
análisis la  forma  de  la funcional. Los resultados  de los cálculos en el marco del for- 
malismo  de  la  integral  de  trayectoria  restringida  dependen  de  la  forma elegida para 

la. funcional. 

Nuestro  propósito  es doble,  buscamos  no solo una  estimación  de  la  medibilidad 
de  una  onda  gravitacional sino también  entender si el ya mencionado  manejo  de 
los parámetros del experimento,  como variables independientes  una de la  otra,  no 
impone ningtin tipo  de restricción. En  una  primera  aproximación  que  analiza al 
menos  cualitativamente  este  manejo  de las características  experimentales  podemos 

considerar a la expresión  (4.9)  como  una  aproximación  que nos proporcionará,  por 10 

menos hasta el orden  de  magnitud  de los efectos considerados, en  forma  correcta los 
resultados. 

La experiencia  muestra  que  esta  aproximación es válida.  En el primer  trabajo 
sobre  la  medición  de la coordenada  de  una  partícula [6], el proceso  de  medición fue 
descrito  empleando  como funcional 
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(4.10) 

En el siguiente  trabajo [7] ,  la funcional  elegida fue  una funcional gaussiana 

(4.11) 

Los resultados  de los dos cálculos coinciden hasta el orden  de  magnitud, la pre- 
cisión suficiente  para el análisis de procesos de  medición  reales. 

Evidentemente  que  un  ejemplo no demuestra  nada  y el problema  de  la elección de 
la funcional debe ser analizado con mayor  detalle. 

Otro  punto  que  debe ser  mencionado es que la forma  dada  por (4.9) <os permitirá 
obtener  una  integral  de  trayectoria  la cual  puede ser calculada sin tener  que  introducir 
ningún  tipo  de  aproximación  matemática. 

La amplitud  de  probabilidad se transforma  ahora en 

(4.12) 

La expresión (4.12) nos proporciona la amplitud  de  probabilidad  asociada a un 
proceso  de  medición  en el cual se obtiene como resultado  experimental  la configuración 
del campo  dada  por E. La integral  de  trayectoria se lleva a  cabo  integrando  sobre Er, 
y  para fines de  esta  integral E es un  campo  constante. 

Con el fin de  calcular la densidad  de  probabilidad  introduciremos las siguientes 

definiciones h C L V  = + f P v ,  donde hf? son los campos  que  resultan  de  minimizar  la 
expresión (4.6). La motivación  detrás  de  esta definición es poder escribir cualquier 
campo  que  aparezca  como  resultado del proceso de  medición  como  la  suma  de dos 
términos: ( i )  el primer  término es el campo clásico, y proviene  como  ya se mencionó 
de  la  minimización  de (4.6); y (ii) un  término  extra  que  representa  la desviación del 
campo  resultado del proceso de  medición con respecto al caso clásico. 

En  términos del campo E, la definición introducida nos permitirá  escribir EL = 

E, + Ef y E = E, + e siendo E, el campo solución a las  ecuaciones  linealizadas  de 
Einstein,  mientras  que las correspondientes desviaciones de los campos E, y E con 
respecto al campo clásico son E, y e ,  respectivamente. 
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Al tomar  en  cuenta  estas definiciones la expresión  (4.12) se puede  re-escribir  como 
sigue 

Introduzcamos  ahora las  siguientes dos definiciones; CY = 7 fiAE’, E t -  - E j  + __ 1-i* e* 
1 

Por consiguiente,  (4.13) se transforma  en 

(4.14) 

Cambiémos  ahora la variable integración,  de S,” a tPv,  donde  ésta  última  es el 
potencial  que  corresponde al campo Et. Nótese que la integral  funcional  no  depende 
del campo e,  y por lo tanto  aparecerá  solamente como una  constante  de  normalización, 
la  cual  no nos interesa. 

La probabilidad,  hasta  una  constante  de  normalización,.asociada a la configuración 
e es 

Esta  última  expresión  puede  reformularse  como 

(4.15) 

(4.16) 

La expresión  (4.16) nos dice que  en  una  medición  de E(z) la  mayor  probabilidad 
está  asociada a aquella configuración que es solución de las  ecuaciones  linealizadas de 
Einstein.  Esto es fácil de  ver,  ya  que si tenemos el caso en el cual E, = E, entonces 
la  exponencial  en  (4.16)  toma el valor 1. 

Sin embargo,  también  podemos  obtener como resultado  experiment,al configu- 
raciones que no sean solución de las  ecuaciones  clásicas  de  movimiento y las cuales 
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además  tendrán  asociada  una  probabilidad no cercana  a cero. Esto  puede  constatarse 
notando  que  una  densidad  de  probabilidad  permanecerá  cercana  a su máximo si se 

cumple la condición 

11 [(Ec - E)2]d4~  < SE2, 
f i i í  

donde  hemos definido 

SE2 = l6 + A E 2 .  
fi2AE2 

(4.17) 

(4.18) 

En  realidad las  expresiones (4.17) y (4.18) definen la dispersión (varianza)  de los 
resultados  experimentales.  Expliquémos  ésto  un poco más. Si pudiésemos  realizar 
este  tipo  de  experimento varias veces y graficar los valores de E2 en  contra  del  número 
de veces que  cada  uno  de  estos valores fue medido,  tendríamos  entonces  una gráfica 
que  podría ser interpretada  como  una  curva  de  probabilidad  para E2, en ese caso la 
varianza  de  élla  estaría  dada  por SE2. 

Por  otro  lado, lo contenido  en las  expresiones (4.17) y (4.18) nos permite definir 

tres regiones de  medición: 
(1) La primera  corresponde al caso en  donde se cumple A E 2  > i, y  por lo 

tanto, SE - AE. La dispersión de los resultados  experimentales  está  determinada 
primordialmente  por la resolución del aparato  experimental.  Además  puede verse 
que si la resolución del dispositivo experimental sufre una  mejora, es decir, si AE2 
disminuye,  entonces la dispersión también  disminuye.  Evidentemente  estamos  en  la 
región clásica de  medición,  en  la cual este efecto es  el que  aparece  en escena. 

(2) Otra región queda  determinada  por la condición A E 2  < i, entonces, S E  - 
Es fácil convencerse  que al diminuir AE la dispersión de los resultados ex- 

perimentales  aumenta. Con otras  palabras, al mejorar  la resolución experimental  la 
dispersión también crece y entonces  estamos  en  la región cuántica  de  medición.  En 
esta región de  medición el dispositivo experimental  comienza  a  perturbar  en  forma 
considerable a la  onda  de  tal  manera  que al mejorar  la resolución experimental la 
varianza crece, de  tal  forma  que  la  información  que  recibimos  contiene  cada vez más 
influencia  del aparato  experimental.  Este es un  efecto  inevitable  e  impone  un  máximo 
a la información  que de la onda  gravitacional  puede ser extraida.  Claramente el Prin- 
cipio de  Incertidumbre  de  Heisenberg  está  detrás  de  este  efecto. 

- 
RAE * 
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(3) La tercera región de  medición  queda definida  por la  condición AE2 = x. ES 
fácil ver que  esta condición minimiza a la  expresión (4.18) cuando  consideramos a 
la dispersión  como una  función  de  la resolución experimental.  En  otras  palabras, el 
mínimo  de la varianza  aparecerá  cuando élla sea  satisfecha. Es claro  que  además 
podemos  ahora definir  un parámetro el cual nos permitirá  determina'r la  varianza 
que  un  experimento  tendrá  en  función  de sus parámetros, es decir,  en  función  de SU 

longitud  y  tiempo ca.racterísticos. 

Para ver esto  mejor designemos el tiempo  y  longitud  característicos del experi- 

mento  por 7 and 1, respectivamente. 4quí  tiempo  característico es el lapso  temporal 
que  dura el experimento  mientras  que  longitud  característica  denota  la  longitud  de 

la región en l a  cual el aparato  de  medición  interacciona con la  onda  gravitacional. 
En consecuencia, 3 = $-, y el mínimo  de  la dispersión surge si se satisface  que 
A E 2  = &. Tenemos  un  parámetro con el cual evaluar la varianza  de los resulta- 
dos experimentales, ya que como  hemos  visto la dispersión es mínima si se cumple 
AE2 = $-, lo cual  implica  que  un  experimento con una dispersión pequeña, es decir, 

cercana al mínimo posible, será  aquel  que satisfaga l a  condición 7 AE213T 1, mientras 
que << 1 estará  asociado a un  experimento con una dispersión grande y el 
cual es llevado a cabo  en la región cuántica  de  medición.  Por  otro  lado 7 AE2137 >> 1 
corresponde a un  experimento el cual cae en la región clásica de  medición y que  tiene 
asociada  una dispersión grande. 

~ ~ 2 1 3 ~  

La definición de  este  parámetro nos permite  también  comparar dos experimen- 
tos y conocer cual de ellos tendrá la, menor dispersión. Por  ejemplo, si tenemos 
dos experimentos,  ambos en la región clásica de  medición, los cuales satisfacen  que 
AEi1;~ l  AEi1;~2 

4 > 4  , entonces el experimento con subíndice 1 tiene  una dispersión mayor 
que el de  subíndice 2, puesto  que  en el experimento (1) la  distancia  entre el número 
1 y el parámetro  en cuestión es mayor  que  en el experimento (2). 

ES además claro de lo anterior  que los parámetros del experimento  juegan  un  papel 

fundamental  en  la  determinación  de la dispersión de los resultados  experimentales y 
que se puede  jugar con éllos como si fuésen independientes  uno del otro,  pero el precio 
a pagar es una dispersión que no estará cerca del valor mínimo posible. En  otras 
palabras, el jugar con estos parámetros  tendrá como  consecuencia  un  experimento 
con una dispersión grande. 
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Podemos  entender  mejor  este  punto con un ejemplo.  Supóngase  que  en el pro- 
jecto Virgo [ll] realizamos dos conjuntos  de  experimentos.  En el primer  conjunto 
cada  uno  de los experimentos  que lo conforman  se  deja correr un  tiempo  típico [la], 
r = lOOh N 105s, mientras  que  en el segundo  conjunto los experimentos  duran  más 
tiempo, T = lOOOh N 106s. En  ambos  conjuntos  de  experimentos  la resolución y 

la  longitud  característica son iguales, lo Único que  cambia es el tiempo  de  duración 
del experimento.  Entonces  nuestro  resultado nos dice que  en el primer  conjunto  la 
dispersión es mayor,  ya  que T~ < r2, lo cual implica  que 
consecuencia el segundo  conjunto  tendrá  una dispersión  mayor ya  que  estamos en la 
región clásica (ésto se verá más adelante con mayor  detalle).  Resumiendo, el tiempo 
y  longitud  característicos del experimento son parámetros  que no son separables  uno 
del otro. 

A E 2 1 3 r ~  ~ ~ 2 1 3 ~  "+ Y en 

Apliquémos  estos  resultados al caso de  un  interferómetro-laser.  Traduciendo la 
expresión  que nos da el mínimo  de  la dispersión a unidades  ordinarias  tenemos  que 
éste  surge si se satisface  que AB2 = 4&, donde 2,  = # es la  longitud  de  Planck. 

Hemos  escrito el escalar de  curvatura  como R M E2(x).  Por lo tanto,  la  cantidad 
A E 2  está  relacionada con la resolución del aparato  experimental con respecto al 
escalar de  curvatura. 

12 

Consideremos  ahora el escalar de  curvatura  promedio  de  una  onda con frecuencia 
us e  intensidad I ,  aquí  promedio significa que  integramos  sobre  un  período.  Entonces 
tenemos < R >N I$ [8]. 

Si nuestro dispositivo experimental  tiene  una resolución en  la  frecuencia igual a 
Av,, entonces  la resolución correspondiente  para el escalar de  curvatura es Av,. 

De lo antes  obtenido se desprende  que el mínimo  en  la dispersión surge si estamos 
en el caso en el cual se cumple la relación 4& N I* 

C2 . Este  último  resultado 
nos indica  como  relacionar los parámetos  experimentales  para  poder  minimizar  a  la 
dispersión. En el caso de  un  interferómetro-laser  la  longitud  característica  y  la res- 
olución son variables determinadas por la construcción experimental  y son pardmetros 
fijos. Entonces,  podemos  jugar solo con la  frecuencia a medir y con el tikmPo  de  du- 
ración  del experimento.  Con  otras  palabras,  la varianza será  minima si se cumple 
rug N 

12 

4c1; 

1 3 1 ~ ~ ~  . 
Regresémos  nuevamente  al caso del proyecto Virgo [Ill, en donde se tiene  que u, 
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100 Hz, Avg = 10 Hz y I = 3km,  y  además  empleamos  la  intensidad  estimada  para el 
pulsar  de  Vega-Crab [53] I = De nuestro cálculo se desprende  que  este  proyecto 
experimental cae dentro  de  la región de  medición clásica. Efectivamente, si tomamos 
un  tiempo  típico [ la ] ,  7 = 1OOh N lo5 S ,  entonces  al  tomar  en  cuenta  todos los datos 

anteriores  tendremos  que AR = I c2 ' 
es decir,  realmente nos encontramos  en  la región clásica de  medición. Es claro  que 
este  resultado no es de  ninguna  manera  nuevo, sin embargo  nuestro  formalismo nos 

permite,  además  de  comprobar  éste  ya conocido resultado,  calcular  la dispersión de 
los resultados  experimentales como  función  de los parámetros del experimento. 

ugAv  N 1 0 - 4 3 ( ~ 4 - 2  >>> 4& - 10-977(~~4-2, 

Este  resultado nos dice que AR - 4&1054 y recurriendo a algo ya  obtenido, 
expresiones (4.17) y (4.18), vemos que  una dispersión pequeña, es decir cerca del 
valor mínimo posible, tiene  asociada  la condición AR - 4&, y  por lo tanto  este 
experimento posee una varianza enorme. 

12 

12 

Este  formalismo nos permite  además  dar  una  respuesta  a  la  siguiente  pregunta: 
es posible introducir  en  este  tipo  de dispositivo experimental  algún  cambio  en sus 

parámetros  experimentales, realizable dentro  de los límites  de la tecnología actual, el 
cual nos permita  reducir la dispersión? 

Para  responder  esta  pregunta  consideremos  una modificación en la  longitud  car- 
acterística  de  este proyecto, la cual nos permita  que se cumpla  la  condición  asociada 
al mínimo  de  la varianza. Es decir,  pidamos  que se satisfaga l3 - ugaugI.r. Empleando 
7 = lOOh N 105s, vg = IOOHz, y Avg = lOHz, encontramos  que se cae  cerca del 
mínimo posible si se cumple  que I N 10-12cm.  Recordando  que a - lo-' cm es el 
valor del radio  de  Bohr, llegamos a  la conclusión de  que  modificando la longitud  no 
será posible obtener  un  experimento  que caiga cerca del mínimo posible. 

4cl; 

Podemos  además,  de modificar la  longitud  característica  de  este  proyecto,  intentar 
introducir  un  cambio  en el tiempo  de  medición.  Procediendo  en  forma  análoga,  en 
donde  tenemos I - IO5 cm, concluimos que el mínimo  emergerá si T N 10-48 S 2 t 

1 0 4  7 

siendo t, el tiempo  de Pla,nck. Este  cambio  también carece de  factibilidad. 

LOS valores típicos 7 N lo5  S y 1 N lo5 cm proporcionarán  una dispersión pequeña 
si la  frecuencia  de  la  onda  gravitacional  tiene el valor vg N Hz. 

Pasemos  ahora al caso de  detectores  tipo  barra  resonante, los cuales tienen  como 
parámetros típicos [54] 1 - lorn, 7 - Is, entonces 4& N 10-85(cm)-2.  Siendo 
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vg - lKhz,  obtenemos,  usando  otra vez 1 = que AB - 10-40(cm)-2. Es decir, 
nuevamente  caemos  en l a  región clásica de  medición AR > > > 4&. - 12 

Concerniente a este  tipo  de  propuesta  experimental vale l a  pena  mencionar  que 
existe  otro  modelo [55] en el cual la  barra  detectora es de safiro, y  tiene  asociada 
10s siguientes parámetros  experimentales; I - 10crn, y 7 - 1 0 - 3 ~ ,  entonces 47& - 
10-76(~m)-2. En esta  construcción  experimental,  la  menor  amplitud  detectable  en 

las oscilaciones de  la  barra  tiene el valor Ax N 10-19cm, y en  consecuencia AR - 
10-53(~m)-2, lo cual nos permite concluir que AB - 4&1023. 

12 

Si comparamos con el caso de  un  interferómetro-laser,  podemos  fácilmente ver que 
esta  última  propuesta  tiene  una dispersión que es 31 órdenes  de  magnitud  menor  que 
la del interferómetro-laser, 1023/1054 = Es decir,  aún  cuando l a  barra  resonante 
tiene  todavía  una  varianza  muy  grande,  ésta es mucho  menor  que la  asociada a un 
interferómetro-laser. 

Otro  experimento  interesante  que  existe  para  la detección de  radiación  gravita- 
cional es el llamado Spucecrufi Doppler Trucking [56] ,  en el cual  un  reloj áltamente 
estable  colocado  sobre  la  tierra es usado  para  controlar la frecuencia de  una  onda  de 
radio  monocromática, la  cual es trasmitida  de l a  tierra a un  satélite. Estja onda es 
recibida  por el satélite  y  retrasmitida a l a  tierra.  Cuando la señal  llega a la  tierra, 
su  frecuencia es comparada con el  reloj, y de  esta  comparación se puede  detectar  un 
efecto Doppler. 

Como  parámetros típicos de  esta  propuesta  experimental  tenemos  en  este caso 
[52] I - 25000km, 7 - 36000s, y en  consecuencia 4& N 10-108(cm)-2. La resolución 

aquí es [56] A& - 10-34(cm)-2, lo cual implica  que AB - 4&1074, y es evidente 
que  esta  construcción  experimental es la  que  presenta la mayor  dispersión de las tres 
consideradas. 

12 

Sin embargo, si reducimos la  distancia a la cual el satélite  orbita, es decir en vez 
de I - 25000km tomamos 1 - lOOkm, obtendremos  que 4 6  - 10-101(cm)-2, y  por 
10 tanto  la dispersión  sufrirá una  reducción  de 7 órdenes  de  magnitud con respecto a 

la  construcción  inicial, AB - 4AlO". 

12 

Resumiendo,  de los tres  proyectos  que  actualmente  existen  para  la  detección  de 

radiación  gravitacional  la  barra  resonante  hecha  de safiro es el que  presenta  la  menor 
dispersión,  después le sigue el interferómetro-laser  y al final el denominado Spacecraft 
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Doppler Trucking, pero  en  esta  última  propuesta  una  reducción  de  la  distancia  a  la 
cual  orbita el satélite  usado (modificación  factible de ser  llevada a cabo)  permite 

reducir la dispersión en 7 órdenes  de  magnitud. 

4.3 Conclusiones 

Nuestro  sistema  ha sido una  onda  gravitacional  y el Lagrangian0  de  ésta ha sido cal- 
culado  empleando  términos  hasta  de  segundo  orden  en  la  perturbación  de  la  métrica. 

Mediante el llamado  formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida  hemos cal- 
culado  también,  hasta  una  constante  de  normalización,  la  probabilidad  de  densidad 
asociada a obtener  en  una  medición  continua  de  la  onda  una  cierta configuración de 
la  perturbación  de  la  métrica  Minkowskiana. Hemos visto  que el máximo coincide 
con aquella configuración que  constituye  una solución de las ecua,ciones linealizadas 
de  Einstein. Sin embargo,  también  probamos que es posible obtener  como  resultado 
del proceso  de  medición configuraciones que  no  constituyan solución a las  ecuaciones 
linealizadas  de  Einstein,  y  cuya  densidad  de  probabilidad  estará cerca  del máximo. 

También  hemos  podido  extraer  un  expresión  para  la dispersión de los resultados 
experimentales y hemos  visto  que  existen  tres regiones de  medición: 

(a) La región clásica, en  la cual la dispersión de los resultados  experimentales es 
consecuencia casi exclusivamente  de la resolución del dispositivo  experimental. AI 
reducir  la resolución del experimento se genera  una  reducción  de la varianza. 

(b) La región cuántica,  en  donde al tener  una  mejor resolución experimental  la 
dispersión de los resultados se incrementa.  Esta región establece  un  limite a la infor- 
mación  que de la  onda  gravitacional  podemos  extraer.  Una  mejora  en la resolución 
tiene  como  resultado  que el aparato  experimental  comienze a perturbar  en  forma 
considerable a la  onda  y  por  ende  la dispersión crece. 

(c) La tercera región yace  entre las dos anteriores y determina el mínimo  de  la 
dispersión, el cual es una  función del 4-volumen  de  la región en  la cual la  onda grav- 
itacional es medida.  Este hecho también nos prueba  que l a  longitud  característica  y 
el tiempo  característico del experimento no  pueden  ser  considerados colno parámetros 
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independientes  uno del otro, ya que al modificar uno  de éllos se tiene  como conse- 
cuencia  un  cambio  en la dispersión de los resultados  experimentales. 

Los resultados del  cálculo los hemos  aplicado sobre tres propuestas. que  existen 
actualmente  para  detectar radiación gravitacional;  interferómetros-laser,  barras re- 
sonantes y el denominado Spacecraft  Doppler Tracking. Hemos  visto que  todas éllas 

caen  dentro del régimen clásico de  medición y que  todas éllas también  tienen  asociada 
una dispersión muy  grande,  en  donde la dispersión de  la  barra  resonante  hecha  de 
safiro es l a  menor  de  todas (y es 23 órdenes  de  magnitud  mayor  que el valor mínimo 
posible), le sigue la del interferómetro-laser  (que es 31 órdenes  de  magnitud  mayor  que 
la  de  la  barra  resonante)  y  finalmente la de Spacecraft  Doppler Tracking (20 órdenes 

de  magnitud  mayor  que  la  de  un  interferómetro-laser). 

No obstante,  esta  desventaja del Spacecraft  Doppler Tracking en lo que  respecta a 

la  varianza  que  en sus resultados  experimentales  presentará,  hemos  probado  también 
que  no es posible introducir  un  cambio  en los parámetros  de  un  interferómetro-laser 
que nos permita  reducir su dispersión asociada, y en  cambio,  ésto si es posible para 
el Spacecraft  Doppler Tracking. 

Es claro que la  principal  crítica  que se puede  hacer  a  estos  resultados  radica  en la 
forma  que se escogió para la funcional de peso (expresión (4.9)), ya que  dicha  funcional 
contiene  toda  la  información  respecto al aparato  de  medición y aún  cuando  hemos 
argumentado  que es posible esperar  que  la elección hecha nos proporcione  resultados 
correctos por lo menos en el órden  de  magnitud  de los efectos, es evidente  también 
que  un análisis más riguroso es necesario, y  que  éste  debe  estudiar con mayor deta,lle 
la relación entre  un dispositivo experimental y su funcional de peso asociada. 

Otro  punto  que  aquí  debemos  mencionar es el siguiente,  nuestro  análisis trata el 
problema  de la  medibilidad  de  una  onda  gravitacional  tomando  en  cuenta el corn- 
portamiento  cuántico  de la  onda  como  un  campo  tensorial definido sobre  un espacio- 
plano.  Sin embargo,  ésto  es solo una  aproximación, la cual  hemos  introducido  ya  que 
en  estos  momentos no existe  una  teoría  cuántica  de la gravedad. 

Otra  cuestión  que es digna  de ser comentada es que el  análisis aquí hecho toma 
en  cuenta (con  las limitantes  antes  mencionadas) las propiedades  cuánticas  de  la 

radiación gravitacional, sin embargo, el trabajo aquí presentado no ha considerado 
el comportamiento  cuántico del dispositivo experimental. Un trabajo más riguroso 
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debe  tomar  en  cuenta  este hecho también y estudiar con detenimiento si &to  podría 
permitir a alguna  de las propuestas  experimentales  aquí  estudiadas  acercarse  a la 
zona  en  donde  la región cuántica  de  medición  comienza  a ser importante. 



Capítulo 5 

Aparición  del concepto de tiempo 
por  auto-medición en un  universo 
cuántico  anisotrópico. 

5.1 Introducción. 

Como  ya  ha  sido  mencionado  antes,  no  existe  en  estos  momentos  una  formulación 
para la gravitación  en  términos  de la teoría  cuántica.  Existen varias  fbrmulaciones 
las cuales tratan  de  construir  dicha  teoría.  Una  de ellas es la formulación  canónica y 
la  base  de  esta  idea  consiste  en  intentar  deducir  ecuaciones  para  las  funciones  de  onda 
en  un  espacio  de  configuración  adecuado.  Esto se consigue generando  una foliación 
del  espacio-tiempo clásico en  hipersuperficies  espaciales  y  escogiendo a la  métrica 
espacial  como la  variable  canónica [57]. 

En  este  intento el espacio-tiempo ya no  es más un  concepto  fundamental,  y  su 
papel lo toma el  espacio  de  todas  las  3-geometrías, el cual  recibe  el  nombre  de  su- 
perespacio, y que funge  además  como espacio de configuración para  la  teoría. La 

cantidad  cinemática  central q!~ es una  función  de  onda  definida  tanto  sobre el superes- 
pacio  como  sobre los grados  de  libertad  de  la  materia. 

L a  invariancia  clásica  ante difeormorfismos de la Relatividad  General  genera l a  

presencia  de  constricciones:  el  hamiltoniano  total  debe  ser  nulo,  entonces  la  función 
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de  onda  debe  obedecer  la  ecuación  de  Wheeler-DeWitt, H$ = O. Puesto  que  debido 

a las  relaciones de incertidumbre  ya  no  existen  espacio-tiempos a nivel de  gravedad 
cuántica,  entonces  no hay un  parámetro  de  tiempo  disponible, con otras  palabras, 
la  ecuación de Wheeler-DeWitt es “atemporal”,  uno  podría decir que  en cosmología 

cuántica no  hay tiempo. 

Existen varios intentos  por resolver este problema,  entre ellos podemos  encontrar 

una definición probabilística  de  tiempo [58] .  

Otro  intento  interesante  en  esta  búsqueda  está  basado  en el llamado  Modelo  de 
Decoherencia (DM) [as]. Este  modelo  como  ya fue esbozado  analiza  la  aparición  de 
propiedades clásicas de  un  sistema  proponiendo  un  nuevo  término  en el hamiltoniano 
que considere la  interación  entre los grados  de  libertad colectivos y  microscópicos, 
éstos  últimos  llamados  también  entorno. 

Este nuevo término  destruye las interferencias cuánticas  que  a nivel macroscópico 
se podrían  presentar  y  además  afirma  que  la descripción de  cualquier  sistema  cuántico 
no  está completa. si no comprende  esta  interacción.  Con  otras  palabras,  la explicación 
de  la  aparición  de  propiedades  cuánticas es solo posible si  se toma  en  cuenta  esta 
interacción. 

Es claro  que  en  la aplicación de DM al caso cosmológico se presentará  un  diferencia 
esencial respecto  a  la aplicación del mismo  en cualquier otro  sistema  cuántico, y es 
la siguiente: para el caso del universo  no puede  haber  un  aparato  de  medición el cual 
exista  en  forma  externa al  universo. Es decir, la única  manera  en  la  cual se podrá 
presentar  un proceso de  medición  en el universo es que  &te sea una  auto-medición. 
Debemos  hacer  notar  que  una  auto-medición es posible aún  dentro del contexto  de  la 
mecánica  cuántica  ortodoxa,  siempre  y  cuando el dispositivo de  medición y el sistema 
que  ha  de  medirse  sean descritos por  grados  de  libertad  diferentes del mismo  sistema. 
Partiendo  de  este  punto  de  vista  un  ejemplo  de  auto-medición es el “experimento 

de  Stern-Gerlach”,  en el cual la proyección del momento  magnético del átomo queda 
determinada  por  la desviación del mismo átomo en  un  campo  magnético,  por 10 que 
inferimos  que  la proyección del momento  magnético  constituye el sistema  medido 
y el centro  de  masa el dispositivo de  medición. Es decir, en un  experimento  tipo 
Stern-Gerlach  se lleva a cabo  un  proceso  de  auto-medición  en el átomo. 

La idea  de  que el tiempo  surja como  consecuencia  de  un  proceso  de  auto-medición 



de  un  universo  cuántico  ha sido ya  planteada  por Zeh [59]. El punto esencial en la 
aplicación del Modelo de  Decoherencia (DM) al caso de cosmología cúantica consiste 
en  que  la  gravedad se acopla a todas las formas  de  energía, es decir la  gravedad es 
medida  por  la  materia y por  ende cualquier  superposición  general de  estados  cuánticos 
gravitacionales  será  destruida (decohered) [59]. 

En otras  palabras, si consideramos el proceso de  auto-medición  continuo  de  un 
universo cuántico,  entonces su dinámica se verá  modificada  de  tal  manera  que el 
concepto  de  tiempo  aparecerá. El papel  de  apa.rato  de  medición lo juegan los multi- 
polos superiores  de  la  materia, los cuales  describen  fluctuaciones de  densidad y ondas 
gravitacionales  presentes  en el universo. Estos  multipolos  por lo tanto  pueden ser 
considerados  como  entorno asociados a las variables del superespacio  de  este  modelo, 
las  cuales en  esta  propuesta  juegan el papel  de variables colectivas [as ] .  

Dentro  de  este  contexto el caso de  un  universo  isotrópico ha sido analizado  por 
Mensky [60]. En  este  trabajo la dinámica  de  un universo tipo  Friedmann-Robertson- 
Walker bajo  auto-medición es estudiada  empleando el llamado  formalismo  de  integral 
de  trayectoria  restringida [6]. El resultado del análisis es la  aparición del concepto 
de  tiempo, definido de  manera  geométrica. El propagador  que  se  obtiene es además 
una generalización  del propagador  de Halliwell [61] el cual  coincide con &te, solo para 
tiempos  suficientemente  pequeños,  y es  solo en  este  límite  que el efecto del proceso  de 
medición es despreciable y no presenta  ninguna  consecuencia sobre la  dinámica del 
universo. 

Sin embargo, el trabajo  de Mensky [60] da pie a muchas  interrogantes,  como  por 
ejemplo: 

(1) ¿ ES la  aparición del concepto  de  tiempo  mediante  un  proceso  de  auto-medición 
consecuencia de  la suposición de  isotropía? 

(a)¿. Cómo  quedaría  modificada la región de validez del propagador  de Halliwell 
con la presencia de  anisotropía? 

(3)  ¿ Si el concepto  de  tiempo  surge  aún en el caso anisotrópico,  cuáles son 10s 
parámetros  geométricos  que lo definen? 

En  este  trabajo  daremos  respuesta  a  estas  interrogantes.  Comenzaremos  calcu- 
lando el propagador  de Halliwell para el caso de  un universo tipo  Mixmaster con 
anisotropia [8]. Posteriormente  consideraremos  en la dinámica  de  este  universo  un 
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proceso  de  auto-medición  continua y para éllo emplearemos el denominado  formalismo 

de  integral  de  trayectoria  restringida [44]. Esto nos permitirá  encontrar el operador 
modificado  de Halliwell. Una  de las ventajas  de  este  formalismo  consiste  en  que 
se puede  tomar  en  cuenta  la influencia del dispositivo de  medición sin conocer el 

esquema  de  medición  exacto [6]. Es claro, de  esto  último  que  nuestra  manera  de 
atacar el problema  será fenomenológica, es decir deberemos  de  introducir  algunos 
parámetros  en el modelo, los cuales no quedarán  determinados  por  éste.  Para  de- 

terminar los parámetros fenomenológicos que serán introducidos  en  este  trabajo es 

necesario analizar, el hecho de  como los ya  antes  mencionados  multipolos  superiores 
(que  funcionan como entorno),  actúan  sobre los grados  de  libertad colectivos (que 
aquí  serán los elementos  de  la  métrica  espacial). Más adelante  analizaremos  este 
hecho con mayor  detalle. 

Probaremos  que el tiempo surge  como una  característica  cualitativa  de  nuestro 
modelo,  esto  es,  un  tiempo físico invariante  de  norma  surge  como  consecuencia del 
proceso  de  auto-medición del universo. Obtendremos  también las condiciones  que 
nos conducirán a la ecuación  de  Wheeler-DeWilt.  Comparando con el caso isotrópico 
[60], veremos  que  aún  una  pequeña  anisotropía  impone condiciones sobre la región de 
validez del propagador  de Halliwell, las  cuales en  la  situación  isotrópica  no  existen. 

Este  conjunto  de condiciones genera  una  dependencia  funcional  entre  las  caracte- 
rísticas  del  proceso  de  auto-medición y el tamaño  de las  vecindades  en la  3-geometría 
en las cuales la ecuación  de  Wheeler-DeWitt es válida. Este  resultado  no  debe  de 
constituir  una  sorpresa, ya que  de  acuerdo con DM, debemos considerar a, los ele- 
mentos  de  la  métrica espacial  como  variables  colectivas, y la  presencia de anisotropía 
implica  que, con respecto al caso isotrópico, tenemos  &ora  más variables  colectivas. 
En consecuencia, en el caso anisotrópico el término del hamiltoniano  que  considera  la 
interacción  entre  entorno y grados  de  libertad colectivos podría  jugar  un  papel m& 
decisivo en  la  dinámica del sistema  que  en el caso isotrópico. 

También  deduciremos  una  expresión,  en  términos  de los parámetros  de  este  proceso 
de  auto-medición,  la cual  proporciona  un  umbral  en el tiempo, más allá  del  cual  el 
concepto  de  factor  de escala  carece de significado físico. 
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5.2 Amplitudes de probabilidad. 

Consideremos la métrica  Mixmaster 

ds2 = -N2d2r + eza(eza); j&aj ,  ( 5 4  

siendo P;j los elementos  de  una  matriz diagonal sin traza, N ,  CY y p;j son funciones 
únicamente  de r, con al = coscpd6 + sincpsinBdq4, C T ~  = sinyd0 - cosysinOdq4, a3 = 
dy + cosOdq5 y det(e2P) = 1. Aquí tenemos  la  geometría  de  una esfera  homogénea 
pero no isotrópica [8]. 

El parámetro r es arbitrario y está relacionado con la foliación del espacio-tiempo 
clásico en hipersuperficies  espaciales, y si se realiza una  transformación, es decir, si 
hacemos dr + d( = f(r)dr, entonces  la  invariancia  de la teoría exige también  la 
transformación  de la función  de lapso, &to es,  debemos  de llevar a cabo  la  transfor- 
mación ~ ( r )  -+ M((> = #. 

y r z . 7  = e 
La descomposición (3 + 1) de  la  métrica [8] es gij = e2ae2@tj&j, Ni = O ,  N" = N-' 
. . a--2Pz3 . 

La acción es 
N (p;j - 246ij. 

S ( ~ " j l i j  - N S " 

bH,)d4x, ( 5 4  

donde  tenemos las unidades  en las cuales se cumple  que 6 = I ,  c = 1 y G = 1. 
Para  este caso en  particular 
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donde q" = (a", P", 7.") y q' = (a', p', 7') .  

De  esta  última expresión podemos  calcular la probabilidad  de  transición P = J U J 2  
para ir  de  la configuración  inicial q' a  la final q". 

Para  el caso que nos ocupa  el  propagador es 

siendo P- = & ( PII - Pz) ,  P+ = ;( P11 + P 2 2 )  Y P 3 3  = -2P+ [8]. 
Calculemos  primero  las  primero  las  integrales  respecto-a los momentos, y en  esta 

integración  haremos uso  del  siguiente  resultado: 

S d [ ~ I e z p {  - f ( [ P I ,  Ab,]) + ([ql, [PI 1 } = ezp{ f ( [ql, A-' [41) } [44], donde  tenemos  la 
siguiente  definición ( [ q ] ,  [p]) = JT?' q(T)p(T)dT. 

37r + B: - 2 ) ) I d T .  (5.7) 

Con el fin de  obtener  una  expresión  a.nalítica  para  nuestro  propagador  considere- 
mos un caso más  simétrico,  introduzcamos dos restricciones P- = O y O < I @ +  I << 1. 
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Es decir tenemos  una  anisotropía  pequeña,  pero no  nula. Bajo estas condiciones 

el hamiltoniano  resultante se simplifica y adquiere  una  forma  muy sencilla (621 y por 
ende el propagador se transforma  en  (de  aquí  en  adelante  omitiremos el subíndice  de 

P+ > -  

+-e3"(p2 - b 2 ) } d r ] .  
371. 
4N 

(5.8) 

Tomaremos  términos  hasta  de  segundo  orden en a, es decir,  usaremos  la  siguiente 
aproximación ea S 1 + a + 5. 

Analicemos  las  restricciones  que lo anterior  impone sobre el propa,gador 
Claramente, las integrales  de  trayectoria  de  la expresión (5.8) pueden re-escribirse 

(5.9) 

(5.10) 

Definiendo el operador A = 127riNe" + si&( e'"&), entonces  podemos  re-escribir 

la integral  de  trayectoria  que  aparece  en el lado  derecho  de  la  expresión (5.10) como 

sigue 

r " 

/d [P]e . rp[ i  /, [-6nNe"P2 - --P-(e 371- d 3"dP -)]dr] = 
7 4N dr dr 

(5.11) 
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donde  tenemos  que c = O y ( [ q ] ,  [PI) = JTT/” q(r)P(r)dr, (véase [44] página (45)). 
Entonces  podemos evaluar la expresión (5.11) 

r ” 37r d d p  

r 4N dr dr / d [ @ ] e z p [ i / /   [ - 6 n N e ” P 2  - -/3--(e3”-)]dr] = e z p [ Z ( [ ~ ] , A - l [ c ] ) ]  = 1. 
a 1  

(5.12) 
Introduciendo (5.12) en (5.10) obtenemos 

/d[ /?]ezp[i /r   ( -6nNe”P’ + -e /3 )dr] = exp[b-e3aP~] 1:;. (5.13) 
7- ’’ 

301 ‘ 2  37r 
7 4N 4N 

Analicemos  ahora  la  integral  de  trayectoria  para [a] que  aparece  en el lado  derecho 
de la expresión (5.9) y definamos el operador A, tal que si f : R -+ !J?) entonces 
A ( f )  = --[ 3iN7r 2 2! + 2 3! + 4! + . . . I  - %&(e3’$). Calculando  esta  integral  de  manera 
análoga a como se hizo para el caso de [PI, concluimos que 

donde  tenemos c = %N. 
Resumiendo, 

3n N y 1:” A-’( - ) d ~ } .  3n1n (5.15) 
ezp{ i - (7’’ - r’) + 

4 4 

Este  último  resultado nos permite escribir al propagador  como 

37r N 
4 

U (  q”,  q’) = (7” - 7’) / dNezp{ i - (r” - r’) + 
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Con el  fin de  entender  las consecuencias de la aproximación  antes  introducida, con- 
sideremos la siguiente  integral J d N e x p { i g  [e3@”(pr’br’ - a”&”) + e3a’(a’&’ - /3’,b’)] } 
y  definamos a = e3a”(p”/?’ - a”&”) + e3”’(a’&’ - ,Orb’). Con otras  palabras,  despre- 
ciaremos  en  este  punto la última  integral  en el lado  derecho  de  la  expresión  (5.16). 
En  consecuencia,  obtenemos [63] 

/ dNeXp{i--- 37r [e3a”(p ’ r j ”  - a”&”) + c~~’((u’&’ - p’b’)]} = Nezp[i---]  3a7r - 
4N N 

.3an 1 l a  l a  l a  z-[Ln(-) + -(-) + - (- )2  + -(-)3 + ...]. (5.17) 
N N 1*1!  N 2 . 2 !  N 3 * 3 !  N 

La expresión  (5.17)  puede  ser  re-escrita  como 

3a7r 37r 37r 3in 1 2  

4N 4 4N 8 1 - I !  
dNexp{i---} = N + i-(1 + h N ) a  + i-(- - -)a t 

. 3n 1 3in 1 
z - ( - ( ~ )  

- -)a + .... (5.18) 
4N2 3! 2 . 2! 

Empleando  (5.18)  y la definición de a podemos  finalmente  escribir 

J dNexp{i-} = N + fia’ + f 2 ( ~ ’ ) ~  + f3((~’)~ + ... + 3a7r 
4N 

jla” + j 2 ( ~ ” ) ~  + j 3 ( ~ ~ ” ) ~  + ... + IC1a’c~” + k 2 ( a  I (U ‘I ) 2 + k 3 ( a  I a // ) 3 + ..., (5.19) 

donde los coeficientes f,, j ,  y kn son funciones  de N ,  p”, ,@, ,O”, p’, di” y di’. 
La introducción  de  la  aproximación em M 1 + (U + y implica  que solo aquellas 

potencias  de a hasta  de  segundo  orden son relevantes. Con el fin de  que el desarrollo 
de  Taylor  para ea (hasta  tercer  término)  sea  consistente con la  expresión (5.19), 
entonces solo nos quedaremos con aquellos términos  que  contengan  potencias  de (U 

no  mayores  que 2. Por lo tanto, si los puntos (U’ y a“ satisfacen ear M 1 + (U’ + (..‘)2 

y ear’ M 1 + a” + , entonces  tendremos  un  operador  muy cercano. al correcto. 
De otra  manera, la aproximación  introducida nos proporciona  un  propagador  el  cual 
coincide  con  el  correcto solo hasta  segundo  orden. 

Recordemos  que la longitud  de  Planck  está  definida  como I, = B. En  unidades 
Planckianas,  las  cuales  aquí  estamos  usando, son G, 6 y c iguales a 1, &to significa 
que 1, = 1. 
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En el caso de  la  métrica  que  estamos  usando, los factores  de  escala son r;j = 

em( e0); j  - em. Del argumento  que sigue a  la  expresión (5.19) podemos ver que el 
propagador  aproximado  estará  muy  cercano al correcto solo si el factor  de escala 
asociado  a los puntos inicial y final tiene el mismo  orden  de  magnitud  que  la  longitud 
de  Planck. 

Considerando  esta  aproximación  podemos re-escribir la  expresión para el propa- 
gador  como sigue 

-67riNP2 + -(b2 - b2)}d7). (5.20) 
3in 
4 N  

Consideremos la  primera  integral 

La integral  funcional  en el lado  derecho  de  la  expresión  (5.21)  puede  ser  entendida 
como  el  propagador  de  un oscilador armónico forzado, de  masa m = -%, frecuencia 
w = - y donde la fuerza  externa es F ( 7 )  = y. N 

Jz 
La “acción  clásica” es [64] 

N + - ( - 7/71 . 
2/2 (5.22) 

Por lo tanto 
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(5.23) 

(5.24) 

donde S, es la acción  clásica  de  un  oscilador  libre,  de  masa m = $+ y  frecuencia 
w = &N. 

3T 
a s i n  (&N ( 7’’ - TI)) 

S, = [ ( P I r 2  + /3’2)cos (&N (7” - 7 ’ ) )  - 2/lj”/?’] . (5.25) 

De las  últimas  integraciones  obtenemos el propagador  para  un  universo  Mixmaster 
cuántico  en el cual la anisotropía es pequeña,  aquí la auto-medición  del  universo  no 
se ha  tomado  todavía  en  cuenta 

Ahora  procedemos a introducir  auto-medición  en  nuestro  universo.  Esto  se  llevará 
a cabo  empleando el denominado  formalismo  de  integral  de  trayectoria  restringida, 
el cual  constituye  un  modelo fenomenológico. Este  último hecho implica  que  intro- 
duciremos  algunos  parámetros los cuales  no podrán ser  explicados  por  el  modelo,  no 
obstante  esta  manera  de  atacar el problema  tiene la ventaja  de  que  podemos consi- 
derar la influencia  del  aparato  de  medición  (a  través  de  la  información  que el  proceso 
de  medición nos proporciona) y al  mismo  tiempo nos permite  olvidarnos  del  esquema 
exacto de medición. 

Si deseamos  explicar los parámetros  a  introducir es  necesario  entonces  considerar 
como  el  entorno,  que  en  este caso lo formarán  fluctuaciones  en  la  densidad  y  ondas 
gravitacionales,  actúa  sobre los grados  colectivos o sea  las  componentes  de  la  métrica 



132 

espacial. La forma.  particular  que  la  decoherencia  toma  depende  fuertemente  de las 
características  de los grados  de  libertad escogidos como  entorno [65]. 

Claramente, no  sabemos si los términos  que a continuación  introduciremos  como 
expresiones para  este proceso de  auto-medición son la  mejor elección posible. Pero 
para  un análisis cualitativo  de las consecuencias en  la  dinámica del universo  de  este 
proceso  de  auto-medición  podremos en un  primer  “approach”  olvidarnos  de los de- 
talles  en la definición de las  funcionales de peso involucradas. 

Otra justificación para  &to consiste en que  en  una  primera  aproximación  que 
analiza al  menos  cualitativamente  este  manejo  de las características del proceso  de 
auto-medición  podemos considerar a las  expresiones a ser introducidas  como  una 

aproximación  que nos proporcionará,  por lo menos  hasta el orden  de  magnitud  de los 
efectos considerados, en  forma  correcta los resultados. 

La  experiencia  muestra  que  esta  aproximación es válida. En el primer  trabajo 
sobre  la  medición  de  la  coordenada  de  una  partícula [6] el proceso de  medición  fue 
descrito  empleando como  funcional 

En el  siguiente trabajo [7] ,  la funcional  elegida fue  una  funcional  gaussiana 

(5.27) 

(5.28) 

Los resultados  de los dos cálculos coinciden hasta el orden  de  magnitud,  la pre- 
cisión suficiente para el análisis de procesos de  medición reales. 

Evidentemente  que  un  ejemplo no demuestra  nada y el problema  de la elección de 
la  funcional  debe ser analizado con mayor  detalle.  Sin  embargo, nos permite  esperar 
que los resultados  cualitativos  sean  correctos, es decir, si el concepto  de  tiempo  surge 
como  consecuencia  de la decoherencia con las  funcionales de  peso  que  usaremos, es 
de  esperarse  que  también  aparezca al  modificarse los detalles  de  la  funcional.  Eviden- 
temente  habrán  cambios  cuantitativos  en el  cálculo,  por ejemplo  la región de validez 
de  la  ecuación  de  Wheeler-DeWitt se verá  modificada,  pero  nuevamente  esperamos 
obtener  un  tiempo físico invariante  de  norma. 



133 

Auto-medición  implica  que  algunas funciones [ K ] ,  [ Y ]  y [y] serán encontradas  como 
estimaciones  de las  funciones  correspondientes [ N ] ,  [PI y [a]. 

Invariancia  bajo la reparametización d7 + d( = f ( ~ ) d ~  implica  que las fun- 
cionales de  peso a ser introducidas  en  la  integral  de  trayectoria  deben ser invariantes 
también  bajo  está  reparametrización. 

Esta  condición  de  invariancia se satisface si consideramos  las siguienteF funcionales 
de peso 

(5 .29)  

(5.30) 

(5.31) 

Estos  términos  contienen  implícitamente  la interacción entre  “environment”  y las 

variables  colectivas. 

Esta elección de funcionales de  peso nos permitirá  obtener integralles de  trayectoria 
restringidas  tipo  gaussiana las  cuales pueden ser calculadas en  forma  analítica. 

Como  ya  mencionamos  antes,  un  análisis  más preciso exige estudiar el papel  que 
los multipolos superiores juegan  en  la definición del entorno  asociado  a las  variables 
colectivas.  De este análisis se debe  entender como  las constantes p 2 ,  R2 ji o’ quedan 
determinadas  por las  fluctuaciones en  la  densidad  y  ondas  gravitacionales  presentes 
en el universo, ya  que  en el contexto  de  este  “approach” fenomenológico no es posible 
explicarlas. 

Con estas elecciones la expresión (5.20) se transforma  en 

-67riNP2 + -(b2 - b2)  - 
4N 
327r IN - 4 N(” - P>2 - 

- N ( y  - n j 2 } d ~ ] .  (5.32) 
0 2  P2 R2 

Tomemos  ahora  la  expresión 
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(5 .33)  

Esta  última  expresión  puede  ser  vista  como el propagador  de  un  oscilador  armónico 
con masa m = y  frecuencia w = &N sujeto a una medición  continua  de  su 
posición p, tal que  la  función Y(.) es obtenida  como  resultado  de  esta  medición y el 
error hecho en  la  medición  de  su posición es AY = I N ( T , / - T , ) I  . J-” 

El  propagador  de  este oscilador  es  [44, 641 

I 

Aquí 

( 5 . 3 5 )  

r = d s ,  y < Y 2  >= - T1l -T1 1 S,, 7’‘ ~ ( r ) ~ d r  y  aquí  podemos  entender  a S, como 
GTP 

la “acción  clásica”  de  un  oscilador  armónico  complejo  forzado  ficticio  cuya  masa y 
frecuencia son m = g, u = &NI‘, respectivamente, y donde  la  fuerza  externa es 
F ( T )  - - Z q V ( T ) .  

P 

En el  caso de la integral J d [ c u ] e s p [ J $ { ~ ( c w  + 5) - -& 3i7 2 - q.+Zrpr] la 
4N 

situación es análoga a la  presentada  en la expresión ( 5 . 3 3 ) .  



135 

Para  esta integral de trayectoria  tenemos  ahora un oscilador  armónico  con m = 
-_ 2 N ,  37r frecuencia w = y bajo  la influencia de la fuerza F ( r )  = y. La posición de 

Jz 
este  oscilador, cy, está siendo  continuamente  medida, donde y ( r )  y Ay = d G C l  
son los resultados y error  involucrados en la medición,  respectivamente. 

El  propagador para  este oscilador  armónico  es fácilmente  calculado 

I 

Aquí  tenemos 

donde& = 41 + & y < y2 >= - J‘$’ aquí  podemos  entender a S, como 
la  “acción  clásica” de un oscilador  complejo forzado ficticio  cuya  masa  y  frecuencia 
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son m = -=, v = N G, respectivamente, y donde  la  fueiza  externa  involucrada es 371. 

37rN . 2 N  
75 

F(7) = - - z x y ( 7 ) .  4 

Por lo tanto, el propagador del universo con auto-medición es 

5.3 Discusión de los resultados. 

Con  el fin de  obtener  en  la  expresión(5.38)  un  propagador no  nulo se deben  cumplir 
varias  condiciones, una  de ellas es que ~ ( 7 )  sea casi una  constante. De otra  manera, el 
término JT? ~ ( J T  generará  una  exponencial decreciente en el integrando  de  (5.38). 
De aquí  en  adelante  consideraremos K ( T )  = K = const. 

Definamos ahora t = K ( T ”  - 7 ’ )  y T = N(r” - T I ) ,  entonces (5.38) se reduce  a 

(5.39) 

Claramente, K es una  estimación  de  la  función  de lapso N .  Por lo tanto,  un  tiempo 
físico invariante  de  norma t surge  como  consecuencia  de  la  medición  de la función  de 
lapso N por  multipolos superiores de  la  materia, y de  la  forma  de  la  métrica,  expresión 
(5.1), podemos ver que t = (7” - 7 ’ ) ~  es efectivamente  una  estimación del intervalo 
[T‘, 7 7 ,  mientras  que el error  cometido  en  su  medición  está  dado  por At = 02. 

De la expresión  (5.39) se desprende  que el propagador  tendrá  un valor no  nulo solo 
si varias condiciones son satisfechas. Una  de éllas concierne a la  distancia  entre T y 
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t .  Con  otras  palabras, si T [t - a2, t + a2], entonces  el  integrando  de  (5.39)  decae 
exponencialmente. Si (5.26) va a  ser  una  buena  aproximación  para  (5.39),  entonces, 
entre  otras  condiciones,  se  deberá  cumplir  que t << cr2 y a2 >> 1. 

Clásicamente  este  modelo  sugiere  que el  espacio vacío tiene  propiedades  análogas 

a las  de  un  sólido  elástico y que  resiste esfuerzos cortantes [8]. 

Por  otro  lado,  de  (5.36)  y  (5.34) se concluye  que  la  expresión  (5.39)  puede  ser  in- 
terpretada  como  la  función  de  onda  de  un  sistema  que  consiste  de  un  número  infinito 
de  subsistemas,  donde  cada  uno  de éllos tiene una.  función  de  onda  que es propor- 
cional  a la  multiplicación  de ezp( y) y el producto  de  las  funciones  de’onda  de dos 
osciladores armónicos  amortiguados, el término  de  amortiguamiento  en  cada  uno  de 
estos  osciladores  es e z p [ - g ] .  Las frecuencias  de  estos dos  osciladores son cj y r y 
sus posiciones  sufren la acción de  un proceso continuo  de  medición. 

La integración  en (5.39) indica  que el tiempo  en el cual  cada  uno  de  estos  sub- 
sistemas  fue  “prendido” no es  el mismo.  El  término  de  amortiguamiento  que  está 
presente nos  dice  que si deseamos  evaluar al tiempo t la función de  onda  de  todo el 

sistema,  entonces solo  necesitamos  considerar  aquellos  subsistemas  que  fueron  “pren- 
didos”  a  un  tiempo T el cual difiere de t por 2a2 o menos. Con otras  palabras, 
aquellos  subsistemas  que  fueron  “prendidos”  a  un  tiempo T tal  que IT - tl > 2a2 
tiene  al  tiempo t una  contribución  a  la  función  de  onda  de  todo  el  sistema casi nula. 

Observando  las  expresiones (5.34), (5.35), (5.36) y (5.37) encontramos  las  condi- 
ciones  adicionales  que nos conducen  de la expresión  (5.39)  a  la  expresión  (5.26), 
las  cuales  son  las  siguientes: R2,  p2 >> 1, p2 >> cr21(P” + P’)\Y, p4 >> ( ~ ~ f i ) ~ ,  
R2 >> a21(a” + a’)[?, R2 >> a4;j, R4 >> (a2y)2 y * + 9 << a-2. 

Aquí  tenemos íj = SUP{~V(T)~ : T E [T’, T ” ] } ,  ;U = Sup{[y(~)I : T E [T ’ , T ’ ’ ] ) .  

Por  ende,  las condiciones que  reducen  (5.39) a (5.26) son : t << At, At >> 1, 
R2, p2 >> 1, p2 >> At/(@”+ @’)IC, p4 >> R2 >> Atl(a” + a’)lj, R2 >> ?At2, 
R4 >> * + 9 << 1 . 

Si alguna  de  estas condiciones  no se cumple,  entonces  no  podemos  despreciar el 
proceso de  medición y en  consecuencia  en vez del  propagador  de Halliwell debemos 
usar el propagador  dado  en  la  expresión  (5.39). 

La presencia  de  anisotropía  pequeña, /3- = O ,  impone condiciones geométricas 
sobre el límite  analizado,  las cuales  no aparecen  en el  caso  isotrópico [Go]. En  el 
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universo  isotrópico  sin constante cosmológica, el  límite  de  tiempos  pequeños y un 
proceso  de  auto-medición no muy preciso no impone restricciones sobre el tamaño  de 

las regiones de la %geometría  en las  cuales el propagador  de Halliwell es válido. 

En el caso anisotrópico encontramos  que  en el límite  de  tiempos  pequeños y pro- 
sos de  auto-medición no muy precisos existen  combinaciones  de  punto inicial y  punto 

final  en el superespacio  que yacen fuera del régimen  de Halliwell. Este  régimen exige, 
entre  otras,  que se cumpla  la siguiente condición: [(p” + p’) 1 << A. Claramente 
isotropía exige que p” y /3’ sean  cero, y  por lo tanto  esta condición  siempre se sat- 
isfará  en el caso isotrópico, pero en el anisotrópico podemos  tener  un  proceso  de 

auto-medición  en cual se cumpla  que << V .  

Con otras  palabras, si consideramos a p’ y f i  como fijos y  tomamos  en  cuenta 
dos procesos de  auto-medición cuyos parámetros fenomenológicos satisfagan ( << 
( E)2, entonces el tamaño  de  la  vecindad  en  torno  a p’ en  la cual el propagador  de 
Halliwell es válido es en el proceso de  auto-medición con subíndice 1 mucho  más 
pequeña  que  en el otro caso. 

Esto  puede ser  reformulado  como sigue. Aún en el caso de  tiempos  pequeños 
y procesos de  auto-medición no muy precisos la  anisotropía  genera  una  dependencia 
funcional  entre el tamaño  de las  vecindades  en la  3-geometría  en  la  cual  el  propagador 
de Halliwell es válido y los parámetros del proceso de  auto-medición. 

Este  último  resultado no nos debe  sorprender, ya que si recordamos,  de  acuerdo 
con DM /3 juega el papel  en  este  modelo  de  una variable  colectiva, y este  tipo  de 
variables interactúan con  el entorno  generando  la  decoherencia  (aquí  hemos  ya  en 
forma  implícita  tomado  en  cuenta  esta interacción en las  expresiones (5.29), (5.30), 
(5.31)  y  (5.32)).  Por consiguiente  debemos esperar  que con la desaparición  de ,B el 
papel  jugado  en  la  dinámica del universo  por la  interación  entre  entorno  y variables 
colectivas se vuelva menos  importante. 

Retiremos  de las últimas condiciones una  de éllas, o2 >> 1,  pero  manteniendo las 
restantes. Con otras  palabras,  imponemos  todas las condiciones pero  en vez de  tener 
o2 >> 1 consideramos  ahora el límite o2 << 1. Sabemos  que  la sec.uencia de  funciones 
&(LC) = tiene como límite  cuando n + 00, a  la  delta  de  Dirac [66]. Por 
10 tanto, si bajo  la condición o2 << 1 el integrando  de  (5.39) es casi constante  en  la 
vecindad IT-tl << c2, entonces  podemos  introducir  en el propagador  la  aproximación 
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e x p ( - Y )  M 2a2S(T - t ) .  Esta  sustitución nos permite  re-escribir el propagador  del 
universo  con  auto-medición  como  sigue 

t ’ - 2da’ - 4(a” + a’)sin2 (-) - 

4s iny”)  t + -I} t &i 

.JS& 
(5.40) 

ser entendido  como  sigue, es pro- 
ii)  un  propagador  de  masa m = ? 

Claramente  tenemos  un  propagador  que  puede 

porcional  al  producto  de  tres  términos: i )  ezp( q t ) ,  
y  frecuencia ‘u = &i, iii)  el  propagador  de  un oscilador armónico  forzado  cuya  masa 
y frecuencia son m = -* u = 1 respectivamente, y donde  la  fuerza  externa es 2 ’  J z ’  
F ( t )  = 3. 4 

Los factores  de  escala son rij = e”(e0);j. Los errores  en  la  medición  de p;j y Q son, 
aproximadamente, 5 y 5, respectivamente.  Por  ende, los errores  en la medición  de 

los factores  de  escala  están  dados  por Arij - r;~?, por  consiguiente 3 A T  (p+n) 
TCJ A ’  

lo que significa que  para  tiempos  más  pequeños  que ( p  + el concepto  de  factor  de 
escala  carece  de  sentido. Un incremento  en  la  imprecisión  en la medición  de CY (o de 
p) ,  lo  cual es equivalente a un  incremento  de R (o de p) ,  implica  un  incremento  en el 
tamaño  de  la región en  la  cual el  concepto  de  factor  de  escala  carece  de  sentido. 

5.4 Conclusiones. 

Hemos  construido el propagador  de Halliwell para el  caso de  un  universo  Mixmas- 
ter con anisotropía  pequeña,  pero  no  nula.  Posteriormente,  en  el  contexto  de DM 
hemos  introducido  en  este  sistema  un proceso de  auto-medición,  en el cual  multipolos 
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superiores  de  la  materia  actúan como entorno  y las  variables  del superespacio  como 

variables  colectivas. 

Empleando el formalismo  de  integral  restringida  hemos calculado  el propagador 
de Halliwell modificado, el cual aparece  como  consecuencia  de  este  proceso  de  auto- 
medición.  Este  formalismo nos permite  tomar  en  cuenta la influencia del dispositivo 

de  medición sin conocerlo con detalle. 

Hemos probado  que  un  tiempo físico invariante  de  norma  aparece  como conse- 
cuencia  de  este proceso de  auto-medición. Las restriccibnes que nos conducen al 

propagador  de Halliwell también  fueron  encontradas. 

La validez del propagador  de Halliwell, y  en  consecuencia  de la ecuación  de 
Wheeler-DeWitt,  está  restringida  por  la presencia de  anisotropía.  Existe  un  conjunto 
de condiciones,  las cuales no aparecen  en el caso isotrópico, y que  genera  una  depen- 
dencia  funcional  entre las  características del proceso de  automedición y el tamaño 
de las  vecindades  en la 3-geometría,  en las cuales la  ecuación  de  Wheeler-DeWitt es 
válida. 

Este hecho no constituye  una  sorpresa, la presencia de  más variables  colectivas sig- 
nifica que el hamiltoniano  de interacción entre  entorno  y  grados  de  libertad colectivos 
juega  un  papel  más decisivo en  la  dinámica del universo. 

Obtuvimos  también  una  expresión  para el umbral  en el tiempo  más  alla del cual 
los factores  de escala de  este  modelo  carecen  de  sentido físico, para  tiempos  más 
pequeños  que ( p  + O)2 no  podemos  hablar  de  factores  de escala. 

El análisis  del caso general  (sin el uso de la aproximación ea 1 + a + $) debe 
todavía ser hecho. Pero como ya hemos  visto, la  aparición  de  un  tiempo físico es 
una consecuencia  directa  de la interacción entre  entorno y las  variables  colectivas, 
que  en  nuestro caso son los elementos  de  la  métrica espacial.  Hemos visto  también 
que  un  incremento  en el número  de variables colectivas reduce el tamaño  de  la región 
de validez del propagador  de Halliwell, esta  última  afirmación  puede ser reformulada 
como  sigue, si tenemos  más variables colectivas entonces  la  interacción  juega  un  papel 
más importante  en  la  dinámica del universo, 

Se puede ver que si no empleamos  la  aproximación  antes  mencionada,  entonces 
uno  de 10s elementos  de  la  métrica espacial  no tendrá  un  número  finito  de  términos 
(debemos  ahora considerar la) serie completa  para e" y no solo los primeros  tres 
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términos) y por  lo tanto debemos  esperar que la interacción  entre  entorno  y  las 
variables  colectivas  juege un papel  más importante en la  dinámica del universo (ya 

que ahora  tendremos  más  variables  colectivas, la serie completa de ea) que en el  caso 
en  el  cual  usamos dicha  aproximación y en consecuencia  también en este  caso surgirá 
un tiempo físico.  Podríamos  esperar que como  consecuencia de la presencia  de más 
términos en la  interacción, el  número de condiciones que deberán  ser  satisfechas  para 
caer  nuevamente en el  régimen de Halliwell sea  ahora  mayor,  lo  cual  implica que la 
región de validez del propagador  de Halliwell será  menor  que en nuestro  caso. 

Es importante  recalcar que otra conclusión  fundamental de este  resultado  consiste 
en que, al igual  que para el  caso  de la Teoría  Cuántica, el  Modelo  de  Decoherencia 
afirma que toda  teoría  cuántica de la  Relatividad  General  estará  incompleta, y por  lo 
tanto  presentará  problemas, si no son consideradas  las  interacciones entre variables 
colectivas  y el entorno.  Por  ejemplo, supóngase que  se  consigue encontrar  una  Teoría 
Cuántica de la  Relatividad  General,  digamos, de acuerdo con las  ideas de Ashtekar. 
Si recordamos  las  ideas detrás de esta formulación [67], podremos  comprender  que 
aún en caso  de  conseguir  una teoría  cuántica de la  Relatividad  General se  presen- 
tarán el mismo  tipo de  problemas  conceptuales  que  afectan  a la  Teoría  Cuantica 

usual. Por  ejemplo, en  una  teoría de esta indole es posible tener un estado  que  sea la 
superposición  de dos estados  macroscópicamente  diferentes, es decir,  tendremos un 
equivalente del ya famoso gato de Schrodinger [as], solo que en vez de dos estados 
macroscópicamente diferentes del gato,  gato vivo y gato  muerto,  tendremos  ahora 
dos campos  gravitacionales  macroscópicamente  diferentes.  Siguiendo  al  Modelo  de 

Decoherencia,  parece que  problemas  como  el  recién  mencionado se pueden resolver 
tomando en cuenta  la  auto-medición del universo, es decir,  la  interacción  entre grados 
colectivos y entorno  genera  una solución a este  tipo de problemas. Este  tipo de ideas 
no tienen,  hasta  el  momento,  cabida en intentos de cuantizar  el  campo gravitational, 

como en el  de  Ashtekar. 

La conclusión  del  capítulo 5 podría  formularse  diciendo  que todo  intento  que  sea 
hecho para  cuantizar  el  campo  gravitacional  debería  de  incluir  también, de entrada, 
el  esfuerzo  por  resolver  el  problema del surgimiento de las propiedades clásicas del 
universo,  es decir,  debería,  tal  vez, de incorporar el mecanismo del Modelo  de  Deco- 
herencia, ya que uno de los problemas  actuales que se  presentan en la busqueda  de una 
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teoría  cuántica  de la Relatividad  General es el problema del tiempo,  la explicación 
del surgimiento del tiempo,  que es una  propiedad clásica. 

Otro  punto  que  resta  por  analizarse consiste en  encontrar  que  tipo  de fluctaciones 
en la densidad o que tipo  de  ondas gravitacionales podrían  generar  unas funcionales 
de  peso  como las  mencionadas  en  las  expresiónes (5.29), (5.30) y (5.31). 

Existe  ya  una  afirmación [40] que  señala  la posibilidad de  que el proceso  de deco- 
herencia  podría  jugar  un  papel  fundamental  en la aparición  de  una flecha del tiempo. 
Por lo tanto,  también se podría  analizar si al  incluir las funcionales de  peso  antes  ya 
comentadas DM permite  obtener  una flecha del tiempo en' un  universo  de  este  tipo. 
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