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iv ÍNDICE GENERAL

4.2. Producción asociada . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31
4.2.1. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ +W− . . . . . . . . . . . 31
4.2.2. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ +H− . . . . . . . . . . . 33
4.2.3. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + Z0 . . . . . . . . . . . . 34
4.2.4. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + ϕ0 . . . . . . . . . . . . 35
4.2.5. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + γ . . . . . . . . . . . . 36
4.2.6. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + g . . . . . . . . . . . . . 37
4.2.7. Sección eficaz para el subproceso q + g → H+ + q . . . . . . . . . . . . . 38

5. Resultados 41
5.1. Cambio de sabor y las matrices χ̃. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41
5.2. Sección eficaz total para el proceso p+ p→ H+ +X . . . . . . . . . . . . . . . 42
5.3. Las Funciones de Distribución Partónica CT14 . . . . . . . . . . . . . . . . . . 43
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5.4. Gráfica de σ(p + p → H+ + X), para los 4 valores de tanβ = 2, 6, 15, 30 en el

2HDM-III. Los valores más altos se obtienen cuando tanβ = 30. . . . . . . . . 48
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Resumen

En este trabajo estamos interesados en calcular la producción de bosones de Higgs cargados
en la dispersión inelástica profunda protón-protón (pp) en el contexto del Modelo de Dos
Dobletes de Higgs tipo-III a enerǵıas del LHC (14 TeV), esto es, p+ p −→ H±+X, utilizando
el Modelo de Partones. Espećıficamente, calculamos las secciones eficaces diferenciales de los
procesos involucrados, qi + qj → H±x+X con x = W±, Z0, H±, γ, g, q, ϕ0, aśı como la sección
eficaz diferencial del proceso qi+qj → H±. Además, calculamos la sección eficaz hadrónica total
de la producción directa p+ p→ H± +X, tanto anaĺıtica como numéricamente, comparando
los resultados con la sección eficaz de la producción directa del bosón W+. Se presenta el
cálculo anaĺıtico y numérico de estas, considerando diferentes regiones del espacio de parámetros
(mH+ , tanβ, χ̃u,d). Finalmente, se estudian los procesos con cambio de sabor que aparecen en
la producción directa del bosón H+.
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Introducción

La teoŕıa de las interacciones fuerte, débil y electromagnética, conocida como el Modelo
Estándar (SM, por sus siglas en inglés), es una teoŕıa cuántica del campo basada en el grupo
de norma SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y [1, 2]. Este provee una estructura teórica elegante y ha
pasado exitosamente pruebas experimentales muy precisas [3,4]. El contenido de part́ıculas de
materia en el modelo puede dividirse en los sectores fermiónico y bosónico.
El sector fermiónico incluye a los quarks y leptones, los cuales se organizan en tres generaciones
o familias con propiedades idénticas, excepto en la masa. En esta teoŕıa las interacciones
fuertes son descritas por el grupo de norma SU(3)C , mientras que SU(2)L×U(1)Y representa
a las interacciones electrodébiles, recibiendo por ello el nombre de grupo electrodébil. Dicho
grupo es roto espontáneamente a la escala de Fermi (v = 246 GeV) al grupo electromagnético
Uem(1), conocido como el rompimiento espontáneo de la simetŕıa (SSB, por sus siglas en
inglés). Cuando el SSB se realiza, tres de los cuatro bosones de norma asociados con este
grupo adquieren masa, en tanto que el restante, que permanece sin masa, se identifica con el
campo electromagnético.
Por otra parte, el sector bosónico incluye a los bosones de norma, identificados como W± y Z0

asociados a la simetŕıa electrodébil; g, los gluones asociados a la simetŕıa fuerte; y γ asociado
a la simetŕıa electromagnética. El hecho de que los bosones de norma débiles sean part́ıculas
masivas indica que SU(2)L ⊗ U(1)Y no es una buena simetŕıa del vaćıo; en contraste, el que
el fotón no tenga masa indica que U(1)em śı es una buena simetŕıa del vaćıo. Entonces, el
SSB en el SM debe ser: SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y → SU(3)C ⊗ U(1)em. En este contexto, el
sabor y la generación de masas son dos conceptos que se encuentran fuertemente entrelazados.
Para conocer la dinámica del sabor en modelos más allá del SM necesitamos entender muy
bien cómo surgen las masas de las part́ıculas fermiónicas y la matriz de mezcla de sabor en la
teoŕıa estándar. En esta teoŕıa, las matrices de Yukawa son de gran interés, ya que sus valores
propios definen las masas de los fermiones. Por otra parte, las corrientes que cambian sabor
surgen de la no diagonalización simultánea de las matrices de Yukawa y los acoplamientos del
bosón de Higgs. En particular, nosotros estudiaremos la dinámica del sabor a través de las
matrices de Yukawa en el Modelo de Dos Dobletes de Higgs tipo III (2HDM-III) [5].
Este patrón se implementa en el SM en términos del llamado Mecanismo de Higgs, el cual
provee masa a los bosones de norma W± y Z0, aśı como a los fermiones, dejando como
consecuencia la predicción de una nueva part́ıcula remanente: el bosón de Higgs. Este bosón
debe ser un escalar, eléctricamente neutro y su masa debe ser del orden de la escala elec-
trodébil [6, 7]. El 04 de julio de 2012 los experimentos ATLAS y CMS del CERN anunciaron
el descubrimiento de una part́ıcula escalar en la región de masa alrededor de 125 GeV que es
identificada como el bosón de Higgs del SM [8, 9]. Para lograr una prueba convincente de la
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validez de los modelos más allá del SM se necesita encontrar el espectro completo de escalares,
espećıficamente los bosones de Higgs cargados, H±, que surgen en extensiones del Modelo
Estándar. Además, incluimos a los bosones más pesados H0 o A0 (en el caso del modelo con
dos dobletes), ya que el bosón ligero h0 seŕıa parecido al bosón de Higgs del SM [10]. El bosón
de Higgs cargado es un ingrediente extra de modelos con dos dobletes (2HDMs), por lo tanto
su detección seŕıa una señal de nueva f́ısica [11–14].
No hay razón fundamental para suponer que dicho sector de Higgs sea mı́nimo, como el
del SM (un solo doblete). Además, el SM presenta el problema de jerarqúıas, es decir, el
SM está caracterizado por una escala de enerǵıas de 100 GeV, mucho menor que la escala
de Planck (MPl = 1019 GeV), por lo que debeŕıamos tener una teoŕıa más general en la
que el SM esté incluido. En general, es posible extender el SM de dos maneras: añadiendo
campos de Higgs o añadiendo otra simetŕıa. La extensión más sencilla compatible con la
invariancia de norma del SM es el 2HDM, que consiste en agregar un segundo doblete de
Higgs con los mismos números cuánticos que el primero [15]. Nosotros estamos interesados
en el caso en que el 2HDM presenta cambios de sabor, esto es, el 2HDM-III. Además,
la matriz de Yukawa se considera con cuatro ceros de textura, que ha sido probado en
trabajos anteriores que es viable de acuerdo a las cotas experimentales y restricciones teóricas
impuestas en el modelo. La fenomenoloǵıa de interés en esta investigación es el proceso
hadrónico p + p → H± + X, para ver si es posible la producción del bosón de Higgs cargado
en las colisiones que se llevan a cabo en el LHC (Large Hadron Collider, por sus siglas en inglés).

Primeramente vamos a calcular las secciones eficaces diferenciales de los procesos invo-
lucrados, qi + qj → H±x + X con x = W±, Z0, H±, γ, g, q, ϕ0, aśı como la sección eficaz
diferencial del proceso qi + qj → H±. Para realizar los cálculos utilizamos técnicas que
provienen del Modelo de Partones, para calcular las trazas utilizamos el paquete FeynCalc
9.0 [16] del programa Mathematica 11 [17], calculamos la sección eficaz hadrónica total de la
producción directa p+p→ H±+X, utilizando un código escrito en el lenguaje de programación
FORTRAN [18]. Comparamos los resultados con la sección eficaz de la producción directa
del bosón W+ y finalmente analizamos los procesos con cambio de sabor involucrados en la
producción directa del bosón H+.

Este trabajo se organiza de la siguiente manera: en el caṕıtulo 1 se da un panorama
general del Modelo Estándar de la F́ısica de Part́ıculas. En el caṕıtulo 2 se exponen resultados
importantes que se obtienen a partir del Modelo de Partones. El Modelo de Dos Dobletes de
Higgs, concentrándonos en particular en el tipo-III, se describe en el caṕıtulo 3. Los cálculos
anaĺıticos de la producción directa y asociada del bosón de Higgs cargado se da en el caṕıtulo
4 y los resultados numéricos derivados del caṕıtulo 4 se muestran en el caṕıtulo 5. Finalmente,
las conclusiones se dan en el caṕıtulo 6.



Caṕıtulo 1

El Modelo Estándar

El Modelo Estándar de F́ısica de Part́ıculas está basado en la teoŕıa cuántica de campos,
propone la tabla periódica de las part́ıculas elementales de la naturaleza, aśı como la descripción
de todas las fuerzas conocidas de importancia a escala atómica: la electromagnética, la débil
y las interacciones fuertes. A la fecha, los éxitos experimentales de las predicciones de este
modelo lo colocan como el modelo más exitoso de la f́ısica de part́ıculas.

1.1. Introducción

El SM describe notablemente la estructura fundamental de la materia [19,20]. Actualmente,
como teoŕıa f́ısica, esta se usa para explicar y predecir con gran exactitud un gran número
de fenómenos de f́ısica de part́ıculas, cuyos experimentos de alta precisión han confirmado
repetidamente efectos muy sutiles predichos previamente. El modelo requiere 12 part́ıculas
elementales fermiónicas y 13 part́ıculas bosónicas, mediadoras de las cuatro tipos de fuerzas,
para explicar todo lo que sabemos sobre los constituyentes más fundamentales de la materia
y sus interacciones. La teoŕıa electrodébil inició como un modelo propuesto por Glashow, que
combinaba a las interacciones débil y electromagnética en una simetŕıa SU(2) x U(1) [1, pag.
3]. Steven Weinberg y Abdus Salam implementaron el mecanismo de Higgs para generar la
masa de los bosones y de los fermiones, utilizando una teoŕıa de norma. Finalmente Gerard ’t
Hooft demostró que la teoŕıa electrodébil es renormalizable [21].
La Cromodinámica Cuántica (QCD, por sus siglas en inglés) fue aceptada como teoŕıa cuando
David Gross, David Politzer y Frank Wilckzek lograron explicar el fenómeno conocido como
libertad asintótica [22–24]. El Modelo Estándar es la unión de la teoŕıa electrodébil con la
QCD. Dos implicaciones importantes del Modelo Estándar son:

1. La materia está formada de leptones y quarks (Figura 1.1).

2. Las interacciones son descritas matemáticamente por teoŕıas de norma.

En la Figura 1.1 se muestra a las part́ıculas fundamentales y a las part́ıculas mediadoras
de las tres interacciones,.
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
1.2. INVARIANCIA DE NORMA

Figura 1.1: Part́ıculas y fuerzas fundamentales del ME.

1.2. Invariancia de norma

1.2.1. Invariancia de norma local U(1)

La ecuación de movimiento para una part́ıcula fermiónica de esṕın 1/2 de masa m tiene la
forma [25, pag.31]:

(iγµ∂µ −m)ψ = 0, (1.1)

la cual puede obtenerse de la lagrangiana [25, pag 31]:

L = ψ(iγµ∂µ −m)ψ, (1.2)

sin embargo, esta lagrangiana no es invariante ante transformaciones locales de fase del tipo

ψ(x)→ eiα(x)ψ(x). (1.3)

La derivada de ψ no cumple con (1.2), más bien toma la forma

∂µψ → eiα(x)∂µψ(x) + ieiα(x)ψ(x)∂µα, (1.4)

y el término ∂µα rompe la invariancia de L. Para que la lagrangiana tenga una invariancia de
norma bajo transformaciones locales, se propone una derivada Dµ que se transforme covarian-
temente, esto es, como la propia ψ:

Dµψ(x)→ eiα(x)Dµψ(x). (1.5)

Para formar la derivada covariante, se introduce un campo vectorial Aµ con las propiedades
de transformación tales que compense el término no deseado en (1.2). Esto se obtiene con la
siguiente definición:

Dµ = ∂µ − ieAµ, (1.6)

2



CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
1.2. INVARIANCIA DE NORMA

donde Aµ se transforma como

Aµ → Aµ +
∂µα

e
. (1.7)

Por lo tanto, la invariancia de la lagrangiana es obtenida reemplazando ∂µ por Dµ, esto es:

L = iψγµD
µ −mψψ

= ψ(iγµ∂
µ −m)ψ + eψγµψAµ. (1.8)

De ah́ı que para demandar una invariancia de norma local, se ha introducido un campo vec-
torial Aµ, llamado campo de norma, el cual se acopla a una part́ıcula de Dirac de carga −e,
exactamente la misma forma como el campo de un fotón. Además, el nuevo término de interac-
ción en (1.8) puede ser escrito como −jµAµ, donde jµ es la densidad de corriente. Puesto que
estamos observando a este nuevo campo como el campo de un fotón f́ısico, entonces debemos
agregar a la lagrangiana un término correspondiente a la enerǵıa cinética, análogo a 1

2(∂µψ)2 en
(1.8). Como el término cinético debe ser invariante bajo (1.7), este puede solamente contener
un tensor de campo invariante de norma:

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ, (1.9)

Obteniendo la lagrangiana de Electrodinámica Cuántica (QED, por sus siglas en inglés):

L = ψ(iγµ∂
µ −m)ψ + eψγµψAµ −

FµνF
µν

4
. (1.10)

Debemos destacar que la inclusión de un término de masa 1
2m

2AµA
µ está prohibido por la

invariancia de norma y por lo tanto la part́ıcula de norma (el fotón) no tiene masa. De esta
manera vemos que imponiendo un requerimiento de invariancia de norma local sobre una
lagrangiana de fermión libre, sorprendentemente restaurada por el campo del fotón Aµ ha
conducido a la teoŕıa de campo interactuante de QED.

1.2.2. Invariancia de norma local SU(2)

Existe una segunda invariancia interna, bajo un conjunto de transformaciones de norma de
grupo SU(2). Se define la transformación como [25, pag 61]:

ψ =

(
ψ
′
1

ψ
′
2

)
= ei~ε·~τ/2

(
ψ1

ψ2

)
, (1.11)

donde τi son las matrices de Pauli y los εi se refiere a los términos de rotación. En este caso el
orden de las transformaciones sucesivas importa, ya que estas no conmutan; expresadas por el
conmutador [τi, τj ] = 2iεijkτk, son llamadas transformaciones no abelianas.
Lo que se busca es obtener invariancia de norma ante la transformación de fase local (1.11) de
la lagrangiana

L = ψ(iγµ∂µ −m)ψ. (1.12)

Por analoǵıa al caso de invariancia de norma local U(1), visto en la sección anterior se propone
la siguiente derivada

Dµ = ∂µ − ig2
~τ

2
. ~Wµ. (1.13)
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Para tener una idea de cómo se transforma el campo ~W basta resolver la ecuación de covarianza
de la derivada compuesta

D
′µψ

′
= ei~ε.~τ/2Dµψ. (1.14)

Tomando en cuenta el término exponencial a segundo orden ei~ε.~τ/2 ∼ 1+ iε ~τ
2 y ~W

′µ = ~Wµ+δ ~Wµ,
se obtiene

~Wµ −→ ~Wµ +
∂µ~ε

g2
− ~ε× ~Wµ. (1.15)

Agregando el término de enerǵıa cinética a la derivada de la ecuación concluimos que:

L = ψ(iγµDµ −m)ψ − 1

4
~Wµν · ~Wµν . (1.16)

1.3. Lagrangiana del Modelo Estándar

El grupo SUL(2) × UY (1) define las interacciones electrodébiles. El conjunto de campos
de norma del grupo SUC(3) × SUL(2) × UY (1) se divide en tres conjuntos: ocho asociados a
SUC(3), tres para SUL(2) y finalmente uno para UY (1). La interacción fuerte es mediada por
los gluones, los cuales sólo se acoplan a los quarks. La interacción débil resulta del intercambio
de los bosones de norma masivos W± y Z, mientras que la interacción electromagnética es
mediada por el fotón.
Los quarks y leptones son agrupados en dobletes izquierdos de SUL(2) de acuerdo a la notación:

QiL =

(
ui
di

)
L

, LiL =

(
νi
li

)
L

, (1.17)

donde ui = u, c, t; di = d, s, b son quarks de tipo up y down respectivamente. Por otra parte,
li = e, µ, τ son los leptones cargados y νi = νe, νµ, ντ sus respectivos neutrinos. El sub́ındice i
representa ı́ndice de sabor. Por otra parte, los estados de helicidad derecha son introducidos
como singletes de SUL(2) como liR, uiR, diR.
El grupo electrodébil debe ser covariante bajo transformaciones de norma locales, la invariancia
se consigue al introducir la siguiente derivada covariante:

Dµ = ∂µ − ig1
Y

2
Bµ − ig2

τi
2
W i
µ, (1.18)

donde Bµ y Y/2 representan al campo de norma y al generador asociado con el grupo abeliano
UY (1), respectivamente. Similarmente W i

µ y τi/2 son los campos de norma y generadores en
la representación de dobletes, asociados a SUL(2). Los campos de norma (W 1

µ ,W
2
µ ,W

3
µ , Bµ)

definen mediante combinaciones lineales a los campos de masa (W±µ , Zµ, Aµ). Es sabido que
los bosones de norma de la interacción débil son masivos, y que no es posible introducir los
términos de masa directamente sin romper expĺıcitamente la invariancia de norma de la teoŕıa.
El método utilizado es el rompimiento espontáneo de la simetŕıa.
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1.3.1. Mecanismo de Higgs

Rompimiento Espontáneo de la simetŕıa
El hecho de introducir términos de masa de la forma M2

WWµW
µ, M2

ZZµZ
µ rompe la si-

metŕıa de la lagrangiana además de introducir divergencias (no renormalizables) las cuales
producen una teoŕıa carente de sentido. Sin embargo es posible introducir las masas sin romper
la invariancia de norma. El procedimiento por el cual se genera la masa de las part́ıculas del
SM se conoce como el Mecanismo de Higgs. Este mecanismo da origen a una nueva part́ıcula
escalar neutra, el bosón de Higgs.
La forma de generar la masa de una part́ıcula por rompimiento espontáneo de la simetŕıa
se puede ver considerando un modelo simple consistente únicamente por part́ıculas escalares
descritas por la lagrangiana [25, pag 98]

L = T − V =
1

2
(∂µφ)2 − (

1

2
µ2φ2 +

1

4
λφ4), (1.19)

con λ > 0. Hasta aqúı sólo hemos requerido que L sea invariante bajo la operación de simetŕıa
φ → −φ. Las dos posibles formas del potencial se muestran en la Figura 1.2. El caso para

Figura 1.2: El potencial V (φ) = 1
2µ

2φ2 + 1
4λφ

4 para a) µ2 > 0 y b) µ2 < 0.

µ2 > 0 describe un campo escalar con masa µ. El estado base (vaćıo) corresponde a < φ >=<
0|φ|0 >= 0. Esto último obedece la simetŕıa de reflexión de la lagrangiana. Sin embargo el caso
donde µ2 < 0, la lagrangiana tiene un término de masa con el signo incorrecto para el campo
φ puesto que el signo relativo del término φ2 y la enerǵıa cinética T es positivo. A diferencia
del primer caso, el potencial tiene dos mı́nimos. Estos mı́nimos satisfacen

∂V

∂φ

∣∣∣∣
min

= φ(µ2 + λφ2) = 0, (1.20)

y se encuentran, por lo tanto, en

φ = ±v con v =
√
−µ2
λ .

El extremo < φ >= 0 no corresponde al mı́nimo de enerǵıa, entonces los cálculos perturbativos
debeŕıan involucrar expansiones alrededor del mı́nimo clásico < φ >= ±v, ver Figura 1.2. Por
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lo tanto escribimos:

φ(x) = v + η(x), (1.21)

donde η(x) representa las fluctuaciones cuánticas alrededor de este mı́nimo. Se ha elegido
trasladar el campo a φ −→ φ + ν, pero esto no implica la pérdida de generalidad puesto que
φ = −ν puede ser obtenido por la simetŕıa de reflexión. Sustituyendo (1.21) en la lagrangiana
ecuación (1.19) obtenemos:

L′ =
1

2
(∂µv)2 − λv2η2 − λvη3 − 1

4
λη4 + cte. (1.22)

El campo η tiene el término de masa con el signo correcto; el signo relativo del término η2 y
el de la enerǵıa cinética es negativo. Identificando los dos primeros términos de L′ obtenemos
que

mv =
√

2λv2 =
√
−2µ2. (1.23)

Los términos de mayor orden en η representan la interacción de campo η con śı mismo.
Las lagrangianas L y L′ son completamente equivalentes.Usando L descubriremos que la
serie de perturbación no converge debido a que se está tratando de expandir alrededor de un
punto inestable φ = 0. La manera correcta de proceder es usar L′ y expandir en η alrededor
de un vaćıo estable φ = ν. En teoŕıa de perturbaciónes L′ da una imagen correcta de la
f́ısica mientras que L no. La part́ıcula escalar (descrita por las lagrangianas en principio
equivalentes) por lo tanto, tiene masa. Nos referimos a la manera en que esta masa fue
generada por el rompimiento espontáneo de la simetŕıa. En la versión de la lagrangiana
L′ de esta teoŕıa, la simetŕıa de reflexión de la lagrangiana se ha roto aparentemente por
la elección del estado base < φ >= v alrededor del cual se efectuaron los cálculos perturbativos.

1.3.2. Sector de Higgs

En este sector es donde se implementa el mecanismo de Higgs que nos permite dar masa a los
bosones de norma débiles W±, Z y también al boson de Higgs. Este sector también determina
las interacciones entre estas part́ıculas. Se introduce una lagrangiana electrodébil invariante de
norma bajo SU(2)× U(1), con la siguiente forma [26]:

LH = (Dµφ)†(Dµφ)− V (φ†, φ), (1.24)

donde Dµ es la derivada covariante en la representación de dobletes dada en la ecuación (1.18),
el cual debe tener multipletes (las suficientes componentes para tener un corrimiento sobre µ)
para conservar la invariancia. La opción más sencilla es tomar cuatro campos escalares en un
doblete de hipercarga Y = 1 (hecha por Weinberg en 1967):

φ =

(
φ+

φ0

)
, (1.25)

donde

φ+ = φ1+iφ2√
2

y φ0 = φ3+iφ4√
2
. (1.26)
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Para generar la masa de los bosones utilizamos el potencial:

V (φ) = µ2φ†φ+ λ(φ†φ)2. (1.27)

Con µ2 < 0 y λ > 0 y escogemos el valor esperado del vaćıo. La elección apropiada es:

φ0 =
√

1
2

(
0
v

)
, (1.28)

esto es: φ3 = v, φ1 = φ2 = φ4 = 0, que nos permitirá dejar al fotón sin masa. Si φ0 es dejado
invariante bajo un subgrupo de transformaciones de norma, el bosón de norma asociado a este
subgrupo permanecerá sin masa. La elección de φ0 con T = 1

2 , T 3 = −1
2 y Y = 1, rompe SU(2)

y U(1)Y . Pero ya que φ0 es neutral, la simetŕıa de U(1)em con generador [27, pag 335],

Q = T 3 +
Y

2
(1.29)

permanece sin romperse, es decir,
Qφ0 = 0. (1.30)

Aśı que
φ0 → φ

′
0 = eiα(x)Qφ0 = φ0, (1.31)

para algún valor de α(x). El vaćıo es, por lo tanto, invariante bajo transformaciones U(1)em y
el fotón permanece sin masa. De esta manera, debido a la conservación de la carga eléctrica,
podemos solamente permitir escalares neutros para adquirir valores de expectación del vaćıo,
de ah́ı la elección del vaćıo realizada anteriormente. El mismo doblete de isosṕın de Higgs es
esencial para la generación de masa de los fermiones. La teoŕıa debe ser considerada en el
entorno de su mı́nimo de enerǵıa, aśı que se introduce el desplazamiento:

φ −→ φ0 + φ =
1√
2

(
0
v

)
+

(
G+
W

(H + iGz)/
√

2

)
, (1.32)

donde G+
W y GZ son los bosones de Goldstone asociados a los bosones de norma débiles W± y

Z0, respectivamente, en tanto que H representa al escalar de Higgs. En términos de la expresión
anterior el potencial de Higgs toma la forma:

V (φ†, φ) = µ2(φ0 + φ)†(φ0 + φ) + λ[(φ0 + φ)†(φ0 + φ)]2

=
λv4

4
− m2

H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4 − 2λvH(G2

Z + 2G+
WG

−
W )

−λ
2
G2
ZH

2 − λ(H2 +G2
Z)G+

WG
−
W −

λ

4
G4
Z − λ(G+

WG
−
W )2. (1.33)

Notamos que solo el campo de Higgs H tiene masa distinta de cero, m2
H = 2λv2. En esta parte

se dan los autoacoplamientos del bosón de Higgs. En cuanto a la parte cinética del sector de
Higgs, esta la reescribimos de la siguiente forma:

[Dµ(φ0 + φ)]†[Dµφ+ φ0] = (Dµφ0)†(Dµφ0) + (Dµφ0)†(Dµφ)

+(Dµφ)†(Dµφ0) + (Dµφ)†(Dµφ). (1.34)
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
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El término que da masa a los bosones débiles es:

(Dµφ0)†(Dµφ0) =
1

8

∣∣∣∣( g2W
3
µ + g1Bµ g2(W 1

µ − iW 2
µ)

g2(W 1
µ + iW 2

µ) −g2W
3
µ + g1Bµ

)(
0
v

)∣∣∣∣2
=

1

8
v2g2

2[(W 1
µ)2 + (W 1

µ)2] +
1

8
v2(g1Bµ − g2W

3
µ)(g1B

µ − g2W
3µ)

= (
1

2
vg2)2W+

µ W
−v +

1

8
v2(W 3

µ , Bµ)

(
g2

2 −g2g1

−g2g1 g2
1

)(
W 3µ

Bµ

)
.

(1.35)

Aqúı se ha tomado W±µ = 1/
√

2(W 1
µ ∓ iW 2

µ). Además notando que mW = g2v/2 :

M =
1

2
m2
W

(
1 −g1/g2

−g1/g2 g2
1/g

2
2

)
, (1.36)

que es la matriz asociada a los campos W 3
µ y Bµ, la cual debe diagonalizarse. Resolviendo

el problema de eigenvalores y definiendo cW = cos θW = g2/
√
g2

1 + g2
2 y sW = senθW =

g1/
√
g2

1 + g2
2 se encuentra:

S†MS =
m2
W

2

(
1 + g2

1/g
2
2 0

0 0

)
, (1.37)

donde

S =

(
cW sW
−sW cW

)
, (1.38)

diagonaliza a M con: (
W 3
µ

Bµ

)
= S

(
Zµ
Aµ

)
. (1.39)

Equivalentemente, los campos f́ısicos quedan de la siguiente forma:

Aµ = Bµ cos θW +W 3
µsenθW ,

Zµ = −BµsenθW +W 3
µ cos θW .

(1.40)

Sustituyendo en la ecuación (1.35):

(Dµφ0)†(Dµφ0) = m2
WW

−
µ W

+
µ +

m2
Z

2
ZµZ

µ, (1.41)

de la cual se llega a las siguientes masas para los bosones W±, Z

MW = 1
2vg2, MA = 0, MZ = 1

2v
√
g2

2 + g2
1. (1.42)

Note que
MW

MZ
= cos θw. (1.43)

La desigualdad MZ 6= MW es debido al ángulo de mezcla entre W 3
µ y Bµ. El modelo de

Weinberg-Salam con un doblete nos fija el parámetro ρ:

ρ =
M2
W

M2
Z cos2 θW

= 1, (1.44)

resultado que es corroborado experimentalmente [27].
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
1.3. LAGRANGIANA DEL MODELO ESTÁNDAR

1.3.3. Sector de Yang-Mills

El sector de Yang-Mills, sector bosónico, no puede ser construido con los campos de norma
directamente, sino por medio de las estructuras covariantes dadas por el tensor de campo
Wµν = T iW i

µν , asociado con el grupo no abeliano SUL(2) y el correspondiente tensor Bµν del
grupo abeliano UY (1), los cuales tienen la siguiente forma:

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW i

µ + g2ε
ijkW j

µW
k
ν ,

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (1.45)

Con estos se construye la lagrangiana dada por la siguiente expresión [26]:

LYM = −1

2
Tr[W i

µνW
µν
i ]− 1

4
BµνB

µν . (1.46)

Utilizando la normalización Tr[T iT j ] = δij/2 para los generadores de SUL(2), la lagrangiana
adquiere la forma:

LYM = −1

4
W i
µνW

µν
i −

1

4
BµνB

µν . (1.47)

Además, utilizando los campos de masa W±µ , Zµ y Aµ, e introduciendo los siguientes tensores:

Ŵ±µν = 1√
2
(W 1

µν ∓ iW 2
µν),

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ,
Fµν = ∂µAν − ∂νAµ,

(1.48)

La lagrangiana de Yang-Mills está dada como:

LYM = −1

2
Ŵ−µνŴ

µν
+ −

1

4
FµνF

µν − 1

4
ZµνZ

µν

−ig2(sWFµν + cWZµν)W−µW+ν

+g2
2(W−µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν )(W−µW+ν −W+µW−ν). (1.49)

Esta lagrangiana contiene las partes cinéticas de los cuatro bosones de norma, aśı como sus
autointeracciones.

1.3.4. Sector de Yukawa

Este sector tiene el objetivo de generar las masas de los fermiones v́ıa el rompimiento
espontáneo de la simetŕıa. Como los neutrinos no tienen helicidad derecha, no tienen repre-
sentación f́ısica en el sector. Se incluye otro objeto que se transforme covariantemente bajo
SUL(2), definido como:

φC = iτ2φ
∗ =

(
φ0∗

−φ−
)
, (1.50)

donde τ2 es la segunda matriz de Pauli; φC tiene hipercarga Y = 1. De manera que la lagran-
giana de Yukawa para los quarks es definido de la siguiente manera:

LYq = −Y u
ijQ

′

iLφCu
′
jR − Y d

ijQ
′

iLφd
′
jR + h.c, (1.51)
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donde Y u
ij , Y

d
ij son constantes arbitrarias, llamadas constantes de Yukawa; i, j = 1, ..., 3 son

los ı́ndices de familia; y las primas denotan estados de norma. En términos de los vectores de
espacio tenemos:

U
′

=

 u
′

c
′

t
′

 D
′

=

 d
′

s
′

b
′

 , (1.52)

y las matrices de masa tienen las expresiones.

Mu
ij = v√

2
Y u
ij Md

ij = v√
2
Y d
ij , (1.53)

la lagrangiana de Yukawa para los quarks puede escribirse como:

LYq = −(1 +
H

ν
)(U

′

LM
uU
′
R +D

′

LM
dD
′
R)

i

ν
GZ(U

′

LM
uU
′
R −D

′

LM
dD
′
R)

−
√

2

ν
G−WD

′

LM
uU
′
R +

√
2

ν
G+
WU

′

LM
dD
′
R + h.c.. (1.54)

Las masas de los quarks se definen diagonalizando la parte cuadrática de esta lagrangiana. Para
esto se definen los campos de masa mediante las siguientes transformaciones:

UL,R = V u
L,RU

′
L,R, DL,R = V d

L,RD
′
L,R, (1.55)

las matrices V u,d
L,R deben de ser unitarias con el fin de que las matrices V u,d

L Mu,dV u,d†
R sean reales

y diagonales, ya que estas representan a la masa de los quarks. En términos de los campos de
masa (U y D), la lagrangiana del sector de Yukawa para los quarks es:

LYq = −(1 +
H

ν
)(U M

u
U +DM

d
D)

+
iγ5

ν
GZ(U M

u
U −DM

d
D)

−
√

2

ν
G−WD(K†M

u
PR −Md

K†PL)U

+

√
2

ν
G+
WU(K†M

d
PR −Mu

K†PL)D, (1.56)

donde
K = V u

L V
d†
L (1.57)

es la matriz VCKM y M son las matrices de masa dadas por:

M
u

= V u
LM

uV u†
R =

 mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt,

 M
d

= V d
LM

dV d†
R =

 md 0 0
0 ms 0
0 0 mb.

 (1.58)

De esta manera, en término de los campos de masa, el sector de Yukawa de los quarks conserva
el sabor, es decir el bosón de Higgs se acopla a pares del mismo tipo de quarks.
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CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
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Para los leptones, tomando en cuenta que no hay neutrinos derechos, podemos escribir la
siguiente lagrangiana:

LYl = −Y l
ijL

′

iLφl
′
jR + h.c, (1.59)

donde Y l
ij son constantes de Yukawa, las primas denotan estados de norma, en términos de los

vectores de espacio:

E
′

=

 e
′

µ
′

τ
′

 , ν
′

=

 ν
′
e

ν
′
µ

ν
′
τ

 (1.60)

y de las matrices de masa;
M l
ij = v√

2
Y l
ij , (1.61)

la lagrangiana de Yukawa para los leptones puede escribirse como:

LYl = −(1 +
H

ν
)(E

′

LM
lE
′
R)− i

ν
GZ(E

′

LM
lE
′
R)

−
√

2

ν
G+
W ν

′
M lE

′
R + h.c. (1.62)

Tomando los campos de masa mediante las siguientes transformaciones:

EL,R = V l
L,RE

′
L,R νL = V l

Lν
′
L. (1.63)

Aśı, en términos de los campos de masa,

LYl = −(1 +
H

ν
)(EM

l
E)− iγ5

ν
GZ(EM

l
E)

−
√

2

ν
G−WEM

l
PLν −

√
2

ν
G+
W νM

l
PRE, (1.64)

la matriz de masa está dada como:

M
l

= V l
LM

lV l†
R =

 me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ

 . (1.65)

El bosón de Higgs solo se acopla al mismo tipo de leptón cargado (donde PL,R son los operadores
de helicidad).

1.3.5. Sector de corrientes

El sector de corrientes nos permite obtener acoplamientos de los fermiones con los campos
de norma. A los acoplamientos de los pares de fermiones con el bosón W± se les conoce como
corrientes cargadas, mientras que a los acoplamientos con los bosones Z y A como corrientes
neutras. Para los quarks la lagrangiana de corrientes está dada por:

LCq = iQ
′

iLγ
µDµQ

′
iL + iu

′
iRγ

µDµu
′
iR + id

′

iRγ
µDµd

′
iR, (1.66)
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que expresada en términos de los campos de masa toma la siguiente forma:

LCq = iUγµ∂µU + iDγµ∂µD +
g2√

2
(W+

µ J
−µ + J+

µW
−µ) +

g2

2cW
ZµJ

µ
Z + eAµJ

µ
A; (1.67)

donde se han definido las siguientes corrientes:

J−µ = ULγ
µKDL (1.68)

JµZ = Uγµ(gµV + gµAγ
5)U +Dγµ(gdV + gdAγ

5)D (1.69)

JµA = UγµU +DγµD. (1.70)

K es la matriz de mezcla de Kobayashi-Maskawa dada en la ecuación (1.57) mientras que los
guiV , g

ui
A (ui = u, d) son constantes de acoplamiento que dependen de la carga del quark. En este

caso las corrientes neutras conservan sabor, mientras que las cargadas no. Para los leptones se
propone la siguiente lagrangiana:

LCl = iL
′

iLγ
µDµL

′
iL + il

′

iRγ
µDµl

′
iR, (1.71)

que expresada en términos de los campos de masa toma la siguiente forma:

LCq = iEiγ
µ∂µEi + iνLγ

µ∂µνL +
g2√

2
(W+

µ J
−µ + J+

µW
−µ) +

g2

2cW
ZµJ

µ
Z + eAµJ

µ
A, (1.72)

donde se han definido las siguientes corrientes:

J−µ = νLγ
µEL, (1.73)

JµZ = νγµ(gµV + gµAγ
5)ν + Eγµ(gEV + gEAγ

5)E, (1.74)

JµA = νγµν + EγµE. (1.75)

En este caso las corrientes neutras y cargadas conservan sabor a todo orden de perturbación.

1.4. Problemas del Modelo Estándar

Aunque el Modelo Estándar ha explicado muchos fenómenos en f́ısica de part́ıculas, presenta
algunos problemas [28]:

El problema de jerarqúıa [29].

La existencia de neutrinos masivos [30].

La asimetŕıa de materia y antimateria en el universo [31].

No explica qué es la materia oscura [32].

Existen varias teoŕıas que tratan de explicar estos fenómenos pero hasta la fecha no se ha
confirmado alguna de ellas.
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En este caṕıtulo presentamos al Modelo Estándar de la F́ısica de part́ıculas. Hemos visto
que explica adecuadamente la mayoŕıa de los fenómenos relacionados con la F́ısica de part́ıculas,
unificando a las fuerzas electromagnética, débil y fuerte de manera consistente. Una forma de
explicar a los fenómenos que no están dentro del Modelo Estándar es proponiendo modelos de
extensión que contengan al Modelo Estándar, de estas extensiones la más sencilla, es la que
se obtiene al extender el sector de Higgs agregando un doblete extra (conocida como Modelo
de Dos Dobletes de Higgs), esta extensión y algunas de sus consecuencias se estudiarán en los
caṕıtulos siguientes.
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Caṕıtulo 2

El Modelo de Partones

El Modelo de Partones tiene su base en la Teoŕıa Cuántica de Campos, este modelo fue con-
cebido por R. P. Feynman en 1968 [33], como una explicación del escalamiento de Bjorken [34]
observado en los experimentos de dispersión inelástica llevados a cabos en el acelerador SLAC
(Stanford Linear Accelerator Center) de la Universidad de Stanford EUA. Feynman postuló
que los hadrones como el protón están formados por part́ıculas elementales puntuales, llamadas
partones, que a enerǵıas muy altas se comportan como part́ıculas libres que no interactúan en-
tre śı. Aunque más adelante se demostró que los protones están formados por quarks y gluones,
se siguieron utilizando resultados del Modelo de Partones para realizar cálculos relacionados
con procesos de dispersión.

2.1. QCD

La interacción fuerte es descrita por una teoŕıa de Yang-Mills (SUC(3)). Esto, junto con el
requerimiento de que la teoŕıa sea renormalizable, fija completamente la forma de la lagran-
giana. La teoŕıa es llamada Cromodinámica Cuántica y la lagrangiana usualmente se escribe
como [35, pag 277]:

LQCD = −1

2
Tr[GµνG

µν ] + q̄i(iγ
µDµ −m)qi. (2.1)

En esta expresión existe una suma sobre el ı́ndice de sabor i (qi = u, d, s, c, b, t), la derivada
covariante está dada por:

Dµ = ∂µ − igSGµ. (2.2)

El tensor Gµν está dado como:

Gµν = ∂µGν − ∂νGµ − igS [Gµ, Gν ] (2.3)

y el campo de norma es Gµ = Gaµλ
a/2, donde las αas (a = 1, ...8) son las matrices de Gell-Mann

(los generadores del grupo SUC(3)), las cuales satisfacen la siguiente relación de conmutación:

[λa, λb] = 2ifabcλc, (2.4)

cuya condición de normalización es:

Tr[λaλb] = 2δab. (2.5)

15
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Los campos de norma de la interacción fuerte Gµ son llamados gluones y acorde con la simetŕıa
de norma SUC(3) están presentes 8 gluones. Incluso, como se trata de una teoŕıa no abeliana,
como en el caso de la débil, los gluones interactúan entre śı, por lo tanto, surgen vértices
trilineares y cuárticos gluónicos. Además, en analoǵıa con la parte electrodébil de la teoŕıa, de
la lagrangiana de interacción entre fermiones y bosones de norma, aparecen los acoplamientos
entre quarks y gluones. La lagrangiana total del SM toma la forma:

LME = LH + LYM + LY + LC + LQCD, (2.6)

donde LH es la lagrangiana de sector de Higgs, LYM es la lagrangiana correspondiente al sector
de Yang-Mills, LY es la llamada lagrangiana de Yukawa, LC es la lagrangiana de corrientes y
LQCD es la lagrangiana de QCD.

2.2. Dispersión Inelástica Profunda

Si un protón tiene un momento P los partones que lo conforman tendrán momento

xiP,

con 0 6 xi 6 1 y ∑
i

xi = 1.

Basándonos en este marco, la colisiones entre protones a altas enerǵıas permite la interacción
entre los partones que los forman, como producto de estas interacciones podemos tener nuevas
part́ıculas en el estado final. Estos procesos de colisiones entre part́ıculas también se conocen
como procesos de dispersión; hay dos tipos de dispersión:

Dispersión elástica. Las part́ıculas entrantes y las part́ıculas salientes son las mismas
(e+ + e− → e+ + e−).

Dispersión inelástica. Es cuando las part́ıculas del estado inicial no coinciden con las
part́ıculas del estado final (e+ + e− → µ+ + µ−).

En 1969 Bjorken dedujo de que las secciones eficaces para procesos de dispersión inelástica
dependen de manera importante de la enerǵıa y del momento transferido. Los primeros expe-
rimentos de dispersión inelástica profunda se haćıan con electrones y nucleones, cabe señalar
que en este tipo de experimentos son mejor controlados ya que el electrón es considerado como
una part́ıcula sin estructura y que además no tiene interacciones de color.
En los aceleradores de part́ıculas como el LHC se realizan colisiones entre dos haces de
protones a velocidades relativistas, de acuerdo con el Modelo de Partones, los constituyentes
de un protón A pueden interactuar los constituyentes de un protón B, dando lugar a procesos
de dispersión inelástica con nuevas part́ıculas en el estado final. Si nos fijamos en un proceso
en particular podemos predecir el número de estos eventos que se generarán cuando se realicen
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las colisiones entre los dos haces de protones.
Una colisión se dice que es inelástica profunda cuando el proyectil lanzado al blanco es lo
suficientemente energético para que la longitud de onda del proyectil sea mucho menor que
la del blanco, de esta forma el proyectil entra en el blanco, mientras más energético sea el
proyectil más profundo entrará en el blanco.

2.3. Sección eficaz hadrónica

Una cantidad relevante en f́ısica de part́ıculas es la sección eficaz σ, ya que al multiplicarla
por la luminosidad L, obtiene el número de eventos por segundo Nseg

Nseg = σL. (2.7)

La sección eficaz en Teoŕıa Cuántica de Campos está relacionada con la matriz-S, la cual nos
describe la evolución de un sistema de part́ıculas en un estado inicial a su estado final. La
sección eficaz se calcula utilizando las reglas de Feynman de la teoŕıa. Una nueva teoŕıa puede
predecir la existencia de nuevas part́ıculas que pueden ser detectadas en el LHC. Una forma
de visualizar procesos con dos protones en el estado inicial y dos part́ıculas en el estado final
es la de la Figura 2.1:

l+

l−

qi

q̄j

A

B

γ

Figura 2.1: Colisión de dos protones.

En esta figura qi, q̄j son los quarks provenientes de los protones A, B respectivamente y
l+, l̄ son dos leptones cargados. Este proceso es conocido como proceso de Drell-Yan [36].

La sección eficaz es la integral de la sección eficaz partónica multiplicada por las fun-
ciones de distribución partónica (PDFs) correspondientes:

σ(p+ p→ l+ + l−) =
∑
qi,qj

∫
dxidxjFqi(x)Fqj (x̄)σ̂(qi + qj → l+ + l−). (2.8)

Para poder realizar la integral es conveniente hacer un cambio de variables, ya que normalmente
la sección eficaz partónica se escribe en función de las variables de Mandelstam. Las nuevas
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variables también son invariantes de Lorentz. Denotamos a la masa invariante de los partones
como √

ŝ =
√
ŝτ (2.9)

el momento longitudinal lo definimos

p = x

√
s

2
(2.10)

donde s es una de las variables de Mandelstam hadrónicas. Se definen a las variables cinemáticas
xa y xb como

xa =
1

2
[(x2 + 4τ)

1
2 + x] (2.11)

xb =
1

2
[(x2 + 4τ)

1
2 − x] (2.12)

estas variables satisfacen las igualdades

xaxb = τ, (2.13)

xa − xb = x. (2.14)

2.4. Funciones de Distribución Partónica

En la red existen varios grupos de investigación que trabajan en la obtención de las funciones
de distribución partónica [37–42]. Para obtener estas funciones se hace un análisis global de
datos obtenidos de experimentos de dispersión inelástica. Los resultados de estos grupos de
investigación no difieren significativamente entre ellos. Este tipo de análisis es muy complicado
y las funciones obtenidas dependen de varios parámetros. Por ejemplo el grupo MSTW 2008 [42]
utiliza la parametrización que se muestra en la Figura 2.2.

Figura 2.2: Parametrización de las PDFs propuesta por MSTW.

En este caso tenemos 30 parámetros libres incluyendo a la αs. A continuación en la Figu-
ra 2.3 se muestran dos gráficas que se obtienen a partir de esta parametrización.

Vemos que al aumentar el valor de la Q2 también aumenta el valor de las PDFs del mar de
quarks. El valor de la PDF para gluones domina en ambos casos y se divide entre diez para
visualizar a todas las PDFs.
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Figura 2.3: Gráficas de las PDFs de MSTW 2008 con Q2 = 10 GeV2 y Q2 = 104 GeV2 [42].

Con la exposición de este caṕıtulo hemos completado al conjunto de técnicas que se
utilizan para el cálculo de secciones eficaces y decaimientos de part́ıculas dentro Modelo
Estándar. Como el Modelo Estándar no puede explicar algunos fenómenos que se dan en la
naturaleza se propone una extensión de este modelo, añadiendo un doblete extra en el sector
de Higgs. En el siguiente caṕıtulo se muestra la forma de extender al Modelo Estándar y las
consecuencias de proponer esta extensión, entre las que se encuentra la aparición de un bosón
de Higgs cargado.
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Caṕıtulo 3

Modelo de Dos Dobletes de Higgs
Tipo III

A pesar de que el Modelo Estándar ha tenido mucho éxito describiendo la fenomenoloǵıa de
part́ıculas elementales no hay razón fundamental para asumir que el sector de Higgs debe de ser
mı́nimo (teniendo un solo doblete de Higgs). Consideremos la siguiente extension más simple
compatible con la invariancia de norma que es el Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM),
que consiste en adicionar un segundo doblete de Higgs, con los mismos números cuánticos que
el primero.
Consecuencias de la introducción de un segundo doblete de Higgs:

Permite inducir violación impĺıcita de conjugación de carga y paridad (ECPV, por sus
siglas en inglés).

Aparece nueva fenomenoloǵıa: bosones de Higgs cargados, FCNC.

Dos dobletes de Higgs son necesarios en un modelo supersimétrico y el llamado 2HDM tipo
II, tiene el mismo acoplamiento de Yukawa con el modelo mı́nimo estándar supersimétrico.

El modelo supersimétrico, SUSY , con dos dobletes de Higgs puede proveer soluciones
para algunos problemas del Modelo Estándar, como la masa de Higgs a muy altas escalas;
la jerarqúıa de la escala de Planck y la electrodébil; la jerarqúıa de la masa en la familia
fermiónica, la existencia de masa de neutrinos y oscilación de neutrinos.

El modelo de un doblete de Higgs consiste de un campo φ asignado a un doblete de SU(2)L,
con hipercarga asociada Y = 1 de la forma:

φ =

(
φ+

φ0

)
=

1√
2

(
φ1 + iφ2

φ3 + iφ4

)
, (3.1)

donde φ1, φ2, φ3, φ4 son campos escalares reales. Aśı, el potencial de Higgs es invariante bajo
la transformación de norma

φ(x)→ φ′(x) = ei
~α·~τ
2 φ(x), (3.2)
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donde ~τ está formado por las matrices de Pauli y ~α es una función espacio-temporal. El mı́nimo
del potencial de Higgs, V (φ) para −µ2, es:〈

0 | φ†φ | 0
〉

=
〈
φ†φ
〉

0
=

v2

√
2
, con v ≡

√
µ2

λ
. (3.3)

En función de los campos reales el término φ†φ tiene la forma:

φ†φ =
1

2

(
φ2

1 + φ2
2 + φ2

3 + φ2
4

)
=

v2

√
2
. (3.4)

Existe un número infinito de estados posibles de vaćıo, los cuales corresponden al número
infinito de valores para los campos reales que satisfacen la relación dada en la ecuación (3.3).
Al elegir una dirección particular en el espacio de isosṕın, φ3 = v, φ1 = φ2 = φ4 = 0, el valor
de expectación en el vaćıo de φ toma la forma:

〈φ〉0 =
1√
2

(
0
v

)
, (3.5)

El potencial de Higgs del 2HDM consiste en una generalización del modelo del potencial de
Higgs con un doblete, aqúı se introducen dos dobletes φ1, φ2 de SU(2)Y , con hipercarga Y = ±1.

3.1. Potencial de Higgs en el 2HDM

Introduciendo un nuevo doblete de Higgs que es la réplica del primero, el sector de Higgs
incluye dos dobletes de Higgs con los mismos números cuánticos,

φ1 =

(
φ+

1

φ0
1

)
, φ2 =

(
φ+

2

φ0
2

)
, (3.6)

con hipercarga Y = 1. Después del rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil, ambos
dobletes pueden adquirir un Valor Esperado en el Vaćıo (VEV) de [15]

〈φ1〉 =
v1√

2
, 〈φ2〉 =

v2√
2
eiθ, (3.7)

donde v1 y v1 son reales; es más conveniente parametrizar el doblete de la siguiente forma

φ1 =

(
φ+

1
v1+φ1+iχ1√

2

)
, φ2 =

(
φ+

2
v2eiξ+φ2+iχ2√

2

)
. (3.8)

Con los 2 dobletes escritos como

φ1 =

(
φ+

1
φ01R+iφ01I√

2

)
, φ2 =

(
φ+

2
φ02R+iφ02I√

2

)
, (3.9)

φ0
1R,φ0

1I ,φ
0
2R,φ0

2I son los campos escalares reales de los campos escalares neutros φ0
1 y φ0

2.
Los campos escalares complejos cargados son:

φ+
1 = φ+

1R + iφ+
1I , φ+

2 = φ+
2R + iφ+

2I , (3.10)
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en el cual φ+
1R, φ+

1I , φ
+
2R, φ+

2I son sus componentes siendo campos escalares reales. En este
caso φ+ = φ1 + iφ2, φ− = φ1 − iφ2, donde φ1 y φ2 son campos escalares reales, por lo que
(φ+)∗ = φ−. Aśı entonces sus correspondientes adjuntos son:

φ†1 =

(
φ−1 ,

φ0
1R − iφ0

1I√
2

)
, φ†2 =

(
φ−2 ,

φ0
2R − iφ0

2I√
2

)
. (3.11)

Por lo tanto

φ†1φ1 = φ−1 φ
+
1 +

1

2

(
(φ0

1R)2 + (φ0
1I)

2
)
, (3.12)

φ†2φ2 = φ−2 φ
+
2 +

1

2

(
(φ0

2R)2 + (φ0
2I)

2
)
, (3.13)

φ†1φ2 = φ−1 φ
+
2 +

1

2

[
(φ0

1Rφ
0
2R + φ0

1Iφ
0
2I) + i(φ0

1Rφ
0
2I − φ0

1Iφ
0
2R)
]
, (3.14)

φ†2φ1 = φ−2 φ
+
1 +

1

2

[
(φ0

1Rφ
0
2R + φ0

1Iφ
0
2I)− i(φ0

1Rφ
0
2I − φ0

1Iφ
0
2R)
]
. (3.15)

Ahora, examinaremos la parte del potencial que se acopla al doblete de Higgs. Antes de escribir
la forma más general del potencial de Higgs renormalizado compatible con la invariancia de
norma, consideremos los siguientes operadores invariantes de norma y escribamos todos los
posibles hermı́ticos bilineales e interacciones cuárticas compatibles con la invarianza de norma:
El potencial de Higgs renormalizable para el modelo de dos dobletes complejos compatible con
invarianza de norma, es escrito introduciendo una base de operadores invariantes de norma
hermitianos dados por:

Â = φ†1φ1, (3.16)

B̂ = φ†2φ2, (3.17)

Ĉ =
1

2

(
φ†1φ2 + φ†2φ1

)
= Re(φ†1φ2), (3.18)

D̂ = − i
2

(
φ†1φ2 − φ†2φ1

)
= Im(φ†1φ2). (3.19)

El potencial de Higgs más general renormalizable, i.e. cuártico, se puede escribir como:

V (φ1, φ2) = m2
11

(
φ†1φ1

)
+m2

22

(
φ†2φ2

)
−
[
m2

12

(
φ†1φ2

)
+ h.c.

]
(3.20)

+
λ1

2

(
φ†1φ1

)2
+
λ2

2

(
φ†2φ2

)2
+ λ3

(
φ†1φ1

)(
φ†2φ2

)
+ λ4

(
φ†1φ2

)(
φ†2φ1

)
+

{
λ5

2

(
φ†1φ2

)2
+
[
λ6

(
φ†1φ1

)
+ λ7

(
φ†2φ2

)](
φ†1φ2

)
+ h.c.

}
,

donde h.c. significa el hermı́tico conjugado. Los parámetros m2
11,m

2
22, λ1, λ2, λ3, λ4 son reales.

En general m2
12, (m

2
12)∗, λ5, λ

∗
5, λ6, λ

∗
6, λ7, λ

∗
7 son complejos. Entonces el potencial de Higgs en

la ecuación (3.20) depende de 6 parámetros reales y 4 parámetros complejos, es decir, un
total de 14 grados de libertad. Sin embargo, la libertad para redefinir la base significa que en
realidad sólo once grados de libertad son f́ısicos [15].

Este potencial de Higgs tiene las siguientes propiedades:
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1. Es renormalizable.

2. Es hermı́tico V † = V .

3. Permite violación expĺıcita de CP y sólo conserva CP expĺıcitamente, cuando
m12, λ5, λ6, λ7 son reales, esto es µ4, λ

′
8, λ

′
9, λ

′
10 = 0.

4. Si λ6 = λ7 = m2
12 = 0, entonces V es invariante ante transformaciones φ1 → φ1, φ2 → −φ2

o φ2 → φ2, φ1 → −φ1, esto es V es simétrico bajo el grupo Z2 [43].

Cuando imponemos la simetŕıa Z2 y la conservación de CP, el potencial adquiere la forma

V (φ1, φ2) = m2
11

(
φ†1φ1

)
+m2

22

(
φ†2φ2

)
+
λ1

2

(
φ†1φ1

)2
+
λ2

2

(
φ†2φ2

)2

+λ3

(
φ†1φ1

)(
φ†2φ2

)
+ λ4

(
φ†1φ2

)(
φ†2φ1

)
+

[
λ5

2

(
φ†1φ2

)2
+ h.c.

]
. (3.21)

Para el potencial, las masas y eigenestados de Higgs están definidos en términos de los paráme-
tros µi y λi, consecuentemente dependen de la elección del potencial. Ahora, considerando el
caso de conservación de CP para el VEV, en el caso del sector de Higgs obtendremos dos
escalares de CP par (H0, h0), un escalar con CP impar (A0), dos bosones de Higgs cargados
(H+, H− y los bosones de Goldstone (G+, G−, G0) correspondientes a (W+, W−, Z0), res-
pectivamente. Los eigenestados de masa son obtenidos de la definición de los eigenestados de
norma en (3.8), de las siguientes transformaciones:(

G+

H+

)
=

(
φ+

1

φ+
2

)(
cosβ sinβ
− sinβ cosβ

)
, (3.22)

(
H0

h0

)
=

(
h+

1

h+
2

)(
cosα sinα
− sinα cosα

)
, (3.23)

(
G0

A0

)
=

(
g+

1

g+
2

)(
cosβ sinβ
− sinβ cosβ

)
, (3.24)

donde

(φ1R, φ1I)
T → φ1R + iφ1I ≡ φ+

1 , (φ2R, φ2I)
T ≡ φ+

2 , sinβ =
v2√
v2

1 + v2
2

,

(G1, G2)T → G1 + iG2 ≡ G+, (H1, H2)T ≡ H+, cosβ =
v1√
v2

1 + v2
2

.

Las masas de los bosones de Higgs y el ángulo de mezcla α son:

M2
H+ = µ2

22 +
1

2
λ3v

2
1, (3.25)

tan 2α =
λ6v

2
1

(2λ1 − λ+) v2
1 + µ2

2

, λ+ ≡
1

2
(λ3 + λ5, ) , (3.26)
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m2
H0,h0 =

(
λ1 +

1

2
λ+

)
v2

1 −
1

2
µ2

2 ±
√[(

λ1 −
1

2
λ+

)
v2

1 +
1

2
µ2

2

]2

+

(
1

2
λ6v2

1

)2

. (3.27)

El primer valor corresponde a un bosón tipo Goldstone neutro y el segundo está asociado con
el bosón de Higgs neutro pseudoescalar,

MG0 = 0, mA0 = −µ2
22 +

1

2
(λ4 + λ4) v2

1. (3.28)

3.2. Lagrangiana de Yukawa para el 2HDM-III

La lagrangiana de Yukawa contiene a los acoplamientos y vértices de los fermiones con
los bosones de Higgs, dependiendo del modelo del potencial de Higgs se obtendrá diferente
fenómenoloǵıa.

Modelo uiR diR liR
Modelos con conservación del sabor

I Φ2 Φ2 Φ2

II Φ2 Φ1 Φ1

Lepton-specific Φ2 Φ2 Φ1

Flipped Φ2 Φ1 Φ2

Modelo con violación de sabor

III Φ1,Φ2 Φ1,Φ2 Φ1,Φ2

Tabla 3.1: Clasificación de los 2HDM de acuerdo a los acoplamientos de los dobletes de Higgs en el
sector de Yukawa.

Algunos modelos como el 2HDM-I o el 2HDM-II presentan conservación de sabor, mientras
que el modelo que trabajaremos 2HDM-III permite la presencia de interacciones escalares con
cambio de sabor. Experimentalmente los procesos con cambio de sabor están muy suprimidos,
pero, con la implementación de texturas espećıficas en el sector de Yukawa es posible tener
procesos con cambio de sabor compatibles con las cotas experimentales obtenidas en los acele-
radores de part́ıculas.
Para de derivar de manera expĺıcita las interacciones de los bosones de Higgs cargado, siguiendo
la definición del 2HDM-III dada en la Tabla 3.1, escribimos la lagrangiana de Yukawa en la
siguiente forma

LY = −
(
Y u

1,2Q̄LΦ̃1,2uR + Y d
1,2Q̄LΦ1,2dR + Y l

1,2L̄LΦ1,2lR

)
, (3.29)

donde Φ1,2 = (φ+
1,2, φ

0
1,2)T son los dobletes de Higgs, Φ̃1,2 = iσ2Φ∗1,2, QL denota a los dobletes

izquierdos, uR , dR y lR son los singletes derechos, Y u,d,l
1,2 denota a las matrices de Yukawa.

Después del rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil (SSB por sus siglas en inglés),
es posible calcular las matrices de masa dadas por la expresión

Mf =
1√
2

(v1Y
f

1 + v2Y
f

2 ), f = u, d, l. (3.30)
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Si suponemos que ambas matrices Y f
1 y Y f

2 son hermitianas y que además presentan una
textura de cuatro ceros, podemos escribir a las matrices de masa fermiónicas en la forma

Mf =

 0 Cf 0

C∗f B̃f Bf
0 B∗f Af

 . (3.31)

Para diagonalizar esta matriz y obtener la masa de los fermiones, utilizamos a las matrices
unitarias VL,R :

M̄f = V †fLMfVfR. (3.32)

El hecho de que Mf sea hermitiana, implica directamente que VfL = VfR y los eigenestados de
masa para los fermiones están dados por

u = V †uu
′, d = V †d d

′, l = V †l l
′. (3.33)

Al diagonalizar a Mf , reescribimos a la ecuación (3.30) como

M̄f =
1√
2

(v1Ỹ
f

1 + v2Ỹ
f

2 ), (3.34)

donde Ỹ f
i = V †fLY

f
i VfR. Siguiendo el análisis hecho en [44] podemos dar una aproximación

para el producto VqY
q
nV
†
q , expresando a la matriz Ỹ q

n , en la forma[
Ỹ q
n

]
ij

=

√
mqimqj

v
[χ̃qn]ij , (3.35)

donde las χ’s son parámetros adimensionales del modelo que provienen de la elección de una
textura espećıfica. Con este tipo de parametrización, podemos obtener una expresión para la
lagrangiana de Yukawa de los bosones de Higgs cargados [45]:

LqiqjH+
= − g

2
√

2mW

3∑
l=1

ūi

[
Vil

(
Xmdlδlj −

f(X)χ̃dlj
√
mdlmdj√

2

)
(1 + γ5)

+

(
Y muiδil −

f(Y )χ̃uil
√
muimul√
2

)
Vlj(1− γ5)

]
djH

+. (3.36)

3.3. Acoplamientos

En la sección anterior vimos que la lagrangiana que contiene los acoplamientos entre los
quarks y el bosón de Higgs cargado es

LqiqjH+
= − g

2
√

2mW

3∑
l=1

ūi

[
Vil

(
Xmdlδlj −

f(X)χ̃dlj
√
mdlmdj√

2

)
(1 + γ5)

+

(
Y muiδil −

f(Y )χ̃uil
√
muimul√
2

)
Vlj(1− γ5)

]
djH

+. (3.37)
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De esta lagrangiana podemos obtener de manera expĺıcita la forma de los acoplamientos entre
el bosón de Higgs y los quarks. Expresaremos a los acoplamientos de manera compacta, para
eso definiremos a los escalares a y b. A continuación mostraremos la expresión de los escalares
a y b para el acoplamiento gcbH+ del bosón de Higgs cargado con los quarks charm y bottom:

gcbH+ = − ge
2
√

2mw

[
V21

(
f(X)χ̃d13

√
md1md3√
2

)
(1 + γ5)

−V22

(
f(X)χ̃d23

√
md2md3√
2

)
(1 + γ5) + V23

(
Xmd3 −

f(X)χ̃d33

√
m2
d3√

2

)
(1 + γ5)

+V13

(
f(Y )χ̃u21

√
mu1mu2√
2

)
(1− γ5) + V23

(
Y mu2 −

f(Y )χ̃u22
√
m2
u2√

2

)
(1− γ5)

−V33

(
f(Y )χ̃u23

√
mu2mu3√
2

)
(1− γ5)

]
.

Factorizamos 1 + γ5 en los primeros tres términos y 1− γ5 en los tres restantes:

gcbH+ = − ge

2
√

2mw

[[
V21

(
f(X)χ̃d13

√
md1md3√

2

)

−V22

(
f(X)χ̃d23

√
md2md3√

2

)
+ V23

Xmd3 −
f(X)χ̃d33

√
m2
d3√

2

](1 + γ5)

+

[
V13

(
f(Y )χ̃u21

√
mu1mu2√

2

)
+ V23

(
Y mu2 −

f(Y )χ̃u22

√
m2
u2√

2

)

−V33

(
f(Y )χ̃u23

√
mu2mu3√

2

)]
(1− γ5)

]
. (3.38)

De la expresión anterior identificamos a los escalares a y b:

a = V21

(
f(X)χ̃d13

√
md1md3√

2

)
−V22

(
f(X)χ̃d23

√
md2md3√

2

)
+V23

Xmd3 −
f(X)χ̃d33

√
m2
d3√

2

 ,

(3.39)

b = V13

(
f(Y )χ̃u21

√
mu1mu2√

2

)
+ V23

(
Y mu2 −

f(Y )χ̃u22

√
m2
u2√

2

)
− V33

(
f(Y )χ̃u23

√
mu2mu3√

2

)
.

(3.40)
La función f(x) se define como

f(x) =
√

1 + x2, x = X,Y, (3.41)

Vij son las entradas de la matriz VCKM y χ̃u,dson matrices de 3 x 3 relacionadas con el cambio
de sabor cuyos valores expĺıcitos se darán mas adelante. Los valores de X e Y están dados en
la Tabla siguiente.
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2HDM-III X Y Z

del tipo 2HDM-I −cotβ cotβ −cotβ
del tipo 2HDM-II tanβ cotβ tanβ
del tipo 2HDM-X −cotβ cotβ tanβ
del tipo 2HDM-Y tanβ cotβ cotβ

Tabla 3.2: Valores de X e Y para el 2HDM-III [45].

En la Tabla 3.2 vemos que las variables X e Y son las mismas para los modelos tipo-III
del tipo Y y del tipo II, de igual forma X e Y son iguales para los modelos del tipo I y del tipo X.

En este caṕıtulo hemos estudiado al 2HDM-III y sus caracteŕısticas, vemos que como
consecuencia de agregar otro doblete de Higgs aparecen nuevas part́ıculas, una de ellas un
bosón de Higgs cargado. El bosón de Higgs cargado H+ puede acoplarse con quarks que no son
de la misma familia dando lugar a procesos con cambio de sabor. En las siguientes secciones
nos enfocaremos en los procesos de producción del bosón de Higgs cargado calculando las
secciones eficaces de estos procesos.
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Caṕıtulo 4

Producción de bosones de Higgs
cargados en colisiones protón-protón

El Modelo de Estándar establece que el protón está formado por quarks y gluones, que a
enerǵıas muy altas se comportan como part́ıculas libres. En el LHC (Large Hadron Collider)
las colisiones entre protones se dan a enerǵıas muy altas, siendo posible la interacción entre
los constituyentes de los protones. Como resultado de las interacciones entre quarks y gluones
aparecen nuevas part́ıculas en el estado final, estos procesos se conoce como producción de
part́ıculas. Nos concentraremos en procesos que contengan bosones de Higgs cargados en su
estado final.

4.1. Procesos con bosones H+ en su estado final

Los procesos a nivel árbol que contienen a un bosón de Higgs cargado en su estado final
son los siguientes:

q + q → H+

q + q → H+ +H−

q + q → H+ +W−

q + q → H+ + ϕ0

q + q → H+ + Z0

q + q → H+ + γ

q + q → H+ + g

q + g → H+ + q,

ϕ0 = h0, H0, A0 y la g denota al gluón.
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4.1. PROCESOS CON BOSONES H+ EN SU ESTADO FINAL

4.1.1. Producción directa

En la producción directa dos quarks se fusionan para producir a un solo bosón de Higgs
cargado en el estado final (q + q → H+), en la Figura 4.1 se muestra el diagrama de Feynman
correspondiente: Primero calcularemos la amplitud de este proceso, para esto necesitaremos el

u

3

d̄

2

1

H+

Figura 4.1: Diagrama de Feynman para la producción directa, q + q → H+.

acoplamiento de los quarks con el bosón H+ en el marco del 2HDM-III:

guidjH+ =
ig

2
√

2mW

[aij(1 + γ5) + bij(1− γ5)],

donde aij , bij ∈ R, dependen de las masas de los quarks y de los parámetros del modelo1;
i, j = 1, 2, 3. La expresión para la amplitud es

−iM = v̄j(p2)

[
ig

2
√

2mW

[aij(1 + γ5) + bij(1− γ5)]

]
ui(p1). (4.1)

Con esta amplitud podemos calcular |M|2, la amplitud cuadrada promedio, en este caso pro-
mediamos sobre el esṕın y sobre el número de color:

|M|2 =

(
g

2
√

6mW

)2

2[(a2
ij + b2ij)(p1 · p2)− 2abmuimdj ]. (4.2)

Debido a que el momento se conserva, se cumple la relación (p1 + p2)2 = p2
3 = m2

H+ , de la cual
podemos obtener una expresión para el producto punto en términos de las masas

p1 · p2 =
m2
H+ − (m2

ui +m2
dj

)

2
.

Sustituimos este resultado en la ecuación (4.2) y obtenemos

|M|2 =

(
g

2
√

6mW

)2

m2
H+(a2

ij + b2ij)

[
1−

(a2
ij + b2ij)(m

2
ui +m2

dj
) + 4abmuimdj

(a2
ij + b2ij)m

2
H+

]
. (4.3)

1Escribiremos la forma expĺıcita de los números reales a y b en el caṕıtulo siguiente.
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CAPÍTULO 4. PRODUCCIÓN DE BOSONES DE HIGGS CARGADOS EN
COLISIONES PROTÓN-PROTÓN
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La ecuación de la sección eficaz para el subproceso que estamos estudiando es

σ(qq → H+) =
π

ŝ
|M|2δ(ŝ−m2

H+), (4.4)

donde ŝ es una de las variables de Mandelstam partónicas, el sombrero es para distinguirla
de la variable de Mandelstam hadrónica s. Por último sustituimos la amplitud cuadrada y
contraemos la delta de Dirac, para obtener

σ̂(qi + qj → H+) =

(
g

2
√

6mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2
ij + b2ij) (4.5)

×
[

1−
(a2
ij + b2ij)(m

2
ui +m2

dj
) + 4aijbijmuimdj

(a2
ij + b2ij)m

2
H+

]
δ(ŝ−m2

H+).

4.2. Producción asociada

Se analizarán los subprocesos de la forma q+q → H+x. En este tipo de procesos el bosón de
Higgs cargado aparece en el estado final acompañado de otra part́ıcula, es importante estudiar
este tipo de procesos para comparar las secciones eficaces con la sección eficaz de la producción
directa. Además podemos tener una idea acerca de los procesos que son más fáciles de detectar
en el LHC, dependiendo de la part́ıcula que acompañe al bosón de Higgs cargado en el estado
final. Algunos acoplamientos que se utilizarán son tipo Modelo Estándar, también tendremos
acoplamientos del H+ con otras part́ıculas [46].

4.2.1. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ +W−

Los diagramas para este proceso son

q̄j

qi

H+

ϕ0

W−

Figura 4.2: Diagrama de Feynman para q + q̄ → H+ +W−, en el canal-s.
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ūj W−

dk

ui H+

d̄j H+

uk

di W−

Figura 4.3: Diagramas de Feynman para q + q̄ → H+ +W−, en el canal-t.

En este caso mostramos como calcular secciones eficaces para canales espećıficos, sin consi-
derar la interferencia que estos canales pudieran tener. Primero calcularemos la sección eficaz
del canal-s, para ambos tipos de quarks, correspondiente al diagrama de la Figura 4.2 . La
amplitud la escribimos como

−iM = ε∗µ(p4)
(gw

2
sen(α− β)(p3 − q)µ

)
(1)

[
i

q2 −m2
H0

]
v̄(p2)

[ −g
2mW

(cij − dij)
]
u(p1). (4.6)

Hemos etiquetado a p1, p2 como el momento de los quarks entrantes, p3 es el momento del
Higgs cargado y p4 es el momento del W−. Los quarks que entran deben de ser del mismo
tipo, ambos tipo up o ambos tipo down, para que la carga eléctrica se conserve. Los escalares
cij , dij ∈ R dependen de las masas de los quarks y de los parámetros del modelo. En el ĺımite
ultra-relativistam2

ui → 0,m2
dj
→ 0 ymuimdj → 0, escribimos la amplitud cuadrada en términos

de las variables de Mandelstam,

|M|2 =

(
g2

4mW
(cij − dij)

)2
(

sen(α− β)

ŝ−m2
H0

)2 [
(ŝ+ t̂+ û−m2

H+ − 3m2
w)

4m2
w

2

− 2m2
H+ − t̂− û

2

]
ŝ

2
,

(4.7)
la relación ŝ+ t̂+ û = m2

H +m2
w nos permite escribir

|M|2 =

(
g2

4mW
(cij − dij)

)2
(

sen(α− β)

ŝ−m2
H0

)2(
ŝ

2

)[
m2
H+

]
. (4.8)

Para colisiones simétricas respecto al centro de masa, la ecuación de la sección eficaz adquiere
la forma

dσ

dΩCM
=
|M|2
64π2ŝ

. (4.9)

Sustituimos |M|2 para obtener finalmente

σ̂H0(qq → H+W−) =

(
g2

4mW
(cij − dij)

)2(
1

16π

)(
sen(α− β)

ŝ−m2
H0

)2 [
m2
H+

]
. (4.10)
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De forma análoga se calcula la sección eficaz considerando como propagadores a los bosones de
Higgs h0 y A0, obtenemos

σ̂h0(qq → H+W−) =

(
g2

4mW
(eij − fij)

)2(
1

16π

)(
cos(α− β)

ŝ−m2
h0

)2 [
m2
H+

]
, (4.11)

σ̂A0(qq → H+W−) =

(
g2

4mW
(gij − hij)

)2(
1

16π

)(
1

ŝ−m2
A0

)2 [
m2
H+

]
. (4.12)

Ahora calcularemos la sección eficaz para el diagrama del canal-t de la Figura 4.3. Calculamos

la amplitud y obtenemos

|M|2 =

(
g2Vij
8mW

)2
4aijbij

(t̂−m2
f )2

[
m2
f

(
2ŝ−m2

H+ +
t̂û

m2
W

)
+m2

W

(
ŝ−m2

H+ +
2t̂û

m2
W

)]
, (4.13)

entonces

dσ̂

dΩCM
=

(
g2Vij
8mW

)2
aijbij

16π2ŝ(t̂−m2
f )2

[
m2
f

(
2ŝ−m2

H+ +
t̂û

m2
W

)
+m2

W

(
ŝ−m2

H+ +
2t̂û

m2
W

)]
. (4.14)

4.2.2. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ +H−

Este proceso también es una producción de pares, es un proceso muy interesante por la
simetŕıa que presenta. Este proceso ha sido estudiado de forma detallada en [47].

q̄j

qi

H+

γ

H−

q̄j

qi

H+

ϕ0

H−

q̄j

qi

H+

Z0

H−

Figura 4.4: Diagramas de Feynman para q + q → H+ +H−, en el canal-s.
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q̄j H+

qk

qi H−

Figura 4.5: Diagramas de Feynman para q + q → H+ +H−, en el canal-t.

Podemos ver en la Figura 4.4 - 4.5, que son cinco los diagramas con un par de Higgs cargados
en el estado final, esto hace que el cálculo de la amplitud sea muy tedioso. Calculamos la sección
eficaz diferencial y obtenemos

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

1

4

×
[−32ab(m4

H − t̂û)

s1t1
D1D5 −

16cv(m
4
H − t̂û)

s1s2
D1D2 +

8abcv(m
2
H − 4m2

Z + t̂)(m4
H − t̂û)

m2
Zs2t1

D2D5

+
4ŝ

s3s4
D3D4 +

8mf ŝ(a
2 + b2)

s3t1
D3D5 +

8mf ŝ(a
2 + b2)

s4t1
D4D5 −

8(m4
H − t̂û)

s2
1

D2
1

− 8(c2
a + c2

v)(m
4
H − t̂û)

s2
2

D2
2

2ŝ

s2
3

D2
3 +

2ŝ

s2
4

D2
4 +

16(a4m2
f ŝ− 2a2b2(m4

H − t̂û) + b4m2
f ŝ)

t21
D2

5

]
.(4.15)

Para tener una expresión más reducida las constantes de cada una de las amplitudes se han
hecho igual a Di (i=1,2,3,4,5). El denominador de los propagadores se ha escrito sin sombrerito
para denotar el canal de producción involucrado y con un sub́ındice igual al de la correspon-
diente Di, esto para identificar al diagrama de Feynman que se está calculando.

4.2.3. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + Z0

Los tres diagramas de Feynman para este proceso se muestran en las Figura 4.6 - 4.7:

q̄j

qi

H+

H+

Z0

Figura 4.6: Diagramas de Feynman para q + q → H+ +H−, en el canal-s.
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d̄j Z0

dk

ui H+

d̄j H+

uk

ui Z0

Figura 4.7: Diagramas de Feynman para q + q → H+ +H−, en el canal-t.

Los acoplamientos del bosón de Higgs cargado con bosones de norma sin masa son muy
débiles, aunque el bosón Z0 tiene masa solo existe un vértice involucrando al bosón de Higgs
y al bosón Z0. Al calcular la sección eficaz diferencial obtenemos

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

1

4

(
ggz

2
√

2mW

)2

(4.16)

×
[2(2m4

Hm
2
Z −mH(2m2

Z(t̂+ û) + t̂û) + t̂û(m2
Z + t̂+ û))(a2(ca1 + cv1)(ca2 − cv2)

m2
Z t̂û

D2D3

+
b2(ca1 − cv1)(ca2 + cv2))

m2
Zt2u3D

−1
2 D−1

3

− (a2(ca1 + cv1)2 + b2(ca1 − cv1)2)(m2
H(2m4

Z − t2) + t̂(t̂(t̂+ û)−m2
Z(t̂+ 2û)))

m2
Zt

2
2D

−2
2

− (a2(ca2 − cv2)2 + b2(ca2 + cv2)2)(m2
H(2m4

Z − u2) + û(û(t̂+ û)−m2
Z(û+ 2t̂)))

m2
Zu

2
3

D2
3

]
.

Observamos que los denominadores contienen productos de la masa del Z0 con alguna de las
variables de Mandelstam, por lo que se espera que la sección diferencial sea pequeña.

4.2.4. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + ϕ0

En este proceso tendremos interacciones triples entre los nuevos bosones de Higgs, los diagra-
mas de Feynman correspondientes a este proceso se muestran en las Figuras 4.8 - 4.9. Primero
calcularemos la sección eficaz diferencial con el bosón H0 en el estado final, las correspondientes
para las part́ıculas h0 y A0 serán similares debido a sus acoplamientos

q̄j

qi

H+

H+

ϕ0

q̄j

qi

H+

W+

ϕ0

Figura 4.8: Diagramas de Feynman para q + q → H+ + ϕ0, en el canal-s.
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d̄j ϕ0

dk

ui H+

d̄j H+

uk

ui ϕ0

Figura 4.9: Diagramas de Feynman para q + q → H+ + ϕ0, en el canal-t.

La sección eficaz diferencial con el bosón H0 en el estado final es

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

×
[
(t̂û−m2

H0m
2
H+)(

4b

s2t3
D2D3 +

4a

s2u4
D2D4 +

4ab

t3u4
D3D4

+
(a2 + b2)

t23
D2

3 +
(a2 + b2)

u2
4

D2
4 +

4

s2
2

D2
2) +

(a2 + b2)

s2
1

D2
1

]
. (4.17)

La sección eficaz diferencial con el bosón h0 en el estado final es

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

×
[
(t̂û−m2

h0m
2
H+)(

4b

s2t3
D2D3 +

4a

s2u4
D2D4 +

4ab

t3u4
D3D4

+
(a2 + b2)

t23
D2

3 +
(a2 + b2)

u2
4

D2
4 +

4

s2
2

D2
2) +

(a2 + b2)

s2
1

D2
1

]
. (4.18)

La sección eficaz diferencial con el bosón A0 en el estado final es

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

×
[
(t̂û−m2

A0m
2
H+)(

4b

s2t3
D2D3 +

4a

s2u4
D2D4 +

4ab

t3u4
D3D4

+
(a2 + b2)

t23
D2

3 +
(a2 + b2)

u2
4

D2
4 +

4

s2
2

D2
2)
]
. (4.19)

En las tres secciones eficaces aparecen las masas de los nuevos bosones de Higgs lo cuál dismi-
nuye la capacidad predictiva acerca de este tipo de procesos, ya que estas masas son parámetros
libres de nuestro modelo

4.2.5. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + γ

A diferencia del bosón de Higgs del modelo estándar h0, el bosón de Higgs cargado inter-
actua con el fotón a nivel árbol, pero la intensidad de esta interacción es muy débil ya que el
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fotón no tiene masa. El diagrama del canal-s (Figura 4.10) es despreciable, prácticamente solo
contribuyen los diagramas (Figura 4.11) de los canales u y t,

q̄j

qi

H+

H+

γ

Figura 4.10: Diagramas de Feynman para q + q → H+ + γ, en el canal-s.

d̄j γ

dk

ui H+

d̄j H+

uk

ui γ

Figura 4.11: Diagramas de Feynman para q + q → H+ + γ, en los canales s y t.

dσ̂

dΩCM
=

|~p|
32π2ECM

1

2

(
ge

2
√

2mW

)2

(a2 + b2)

×
[ t̂û
t22
D2

2 +
t̂û

u2
3

D2
3

ŝû

s1u3
D1D2 −

ŝt̂

s1t2
D1D3 +

2(m2
H − t̂)(m2

H − û)

t2u3
D2D3

]
.(4.20)

4.2.6. Sección eficaz para el subproceso q + q → H+ + g

Como se tienen enerǵıas muy altas la interacción fuerte adquiere mucha importancia, es
de esperarse que este tipo de procesos sean los que contribuyan más a la sección eficaz, esto
debido principalmente al incremento de los valores de las funciones de distribución partónica
de los quarks masivos y de los gluones a escalas de enerǵıas muy altas, como las que estamos
asumiendo. Es importante señalar que la constante de acoplamiento αs, cambia su valor en
función de la escala de enerǵıa asociada con la Q2.
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d̄j g

dk

ui H+

d̄j H+

uk

ui g

Figura 4.12: Diagramas de Feynman para q + g → H+ + γ, en el canal-t.

Calculamos la sección eficaz del proceso q + q → H+ + g (Figura 4.12) y obtuvimos:

dσ̂

dΩCM
= 2

|~p|
32π2ECM

(
ggs

2
√

2mW

)2

×
[(a2 + b2)(m2

dŝ+ t̂û)

t21
D2

1 −
4(a2 + b2)(m2

H − t̂)(m2
H − û)− 2abmdmuŝ)

t1u2
D1D2

+
(a2 + b2)(m2

uŝ+ t̂û)

u2
2

D2
2

]
. (4.21)

4.2.7. Sección eficaz para el subproceso q + g → H+ + q

Este es el que domina sobre todos los anteriores ya que contiene a un gluón g en el estado
inicial. Las PDFs de los gluones son mayores a las de los quarks a altas y a bajas enerǵıas.
Para este proceso tendremos dos tipos de producción, uno con part́ıculas en el estado inicial
y otro con antipart́ıculas en el estado inicial. Es conveniente calcular las dos amplitudes para
compararlas

ui

g

H+

dj

ui

ui H+

d̄j

1 4

2 3

g dj

Figura 4.13: Diagramas de Feynman para el proceso u+ g → H+ + d.
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d̄i

g

H+

ūj

d̄i

d̄i H+

uj

1 4

2 3

g ūj

Figura 4.14: Diagramas de Feynman para el proceso d̄+ g → H+ + q̄.

Sección eficaz diferencial para el proceso u + g → H+ + d con los diagramas de Feynman
que se muestran en la Figura 4.13:

dσ̂

dΩCM
= 2

|~p|
32π2ECM

(
ggs

2
√

2mW

)2

(4.22)

×
[8(a2 + b2)(m4mdŝ+ (m2
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H − û) +mdt̂)

s1u2
D1D2

− 4(a2 + b2)(m2
ut̂+ ŝû)− 2abm4muŝ
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1

− 4(a2 + b2)(4m4md(m
2
H − û) +m2

dt̂+ ŝû)

u2
2D
−2
2

]
.

Sección eficaz diferencial para el proceso d̄ + g → H+ + q̄ con los diagramas de Feynman que
se muestran en la Figura 4.14:

dσ̂

dΩCM
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|~p|
32π2ECM

(
ggs

2
√

2mW

)2
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×
[8(a2 + b2)(m4muŝ− (m2
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s1u2
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2D
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2

]
.

Podemos ver que las diferencias son mı́nimas entre las dos expresiones. Estos procesos son
muy relevantes, ya que tienen a un gluón en su estado inicial; también es interesante porque
tendremos acoplamientos entre el H+ y un quark top.

En este caṕıtulo se calcularon las secciones diferenciales eficaces de la producción aso-
ciada de bosones de Higgs cargados y se calculó la sección eficaz para la producción directa,
en el marco del 2HDM-III. A continuación realizaremos el análisis numérico de la producción
directa del bosón de Higgs cargado utilizando un rango de parámetros permitido por la teoŕıa
y respetando las cotas experimentales que se han establecido.
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Caṕıtulo 5

Resultados

En el caṕıtulo anterior se calculó la sección eficaz para la producción directa. En este
caṕıtulo calcularemos la sección eficaz total hadrónica y estudiaremos los procesos con cambio
de sabor. El 2HDM tiene varios parámetros libres, por lo que fijaremos alguno parámetros,
para poder obtener valores de la sección eficaz hadrónica total.

5.1. Cambio de sabor y las matrices χ̃.

En el caṕıtulo anterior vimos que al tener dos dobletes automáticamente se tienen
también dos matrices de Yukawa. En el 2HDM-III las dos matrices no se pueden diagonalizar
simultáneamente quedando con valores diferentes de cero fuera de su respectiva diagonal. De
acuerdo a la forma de los acoplamientos estos valores fuera de la diagonal son los que permiten
el cambio de sabor de los quarks a nivel árbol. Aunque la probabilidad para la realización de
este tipo de procesos está muy restringida en el LHC, se espera que al mejorar los métodos de
detección y al aumentar la potencia del LHC seamos capaces de detectar estos procesos con
cambio de sabor.

Las matrices χ̃u,d tienen la siguiente forma

χ̃u,dij ≡

 χ̃u,d11 χ̃u,d12 χ̃u,d13

χ̃u,d21 χ̃u,d22 χ̃u,d23

χ̃u,d31 χ̃u,d32 χ̃u,d33

 . (5.1)

Los elementos fuera de las diagonales de las matrices χ̃q1,2 están relacionados con el cambio de
sabor, ya que aparecen en los acoplamientos entre los quarks de diferentes familias. Las cotas
para los valores fuera de la diagonal se muestran a continuación [48]:

−0.06 ≤ (χ̃dn)23 ≤ 0.3, −0.03 ≤ (χ̃un)23 ≤ 0.5, −0.1 ≤ (χ̃qn)23 ≤ 0.1,

donde n = 1, 2. Notamos que los intervalos para los valores de la entrada (χ̃qn)23 son los mismos
para las matrices χ̃qn. Los intervalos para los valores de las entradas de la diagonal de la matriz
χ̃q2 están dados en la Tabla 5.1.
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90 < mH+ < 500 tanβ = 2 tanβ = 6 tanβ = 15 tanβ = 30

(χ̃u2)11 [-3.92, 18] [0.22, 18] [1.58,18] [3.76, 18]
(χ̃u2)22 [-4.42, 17.72] [-1.50, 17.68] [0.50, 17.46] [2.84, 16.24]
(χ̃u2)33 [-0.84, 1.98] [-0.04, 1.68] [0.84, 1.46] [1.06, 7.2]
(χ̃d2)11 [-2.74, 18] [0.24, 18] [3.6,18] [5.78, 18]
(χ̃d2)22 [-2.66, 18.4] [0.82, 18.32] [2.3, 17] [4.7, 15.72]
(χ̃d2)33 [-7.68, 4.22] [-2.28, 2.44] [-0.45, 1.38] [0.02, 1.0]

Tabla 5.1: Valores para las diagonales de las matrices χ̃q
2 [48].

Para obtener los valores de la matriz χ̃u1 , sustituimos[
Ỹ u

1

]
ij

=

√
mqimqj

v
[χ̃u1 ]ij , (5.2)

[
Ỹ u

2

]
ij

=

√
mqimqj

v
[χ̃u2 ]ij (5.3)

en la ecuación

[Ỹ u
2 ] =

√
2

vsenβ
M̄u − cotβ[Ỹ u

1 ]ij . (5.4)

Obtenemos

[χ̃u1 ] =

√
2

mu
im

u
j

1

Cosβ
M̄u − tanβ[χ̃u2 ]ij . (5.5)

Nos interesamos en ver cómo cambia la sección eficaz al variar los valores de tanβ. Para esto
utilizamos los valores de las χ̃d2 que fueran comunes a los cuatro intervalos de tanβ. Tomamos
los valores mı́nimos de la matriz χ̃d2

χ̃d2 =

 5.78 −0.1 −0.11
−0.1 4.7 −0.06
−0.11 −0.06 0.02

 , (5.6)

entonces:

χ̃u1 =

 −2.05 0.1 0.1
0.1 −1.03 0.33
0.1 0.33 0.9

 . (5.7)

Estos son los valores que se utilizarán para calcular las secciones eficaces del 2HDM-III.

5.2. Sección eficaz total para el proceso p+ p→ H+ +X

La expresión para la sección eficaz hadrónica total para el proceso p+ p→ H+ +X es

σ(p+ p→ H+ +X) =
∑
qi,qj

∫
dxidxjFqi(x)Fqj (x̄)σ̂(qi + qj → H+) (5.8)
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donde σ̂ es la sección eficaz partónica y son las funciones de estructura de los partones que
interactuan. En la sección anterior calculamos la sección eficaz para la producción directa:

σ̂(qi + qj → H+) =

(
g

2
√

6mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2
ij + b2ij) (5.9)

×
[

1−
(a2
ij + b2ij)(m

2
ui +m2

dj
) + 4aijbijmuimdj

(a2
ij + b2ij)m

2
H+

]
δ(ŝ−m2

H+).

La cantidad entre corchetes es aproximadamente igual a uno ya que las masas de los quarks
son muy pequeñas comparadas con la del bosón de Higgs cargado

σ̂(qq → H+) =

(
g

2
√

2mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2
ij + b2ij)δ(ŝ−m2

H+). (5.10)

Las propiedades delta nos sirven para realizar una de las integrales de forma rápida. también
hacemos un cambio de variables, para obtener finalmente.

σ =
∑
qi,qj

π

12s
(a2
ij + b2ij)

1∫
τ

dx

x
[faqi(x,Q

2)f bq̄j (x,Q
2) + faq̄i(x,Q

2)f bqj (x,Q
2)]. (5.11)

5.3. Las Funciones de Distribución Partónica CT14

Para los cálculos realizados se utilizaron las PDFs dadas por CT14 [41]. El grupo de pa-
rametrizaciones CT14 es la actualización del grupo anterior CT10 [49], CT10 se basa en el
análisis de una gran cantidad de datos obtenidos en experimentos realizados con blancos fijos
llevados a cabo en los aceleradores HERA y TEVATRON. La actualización CT14 incluye datos
de LHC Run I, aśı como datos de HERA y TEVATRON. En la Figura 5.1 podemos ver al set
de PDF’s incluidas en CT14.
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Figura 5.1: Set de Funciones de Distribución Partónica CT14 [41] en código FORTRAN.
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5.4. Integración numérica

Para realizar la integral numérica de la convolución de las funciones de estructura con
la sección eficaz, ecuación 5.11, es necesario utilizar algún programa de cómputo. El código
utilizado para la integración numérica se escribió en el lenguaje de programación FORTRAN
[18]. En la escritura del programa se actualizaron todos los parámetros del Modelo Estándar
que se han medido hasta esta fecha, se tomaron los valores dados por el PDG-2017 [24] . Al
realizar los cálculos se dejó como para parámetro libre a la masa del H+, para saber como
vaŕıa la sección eficaz respecto a esta. Es importante señalar que la masa del bosón de Higgs
cargado es un parámetro libre del modelo, pero debido a resultados fenomenológicos, se tiene
que mH+ > 80 GeV con un 95 % N.C. [50]. La variación de la masa del Higgs se hizo de
80 GeV a 1000 GeV con un intervalo de variación de 20 GeV. Los valores de la integración
se almacenaron en un archivo de datos, después estos valores se graficaron con el programa
GnuPlot [51].

5.5. Resultados

Los programas realizados en FORTRAN calculan la sección eficaz hadrónica para un solo
proceso, en este caso tenemos seis combinaciones de quarks que producen a un bosón de Higgs
cargado, ya que se permite el cambio de sabor en nuestro modelo los quarks up y charm con los
tres quarks del tipo down. El programa de FORTRAN genera datos con los que construimos
la tabla de la Figura 5.2, variando la masa del H+ con tanβ = 2. Obtenemos la sigma total
sumando los valores de las columnas de los seis procesos; este procedimiento se repite para los
valores de tanβ = 6, 15, 30.

45
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Figura 5.2: Resultados de la sección eficaz hadrónica total para tanβ = 2.
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Una vez que obtuvimos los valores sección eficaz hadrónica total graficamos los datos uti-
lizando el programa GnuPlot:

Figura 5.3: Gráfica de σ(p+ p→ H+ +X), con tanβ = 2, en el 2HDM-III.

Vemos que el valor más alto se obtiene si consideramos al bosón de Higgs cargado como
una part́ıcula ligera con masa cercana a la masa del bosón W+. El valor más alto obtenido es:
σ(p+ p→ H+ +X) = 17.51 pb.
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Repetimos el mismo procedimiento para los valores de tanβ = 6, 15, 30. En la Figura 5.4
graficamos las cuatro secciones eficaces para poder compararlas

Figura 5.4: Gráfica de σ(p + p → H+ + X), para los 4 valores de tanβ = 2, 6, 15, 30 en el 2HDM-III.
Los valores más altos se obtienen cuando tanβ = 30.

A medida que aumentamos el valor de tanβ, también aumenta el valor de la sección
eficaz. Adicionalmente vemos que al aumentar el valor de la masa del bosón de Higgs cargado
disminuye el valor de la sección eficaz hadrónica total.

48
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5.5.1. Comparación con MadGraph

En el programa MadGraph es posible calcular la producción directa del bosón de Higgs
cargado en el 2HDM que trae implementado. MadGraph tiene valores fijos para todos los
parámetros del modelo, por lo que el resultado final no depende de ningún parámetro libre,
por ejemplo la masa del bosón de Higgs cargado tiene el valor de 300 GeV. A la hora de correr
MadGraph es posible cambiar alguno valores que se tienen por default, en este caso variamos
la masa del H+ para ver como cambia la sección eficaz. Los valores que arroja MadGraph son
menores a los que nosotros obtuvimos

Figura 5.5: Comparación de las gráfica obtenida con MadGraph y la que se obtiene para charm y strange
con tanβ = 2.

Los valores de ambas gráficas son similares para un rango de la masa del H+ que va de
80 GeV a 200 GeV. Después de los 200 GeV los valores de la sección eficaz dados por el
programa MadGraph son aproximádamente 6 ordenes de magnitud menores a los que nosotros
obtenemos.
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CAPÍTULO 5. RESULTADOS
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5.6. Sección eficaz para el bosón W+

El bosón W+ la part́ıcula mediadora de la interacción débil ha sido estudiado ampliamente,
conocemos su masa y también es posible calcular la sección eficaz para producción directa. Al
igual que el bosón de Higgs cargado, tiene una carga eléctrica igual a +1, otra caracteŕıstica
importante es que puede producirse por medio de la fusión de quarks. Calculamos la sección
eficaz para qi + qj → W+ considerando las masas de los quarks y obtuvimos la siguiente
expresión:

σ(u+ d→W+) = πg2(Vij)
2

[
1−

mui(m
2
ui +m2

W − 2m2
dj

) +m2
dj

(m2
W −m2

dj
)

2m2
W

]
δ(ŝ−m2

H+).

(5.12)
Como las masas de los quarks son menores a la masa del bosón W+, la ecuación 5.12 toma la
forma

σ(u+ d→W+) = πg2(Vij)
2δ(ŝ−m2

H+). (5.13)

Para calcular la sección eficaz hadrónica utilizamos el programa MadGraph v. 6.2 [52], intro-
duciendo los mismos parámetros que se utilizaron para calcular la sección eficaz del bosón H+.
La siguiente gráfica muestra las secciones eficaces para el bosón W+ y las secciones eficaces
mas altas para el bosón H+.

Figura 5.6: Gráfica de σ(p+ p→ H+), para los 4 valores de tanβ = 2, 6, 15, 30 en el 2HDM-III.
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La sección eficaz para la producción del bosón W+ es mayor que la del bosón H+. Es
importante acotar el valor del parámetro tanβ ya que si continuamos aumentando su valor
podemos tener secciones eficaces para el H+ que compitan con la del W+.

5.7. El proceso con cambio de sabor c+ b→ H+

En el Modelo Estándar las interacciones de los quarks con el bosón de Higgs se dan sólo
entre quarks de la misma familia. El bosón de Higgs cargado tiene acoplamientos con quarks
que no son de la misma familia, es decir, se pueden tener procesos con cambio de sabor a nivel
árbol. Un resultado importante en este trabajo es que podemos tener un proceso con violación
de sabor, que tiene una sección eficaz más alta que el proceso sin cambio de sabor. Por la forma
de los acoplamientos en la mayoŕıa de las gráficas el proceso con estado inicial charm-bottom,
domina sobre los demás. Una de las causas de este resultado es que a enerǵıas muy altas los
valores de las PDFs para los quarks charm y bottom son comparables a las PDFs de los quarks
de valencia.

A continuación se muestran los resultados obtenidos para σ(qi + qj → H+) con tanβ =
2, 6, 15, 30, en el rango 80 GeV< mH+ <1000 GeV. Los valores que se tomaron para las ma-
trices χu,d1,2 , son comunes para tanβ = 2, 6, 15, 30 (ecuaciones 5.6 y 5.7). A continuación en las
Figuras 5.7-5.10 se muestran los resultados para tanβ = 2, 6, 15, 30, respectivamente.

Figura 5.7: Gráficas de σ(qi + qj → H+ +X), con tanβ = 2, en el 2HDM-III.
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Figura 5.8: Gráficas de σ(qi + qj → H+), con tanβ = 6, en el 2HDM-III.

Figura 5.9: Gráficas de σ(qi + qj → H+), con tanβ = 15, en el 2HDM-III.
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Figura 5.10: Gráficas de σ(qi + qj → H+), con tanβ = 30, en el 2HDM-III.

En todos los casos, el proceso c+ b̄→ H+ domina sobre los otros procesos. Con los paráme-
tros que nosotros fijamos los procesos con cambio de sabor contribuyen aproximadamente en
la misma proporción que lo hacen los procesos sin cambio de sabor, es decir, obtenemos una
sección eficaz dos veces mayor a la que se obtendŕıa en el 2HDM-I o en el 2HDM-II.
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Caṕıtulo 6

Conclusiones

En este trabajo presentamos el cálculo de las secciones eficaces diferenciales de los procesos
q + q → H+x + X con x = W±, Z0, H−, ϕ, γ, g, involucrados en la producción de bosones de
Higgs cargados en dispersiones muy inelásticas pp (protón-protón) en el contexto del 2HDM-III
a enerǵıas del LHC (14 TeV), utilizando técnicas basadas en el Modelo de Partones. Nosotros
calculamos la sección eficaz de la producción directa p + p → H+ + X, tanto anaĺıtica como
numéricamente y se presentaron los resultados obtenidos considerando diferentes regiones del
espacio de parámetros (mH+ , tanβ, χ̃u,d, Q2). Con estos resultados se compararon la sección
eficaz de la producción directa del bosón W+ con la del bosón H+. Adicionalmente se estu-
diaron los procesos que involucran cambio de sabor, esto es, procesos de la forma qi+ q̄j → H±.

Las secciones eficaces para la producción del bosón de Higgs dependen fuertemente de
los partones en el estado inicial.

Las secciones eficaces más altas se obtienen cuando consideramos al bosón de Higgs
cargado como una part́ıcula ligera, con una masa cercana a los 80 GeV.

Los procesos con cambio de sabor son muy importantes en el 2HDM-III y nos dan sec-
ciones eficaces que compiten con procesos que no tienen cambio de sabor.

La sección eficaz más alta para la producción directa del bosón de Higgs cargado es menor
que la correspondiente para el bosón W+.

Los valores obtenidos para la producción del H+ indican que seŕıa posible detectar a esta
part́ıcula en el LHC.

Hemos visto que es viable la producción del bosón H+ con los valores que fueron elegidos.
Es importante delimitar los valores de tanβ y de las entradas de las matrices χu,d1,2 , ya que
estos parámetros aumentan o disminuyen considerablemente el valor de las secciones eficaces.
Aunque la producción directa del H+ es posible, su detección se dificulta porque la sección
eficaz para la producción directa del bosón W+ es mucho mayor a la de este.
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Ya que la producción del H+ es viable, debemos estudiar los decaimientos más proba-
bles en función de la masa del bosón de Higgs cargado para delimitar los canales de búsqueda
en los aceleradores. También es importante estudiar procesos con gluones en el estado inicial
y analizar la importancia de las correcciones radiativas a los procesos de producción del bosón
de Higgs cargado. Y por último analizar el papel que juegan las nuevas part́ıculas escalares en
la violación del número barionico y del número leptónico.
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