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Benemérita Universidad Autónoma de Puebla

Facultad de Ciencias F́ısico Matemáticas
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A.1.1. Decaimientos a nivel árbol . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67
A.1.2. Decaimientos a dos cuerpos a nivel de un lazo . . . . . . . . . . . . . . . . . 70

A.2. Decaimientos de un bosón pseudoescalar A . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 72
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Resumen

El modelo de dos dobletes de Higgs, el cual surge como una extensión al modelo estándar de
las interacciones electrodébiles y fuerte, extiende el sector de Higgs permitiendo la aparición de
nuevos bosones de Higgs f́ısicos. Cuando el potencial de Higgs conserva CP, el modelo contiene dos
bosones de Higgs cargados H± y tres bosones neutros h,H y A. En este caso A es una part́ıcula
pseudoescalar, la cual no se acopla a los bosones vectoriales a nivel árbol. Este trabajo se enfoca en el
estudio de la fenomenoloǵıa de los bosones neutros en el marco del modelo de dos dobletes de Higgs
tipo II. Para esto, se realiza el cálculo de los decaimientos a tres cuerpos φ → Zγγ, φ = h,H,A.
Estos procesos surgen a nivel de un lazo, los cuales están mediados por part́ıculas cargadas, por
el bosón de norma Z y los propios bosones escalares. Debido a los parámetros libres que tiene la
teoŕıa, tales como las masas de los nuevos bosones escalares y los ángulos de mezcla α y β, que
intervienen en los acoplamientos entre los bosones de Higgs y los fermiones, resulta interesante
estudiar este tipo de decaimientos ya que pueden arrojar alguna información si es que están al
alcance de la detección experimental.
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Introducción

1De manera independiente, Peter Higgs, Francois Englert y Robert Brout propusieron en 1964
el mecanismo de rompimiento espontáneo de la simetŕıa, el cual dota de masa a las part́ıculas
elementales respetando el requerimiento de renormalizabilidad e invarianza de norma de la teoŕıa [1,
2]. Gracias a este mecanismo, fue posible unir las interacciones electromagnética y débil en una sola
teoŕıa de campos, surgiendo de esta manera el modelo estándar de la interacciones electrodébiles.
El entendimiento del mecanismo que rompe la simetŕıa electrodébil y genera las masas de las
part́ıculas fundamentales es uno de los retos centrales de f́ısica de part́ıculas.
La teoŕıa electrodébil está basada en el grupo SU(2)L ×U(1)Y . Un doblete de SU(2)L de campos
escalares complejos es introducido y su componente neutra desarrolla un valor de expectación en
el vaćıo. Como consecuencia, la simetŕıa electrodébil es rota al grupo electromagnético. Tres de
los cuatro grados de libertad introducidos en el doblete confieren masa para los bosones W± y Z,
mientras que el fotón se mantiene sin masa. Este mecanismo también explica el origen de la masa
para los quarks y leptones a través de las interacciones de Yukawa con el campo escalar. Combinado
con la cromodinámica cuántica (QCD), que es la teoŕıa de las interacciones fuerte entre quarks
de color, basado en el grupo de simetŕıa SU(3)C , el modelo estándar describe tres de las cuatro
interacciones en la naturaleza. Las colaboraciones ATLAS y CMS en el LHC, encontraron una
part́ıcula correspondiente al bosón de Higgs con una masa de aproximadamente 125 GeV [3, 4].
Los últimos datos experimentales muestran que las propiedades de esta part́ıcula concuerdan con
las predicciones del modelo estándar. Después de este importante hallazgo, ahora la tarea es medir
las propiedades del bosón de Higgs con la mayor precisión posible, ya que cualquier desviación a
las predicciones del modelo estándar seŕıa evidencia de nueva f́ısica. También es de gran interés
corroborar si este bosón de Higgs es el único, tal y como predice el modelo estándar, o si existen
otros bosones que participan en el rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil. Muchas
extensiones del modelo estándar han sido propuestas con el paso de las décadas y muchas de estas
contienen más de un doblete de Higgs. Estas extensiones pueden fácilmente tener una part́ıcula
escalar con una masa de aproximadamente 125 GeV pero también predicen desviaciones en sus
acoplamientos. Algunas de las extensiones más simples del sector escalar son los modelos con dos
dobletes de Higgs (MDDH) [5]. Los MDDH contienen 5 escalares de Higgs f́ısicos: dos escalares
neutros h y H, un higgs cargado H± y un pseudoescalar A. Una de las restricciones para construir
los MDDH son las denominadas corrientes neutras con cambio de sabor (CNCS) a nivel árbol, las
cuales son t́ıpicas en este tipo de modelos. El requerimiento de la conservación de sabor restringe
los modelos a cuatro diferentes clases, los cuales difieren por la manera en la cual los dobletes de
Higgs se acoplan los fermiones. En la mayoŕıa de los modelos se eliminan las CNCS imponiendo
una simetŕıa discreta Z2 en el cual los fermiones de una carga determinada se acoplan únicamente
con uno de los dobletes de Higgs. Las dos versiones más familiares son el modelo tipo I, en la cual
todos los fermiones se acoplan al mismo doblete de Higgs, y el modelo tipo II, en el cual los quarks
con carga Q = 2/3 se acoplan a un doblete y los quarks con carga Q = −1/3 junto a los leptones
se acoplan a otro doblete. Dos versiones adicionales surgen del intercambio de la asignación de los
leptones. En el modelo Lepton-specific todos los quarks se acoplan a un doblete mientras que los
leptones se acoplan a otro doblete, y el modelo flipped, en el cual los quarks con carga Q = 2/3 y
leptones se acoplan a un doblete mientras que los quarks Q = −1/3 se acoplan a otro. Todos estos
modelos han sido extensivamente estudiados en la literatura [6].
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xiv Introducción

El principal propósito de este trabajo es el estudio de los decaimientos φ → Zγγ en donde φ
puede ser un bosón de Higgs ligero, uno pesado o una part́ıcula pseudoescalar pertenecientes al
modelo de dos dobletes de Higgs. Este tipo de decaimientos, los cuales han sido poco estudiados
en la literatura, ocurren a nivel de un lazo y están mediados por lazos que contienen part́ıculas
cargadas. El cálculo del decaimiento h → Zγγ en el MDDH no difiere mucho de los resultados
obtenidos para el modelo estándar, los cuales se encuentran reportados en [7]. El contenido de la
tesis es el siguiente. En el primer caṕıtulo se presenta una introducción a los aspectos más generales
del modelo estándar de las interacciones electrodébiles. En el segundo caṕıtulo se muestra como
se lleva acabo el mecanismo de Higgs junto con algunos comentarios asociados con los modos de
producción y los canales de decaimiento del bosón de Higgs en el modelo estándar. En el tercer
caṕıtulo se discuten algunas de las motivaciones para el estudio de modelos de extensión al modelo
estándar, aśı como una breve descripción de los aspectos teóricos de los modelos con dos dobletes de
Higgs. En los caṕıtulos 4 y 5 se muestran los cálculos para el decaimiento φ→ Zγγ con φ = h,H,A,
en donde se muestran las expresiones más generales a las amplitudes, aśı como los cálculos de las
anchuras de decaimiento, la distribución de la anchura de decaimiento con respecto a la masa
invariante del par de fotones del estado final y la distribución de enerǵıa del bosón Z. Finalmente,
en el sexto caṕıtulo se muestra el análisis de los resultados obtenidos seguidos de las conclusiones
del trabajo.



Caṕıtulo 1

El Modelo estándar

1.1. Antecedentes históricos

Se podŕıa decir que el estudio de la f́ısica de part́ıculas elementales nació cuando el f́ısico
inglés Sir Joseph John Thomson descubrió el electrón. Aunque la existencia del electrón fue
propuesta por el f́ısico Irlandés G. Johnstone Stoney como unidad de carga en el campo de la
electroqúımica, fue Thomson quien en el año de 1897, mientras estudiaba el comportamiento
de los rayos catódicos, llevó acabo el descubrimiento de esta part́ıcula fundamental. En sus
experimentos, Thomson logró calcular la relación entre la masa del electrón me y su carga eléctrica
e. La llamada carga elemental e es una de las constantes f́ısicas fundamentales y su valor exacto
es de gran importancia. En 1909, Robert Millikan logró calcular el valor de la carga elemental en
su celebre experimento de la gota de aceite.

Después del descubrimiento del electrón otras part́ıculas fueron descubiertas, tal es el caso
de los neutrones y protones, con masas de 1836 me y 1840 me respectivamente. Por un gran
tiempo se pensó que neutrones y protones eran part́ıculas elementales, sin embargo, posteriormente
se demostró que estas part́ıculas poseen estructura interna. Estudios más avanzados acerca de
la naturaleza del átomo revelaron que éste se encuentra formado por un núcleo, en el que se
encuentran protones y neutrones, y electrones que orbitan a su alrededor. El átomo más simple es
el de hidrógeno, con un protón constituyendo el núcleo y un electrón orbitando a su alrededor.
En este punto nos encontramos con los primeros problemas en nuestro entendimiento del mundo
cuántico, pues sabemos que una carga eléctrica en movimiento circular emite radiación y debido
a la atracción electromagnética se podŕıa pensar que el electrón terminaŕıa colapsado en el núcleo
del átomo. Sin embargo, esto no parece suceder. La mecánica cuántica viene a explicar este hecho,
al mostrar que la manera en la que el electrón libera enerǵıa por radiación no es continua, sino
que adquiere valores discretos. El siguiente elemento en la escala de complejidad es el helio, el
cual posee dos protones en el núcleo y dos electrones que orbitan a su alrededor. En este ejemplo
encontramos otro problema, pues los protones, por tener cargas iguales, debeŕıan repelerse entre śı,
lo que haŕıa que el átomo se destruyera. En este caso una interacción adicional, lo suficientemente
fuerte, actúa de tal forma que a pesar de la repulsión electromagnética los protones se mantienen
dentro del núcleo. Esta es la llamada interacción nuclear fuerte, la cual veremos con mayor detalle
más adelante. Con este conocimiento entendemos que los átomos, que conforman los diferentes
tipos de elementos, son objetos que se van formando mediante arreglos distintos de protones
y neutrones en el núcleo. Esto constituye la base de toda la materia que conforma los objetos
de nuestro alrededor. En la naturaleza existen también elementos inestables. En estos casos, la
atracción nuclear fuerte no es lo suficientemente intensa para poder mantener a todos los protones
y neutrones dentro del núcleo, por lo que el núcleo se desprende de neutrones, favoreciendo la
existencia de un número igual de protones y neutrones.
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La observación de que las masas de protones y neutrones son muy cercanas una de la otra
sugiere la existencia de alguna simetŕıa, en la cual, si no consideramos sus respectivas cargas
eléctricas, ambas part́ıculas pueden ser vistas como un solo estado que bajo la acción de un campo
electromagnético se proyecta en dos componentes. A esta propiedad se le conoce como isosṕın. El
neutrón y el protón se describen como componentes de un estado de isosṕın I = 1/2 y la tercera
componente de Isosṕın (I3) distingue a uno del otro: I3 = 1/2 para el protón y I3 = −1/2 para
el neutrón. Hasta el momento, el estudio del electrón muestra que éste no tiene estructura y su
tamaño es del orden de 10−22 metros. Otros objetos similares al electrón, pero que difieren en la
masa, son el muon (µ) con una masa de 206 me y el tau (τ) con una masa de 3477 me. Estas
part́ıculas junto con sus respectivos neutrinos: neutrino del electrón νe, neutrino del muón νµ,
y neutrino del tau ντ , se clasifican como leptones, cuyas propiedades se muestran en la Tabla
1.1. Se hab́ıa mencionado que el núcleo puede emitir neutrones para aumentar su estabilidad, sin
embargo, también se observa que en algunos casos los núcleos emiten un electrón mientras que
aumentan su número de protones. Este proceso ocurre en un tiempo relativamente largo respecto
al tiempo que los electrones efectúan una transición entre distintos niveles de enerǵıa o al tiempo
en que ocurren los procesos mediados por la interacción fuerte. Éste es el fenómeno llamado
decaimiento nuclear beta y es un ejemplo t́ıpico de la llamada interacción débil.

Carga Eléctrica Masa
electrón -1 ≈ 0.511 MeV
neutrino del electrón 0 < 3 eV
muon -1 ≈ 105.66 MeV
neutrino del muon 0 < 0.19 MeV
tau -1 ≈ 1777.0 MeV
neutrino del tau 0 < 18.2 MeV

Tabla 1.1: Familias de los leptones.

En el siglo XX se llevaron a cabo avances espectaculares en nuestro entendimiento de la f́ısica:
se desarrolló la teoŕıa de la relatividad, la cual nos dice que las coordenadas espaciales y el tiempo
conforman un espacio de cuatro dimensiones y que las part́ıculas solo pueden alcanzar una velocidad
ĺımite, a la que identificamos como velocidad de la luz. Con el desarrollo de la mecánica cuántica se
entendió como se comporta la materia a las escalas subatómicas. Al unificar la mecánica cuántica
y la teoŕıa de la relatividad, Paul Adrien Maurice Dirac predijo la existencia de la antimateria, de
la cual se encontró evidencia experimental en el año 1932 al encontrar el positrón (la antipart́ıcula
del electrón). Después se comprobó que el protón y el neutrón están conformados por elementos
más pequeños: los quarks. Existen 6 tipos diferentes de quarks: quark up (u), quark down (d),
quark charm (c), quark strange (s), quark bottom (b), quark top (t). Las part́ıculas que están
constituidas por quarks se llaman hadrónes, los cuales se clasifican en bariones, que están formadas
por 3 quarks o 3 antiquarks, y mesones, que están constituidos por un quark y un antiquark.
El protón y el neutrón son los hadrónes que se encuentran de manera abundante en la materia
ordinaria: el protón está constituido por dos quarks tipo up y uno tipo down, mientras que el
neutrón se compone de dos quarks down y un quark up. Una propiedad interesante de los quarks
es que tienen carga eléctrica fraccionaria, de esta manera la suma algebraica de los quarks que
constituyen un hadrón es siempre un múltiplo entero de e (ver Tabla 1.2). Debido a que los quarks
siempre se encuentran confinados en los hadrónes nunca se han detectado quarks libres.

Con el descubrimiento de las part́ıculas elementales se intentó construir un modelo que pudiera
explicar la interacción entre estas, con lo cual se llegó a construir como lo que hoy conocemos
el Modelo Estándar (ME). El ME se elaboró y se corroboró con gran precisión a lo largo de la
segunda mitad del siglo XX. Este modelo constituye, hasta el momento, la teoŕıa más exitosa para
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Carga Eléctrica Masa
up 2/3 1.5 ∼ 5 MeV
down -1/3 3 ∼ 9 MeV
strange -1/3 60 ∼ 170 MeV
charmed 2/3 1.47 ∼ 1.83 MeV
bottom -1/3 4.6 ∼ 5.1 GeV
top 2/3 174.3± 3.2 GeV

Tabla 1.2: Familias de los quarks.

describir las componentes más fundamentales de la materia y sus interacciones. Ejemplo de esto es
la confirmación del ME en Julio de 2012, al descubrir una nueva part́ıcula consistente con el bosón
de Higgs. Además de este descubrimiento, el ME ha sido confirmado en muchos experimentos con
una precisión impresionante.
El marco matemático con el que se describe el ME es la teoŕıa cuántica de campos, la cual es una
teoŕıa que surge de la extensión relativista de la mecánica cuántica y que describe a las part́ıculas
como excitaciones o cuantos de un campo (como el eléctrico y el magnético) y que además toma en
cuenta que el número de estas part́ıculas puede cambiar en el proceso, es decir, en algunos procesos
unas part́ıculas pueden decaer (transformarse) en otras part́ıculas, pero también se pueden crear
nuevas part́ıculas.

En la mecánica cuántica las part́ıculas se distinguen en dos grupos: los bosones, que tienen
esṕın entero y los fermiones, que tienen esṕın semi-entero. Las propiedades estad́ısticas de bosones
y fermiones son muy diferentes. Los bosones siguen la estad́ıstica de Bose-Einstein y se pueden
agrupar en un mismo estado cuántico, mientras que los fermiones siguen la estad́ıstica de Fermi-
Dirac, donde dos part́ıculas con los mismos números cuánticos no pueden estar en un mismo estado.
En el ME todas las part́ıculas elementales que conforman la materia son fermiones, mientras que
todas las part́ıculas que transmiten o son mediadores de la fuerzas son bosones. De esta manera,
podemos describir a la naturaleza en términos de 4 interacciones fundamentales: la interacción
electromagnética, que es mediada por el fotón, una part́ıcula sin masa y de esṕın 1; la interacción
débil, que es mediada por las part́ıculas masivas W+,W−, Z; la interacción fuerte, que es mediada
por part́ıculas sin masa denominadas gluones; y la interacción gravitacional, que es mediada por
el gravitón (sin evidencia experimental). Las propiedades de estas part́ıculas se encuentran en la
Tabla 1.3. De todas estas interacciones, la interacción gravitacional se puede excluir del estudio
de la f́ısica de part́ıculas debido a que su intensidad es extremadamente débil comparada con la
intensidad del resto de las interacciones y no tiene un efecto significativo en los experimentos de
altas enerǵıas.

Part́ıcula Carga eléctrica Masa (GeV/c2)
γ (Fotón) 0 0
W± ±1 80.385± 0.0015
Z 0 91.187± 0.0021
g (gluon) 0 0

Tabla 1.3: Propiedades de las part́ıculas mediadoras de las fuerzas fundamentales incluidas en el
modelo estándar.
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1.2. Simetŕıas de norma

Las simetŕıas siempre han jugado un papel muy importante en el desarrollo de la f́ısica de
part́ıculas. De la f́ısica clásica se sabe que la invarianza de un sistema ante ciertas transformaciones
está relacionado con la conservación de alguna cantidad f́ısica. Dicho de otra manera, a cada
simetŕıa global continua del sistema le corresponde una cantidad f́ısica conservada. Por ejemplo,
la invarianza ante rotaciones resulta en la conservación del momento angular, la invarianza ante
traslaciones en el espacio implica la conservación del momento lineal y la invarianza ante las
traslaciones en el tiempo conlleva a la conservación de la enerǵıa. Esta misma idea también se
aplica en sistemas cuánticos. En estos casos, las simetŕıas internas del sistema son usadas para
construir las interacciones de la teoŕıa.

Como ya se menciono, el modelo estándar es una teoŕıa cuántica de campos y un principio
fundamental en las teoŕıas de campos, tanto clásicas como cuánticas, es la invarianza de norma
(gauge invariance). Este principio de invarianza de norma está basado en el hecho de que la f́ısica
no debe depender de como describamos los parámetros internos del sistema. La conexión entre
las simetŕıas y las leyes de conservación se discute con mayor profundidad en el marco de la
teoŕıa de Lagrange. Haciendo uso de dicha teoŕıa, podemos describir un sistema f́ısico a través
de la función lagrangiana L(q, q̇); las variables q(t) son un conjunto de coordenadas generalizadas
q1(t), q2(t), . . . qs(t) que determinan la configuración del sistema a un tiempo t. En particular,
las qi pueden ser las coordenadas cartesianas de un conjunto de part́ıculas interactuantes. Nos
restringimos al caso cuando todas las qi(t) son independientes. En mecánica no relativista tomamos
L = T − V , donde T (q, q̇) es la enerǵıa cinética y V (q) es la enerǵıa potencial. Dada L, la acción
está definida por

S =

∫ t2

t1

L(q, q̇) dt. (1.1)

El valor de S depende del camino de integración en el espacio de coordenadas. Los puntos
extremos de la trayectoria son fijados a los tiempos t1 y t2, pero el camino por otro lado no
está restringido. El principio de Hamilton establece que S es estacionaria para una trayectoria
particular determinada por las ecuaciones de movimiento, tal que si consideremos una variación
sobre una trayectoria arbitraria cercana entonces δS = 0, en donde

δS = δ

∫ t2

t1

L(q, q̇) dt

=

∫ t2

t1

∑[
∂L

∂qi
δqi +

∂L

∂q̇i
δq̇i

]
dt. (1.2)

Integrando el segundo término por partes y considerando δq(t1) = δq(t2) = 0 tenemos

δS =

∫ t2

t1

∑
i

[
∂L

∂qi
− d

dt

(
∂L

∂q̇i

)]
δqi dt. (1.3)

Debido a que δqi(t) es arbitraria y usando el hecho de que δS = 0 se concluye que

d

dt

(
∂L

∂q̇i

)
− ∂L

∂qi
= 0, i = 1, . . . , s. (1.4)

Estas son las ecuaciones de movimiento de Euler-Lagrange. En mecánica clásica no relativista
estas ecuaciones son equivalentes a las ecuaciones de movimiento de Newton. Es importante notar
que la función lagrangiana de un sistema dado no es única, es decir, podemos añadir a L alguna
función de la forma df(q, t)/dt en donde f(q, t) es una función arbitraria de q y t. Dicho término
contribuye a S con [f(q2, t2) − f(q1, t1)] independientemente del camino, por lo que deja a las
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1.2. SIMETRÍAS DE NORMA

ecuaciones de movimiento invariantes.

La dinámica clásica de un campo puede ser definida extendiendo el formalismo de Lagran-
ge del caso de funciones del tiempo qi(t), al caso de funciones del espacio tiempo φi(x). Solamente
estamos interesados en en teoŕıas de campo locales, en cuyo caso la función lagrangiana tiene la
forma general

L =

∫
d3x L(φ, ∂µφ), (1.5)

en donde L es llamada densidad lagrangiana (siguiendo el uso estándar en teoŕıa de campos,
nos referiremos a L simplemente como lagrangiana) y depende solamente de un número finito
de derivadas. Para establecer la relación con las variables qi(t) de la mecánica clásica, podemos
pensar en φi(t,x) como funciones del tiempo etiquetado tanto por el ı́ndice i como por la etiqueta
continua x (la analoǵıa se vuelve exacta si discretizamos el espacio y ponemos al sistema en una
caja finita). En la mayoŕıa de los casos de interés, L depende solamente de la primera derivada.
En una teoŕıa covariante de Lorentz L depende del tiempo y las derivadas espaciales de φ solo a
través del 4-vector ∂µφ. La acción tiene la forma general

S =

∫
dt L =

∫
d4x L(φ, ∂µφ). (1.6)

Mientras que para part́ıculas puntuales consideramos la integral temporal entre los valores tin
y tf , en teoŕıa de campos clásica estamos más interesados en la situación en la cual la integral se
extiende sobre todo el espacio y el tiempo, y las condiciones de frontera son tales que los campos de-
crecen lo suficientemente rápido en el infinito tal que, en particular, todos los términos de superficie
puedan ser despreciados. La dinámica clásica nuevamente es definida por el principio de Hamil-
ton. Las mismas manipulaciones algebraicas para el caso de la función q(t) son inmediatamente
generalizadas para el caso de la función φ(x)

δS =

∫
d4x

∑
i

[
∂L
∂φi

δφi +
∂L

∂(∂µφi)
δ(∂µφi)

]
=

∫
d4x

∑
i

[
∂L
∂φi
− ∂µ

∂L
∂(∂µφi)

]
δφi = 0. (1.7)

Por lo que las ecuaciones de movimiento, o ecuaciones de Euler-Lagrange, son

∂L
∂φi
− ∂µ

∂L
∂(∂µφi)

= 0 , i = 1, . . . N. (1.8)

En el formalismo Hamiltoniano se definen los momentos conjugados como

Πi(x) =
∂L

∂(∂0φi(x))
. (1.9)

La densidad Hamiltoniana es entonces

H(x) =
∑
i

Πi(x)∂0φi(x)− L, (1.10)

y el Hamiltoniano total es

H =

∫
d3x H. (1.11)

El formalismo Lagrangiano tiene la ventaja de que mantiene expĺıcita la covarianza de Lorentz.
Sin embargo, en el formalismo Hamiltoniano la invarianza de Lorentz no es expĺıcita, ya que, la
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variable temporal juega un rol especial en la definición de los momentos conjugados.

1.2.1. El teorema de Noether

Las leyes de conservación son de hecho manifestaciones especificas de aspectos profundos de
la estructura matemática de la f́ısica. La idea detrás de todas las leyes de conservación es que no
importa como el sistema cambie, existe alguna cantidad (enerǵıa, momento, carga eléctrica, etc.)
que permanece invariante. Resulta que esta idea surge de manera natural de la estructura lagran-
giana, la cual se discutió anteriormente. Dada una lagrangiana, podemos encontrar una colección
especial de transformaciones matemáticas sobre ésta que corresponde a una ley de conservación
f́ısica. Para verificar esto, consideremos la lagrangiana L = L(q, q̇) y hagamos una transformación
infinitesimal del tipo

q → q + ε δq,

en donde ε es alguna constante infinitesimal (ε� 1). Esta transformación nos da

L(q, q̇)→ L(q + εδq, q̇ + εδq̇) = L(q, q̇) + εδq
∂L

∂q
+ εδq̇

∂L

∂q̇
. (1.12)

Si se satisfacen las ecuaciones de Euler-Lagrange, entonces bajo q → q + εδq tenemos

L→ L+ εδq
∂L

∂q
+ εδq̇

∂L

∂q̇
= L+ εδq

d

dt

∂L

∂q̇
+ ε

∂L

∂q̇

d

dt
δq = L+

d

dt

(
∂L

∂q̇
εδq

)
. (1.13)

Por lo tanto, bajo q → q + εδq tenemos el cambio a primer orden δL = d
dt

(
∂L
∂q̇ εδq

)
. Definimos

la corriente de Noether j como

j =
∂L

∂q̇
δq. (1.14)

Si podemos encontrar alguna transformación δq que deje invariante la acción, entonces

δL =
d

dt

(
∂L

∂q̇
εδq

)
=
dj

dt
= 0, (1.15)

de esta manera j es una constante de tiempo, en otras palabras j es conservada. Un análisis similar
puede ser empleado para el caso de sistemas continuos, en donde se encuentra que la corriente de
Noether es

jµ =
∂L

∂(∂µφ)
δφ . (1.16)

En resumen, el teorema de Noether establece que si un sistema dinámico tiene una simetŕıa de
algún tipo, entonces existe una correspondiente ley de conservación asociada a dicha simetŕıa.

Consideremos ahora algunos ejemplos para ilustrar el teorema de Noether.

La lagrangiana para un campo escalar es

LKG = −1

2
∂µφ ∂µφ−

1

2
m2φ2, (1.17)

y podemos obtener la ecuación de Klein-Gordon tomando la variación de LKG.
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Usando la Ecuación (1.8) tenemos

∂L
∂φ

= −1

2
m2 ∂

∂φ
φ2 = −m2φ,

∂µ

(
∂L

∂(∂µφ)

)
= ∂µ(−∂µφ) = −∂2φ. (1.18)

Por lo que la ecuación de movimiento es

− ∂2φ+m2φ = 0⇒ (∂2 −m2)φ = 0. (1.19)

Esta ecuación no es otra cosa que la relación relativista estándar

E2 = m2c4 + p2c2. (1.20)

Podemos considerar campos escalares complejos, en este caso la Lagrangiana es

LKG = −∂µφ†∂µφ−m2φ†φ. (1.21)

Ahora φ tiene dos grados de libertad reales (φ = φ1 +iφ2). Tomando la variación con respecto
a φ† obtenemos la ecuación de movimiento (1.19), y tomando la variación con respecto a φ
encontramos (∂2 −m2)φ† = 0 (ambos campos satisfacen la misma ecuación de movimiento).
Para encontrar la corriente conservada asociada a la ecuación de Klein-Gordon realicemos
las siguientes transformaciones

φ → eiαφ,

φ† → φ†e−iα, (1.22)

en donde α es una constante real arbitraria. Este tipo de transformación es llamada transfor-
mación ante U(1), debido a que eiα es un elemento del grupo de todas las matrices unitarias
1× 1. La corriente conservada asociada con la simetŕıa U(1) es

jµ =
∂L

∂(∂µφ)
δφ+

∂L
∂(∂µφ†)

δφ† = i(φ ∂µφ† − φ†∂µφ). (1.23)

Consideramos también la lagrangiana de Dirac. Para describir una part́ıcula de esṕın 1/2
introducimos un espinor de dos componentes

ψ =

(
ψ1

ψ2

)
, (1.24)

donde ψ1 y ψ2 son elementos de C. La lagrangiana de Dirac tiene la forma

LD = ψ̄(iγµ∂µ −m)ψ. (1.25)

Tomando la variación con respecto a ψ̄ tenemos

∂LD
∂ψ̄

= (iγµ∂µ −m)ψ,

∂µ

(
∂LD
∂(∂µψ̄)

)
= 0,

⇒ (iγµ∂µ −m)ψ = 0.
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Notemos que la Lagrangiana de Dirac es invariante bajo transformaciones de U(1) del tipo
ψ → eiαψ, cuya corriente conservada es

jµ = ψ̄γµψ. (1.26)

Note que en ambos de los ejemplos anteriores, la simetŕıa U(1) cambia el campo en todos los
puntos del espacio de la misma manera. En otras palabras, es solamente una constante de fase
global eiα.

1.3. Electrodinámica cuántica

Consideremos nuevamente la lagrangiana de Dirac (1.25). Como mencionamos anteriormente,
LD es invariante bajo transformaciones globales bajo U(1) del tipo ψ → eiαψ. La idea principal
de esta sección es promover la simetŕıa global a una simetŕıa local, del tal manera que α dependa
del espacio-tiempo α = α(xµ) y tratar de forzar a la lagrangiana a mantener su invarianza bajo
transformaciones locales ante U(1). Empezamos realizando una transformación local ante U(1)
sobre LD

L = ψ̄(iγµ∂µ −m)ψ → ψ̄e−iα(x)(iγµ∂µ −m)eiα(x)ψ, (1.27)

y debido a que el operador diferencial ahora actúa sobre α(x) y ψ, tenemos términos extras:

L → ψ̄e−α(x)(iγµ∂µ −m)eiα(x)ψ = ψ̄(iγµ∂µ −m)ψ − ψ̄γµψ∂µα(x)

= ψ̄(iγµ∂µ −m− γµ∂µα(x))ψ. (1.28)

Si exigimos que L sea invariante bajo transformaciones locales ante U(1), debemos encontrar
una manera de cancelar el término ψ̄γµψ∂µα(x). Para lograr esto, definiremos nuevos campos Aµ
los cuales bajo transformaciones locales ante U(1) se transformen como

Aµ → Aµ −
1

q
∂µα(x), (1.29)

en donde q es una constante que se ha introducido por conveniencia. Llamamos a Aµ campo de
norma. Introduciremos el campo de norma Aµ mediante el remplazo de la derivada estándar ∂µ
por la derivada covariante, definida por

Dµ = ∂µ + iqAµ. (1.30)

En lo que respecta al vocabulario, el hecho de decir que una part́ıcula “acarrea carga”matemáti-
camente significa que tiene un término correspondiente en su derivada covariante. Por lo tanto, si
la derivada covariante de una part́ıcula es igual a su operador diferencial normal ∂µ, entonces la
part́ıcula no tiene carga, y no interactuará con el campo de norma. Esto será más claro conforme
avancemos en la teoŕıa. La lagrangiana es ahora

L = ψ̄(iγµDµ −m)ψ

= ψ̄(iγµ[∂µ + iqAµ]−m)ψ (1.31)

= ψ̄(iγµ∂µ −m− qγµAµ)ψ.
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Bajo una transformación local ante U(1) tenemos

L → ψ̄e−iα(x)

(
iγµ∂µ −m− qγµ

[
Aµ −

1

q
∂µα(x)

])
eiα(x)ψ

= ψ̄(iγµ∂µ −m− γµ∂µα(x)− qγµAµ + γµ∂µα(x))ψ

= ψ̄(iγµDµ −m)ψ

= L.

Podemos observar que la adición del campo Aµ recupera la simetŕıa bajo U(1). Vemos ahora
que la lagrangiana no es únicamente invariante bajo transformaciones locales ante U(1), sino que
también es invariante bajo transformaciones globales, cuya corriente conservada es jµ = ψ̄γµψ. La
lagrangiana (1.31) contiene un campo Aµ, pero éste no tiene un término cinético y por lo tanto no
contiene dinámica.
Para corregir este problema debemos incluir alguna clase de dinámica o términos cinéticos para
Aµ. Para un campo arbitrario Aµ, el término cinético invariante de norma es

Lkin = −1

4
FµνF

µν , (1.32)

donde

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ =
i

q
[Dµ, Dν ]. (1.33)

Por lo tanto, escribiendo la lagrangiana completa tenemos

L = ψ̄(iγµDµ −m)ψ − 1

4
FµνF

µν . (1.34)

Finalmente, como Aµ es un campo f́ısico, podemos naturalmente asumir que existe una fuente
que lo genera, a la cual simplemente llamaremos Jµ. Esto deja nuestra lagrangiana como

L = ψ̄(iγµDµ −m)ψ − 1

4
FµνF

µν − JµAµ. (1.35)

En resumen, comenzamos con una lagrangiana para part́ıculas de esṕın 1/2, la cual teńıa una
simetŕıa global ante el grupo U(1), luego promovimos la simetŕıa global a una simetŕıa local e
impusimos algunas condiciones para obtener una teoŕıa consistente. El término cinético para Aµ
es demandado automáticamente por consideraciones geométricas que no se mencionaron. Después
de cuantizar al campo Aµ se obtienen los fotones como una consecuencia directa de la invarianza
ante el grupo U(1), es decir, el electromagnetismo está descrito por el grupo U(1). Las teoŕıas de
este tipo en donde describimos las fuerzas mediante grupos de Lie son llamadas teoŕıas de norma
o teoŕıas de Yang-Mills.
Es importante señalar que los términos de masa para los campos de norma tales como AµA

µ

no obedecen el principio de invarianza de norma, lo cual impediŕıa construir teoŕıas de norma
con campos de norma masivos. Tal es el caso de la interacción débil de la cual hablaremos a
continuación.

1.4. El modelo estándar antes del rompimiento de la si-
metŕıa electrodébil

Como se ha discutido anteriormente, la teoŕıa electrodébil de Glashow-Weinberg-Salam, la cual
describe las interacciones electromagnética y débil entre los leptones y los quarks, es una teoŕıa de
Yang-Mills basada en el grupo de simetŕıa SU(2)L×U(1)Y . Combinado con el grupo SU(3)C basado

9
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en la teoŕıa de norma de QCD, la cual describe la interacción fuerte entre quarks, proporcionan
un marco unificado para describir estas tres fuerzas fundamentales de la naturaleza. El modelo
estándar, antes de introducir el concepto de rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil,
tiene dos tipos de campos:

Consideremos primero los campos de materia, esto es, las tres generaciones de componentes
izquierdas y derechas de leptones y quarks, fL,R = 1

2 (1 ∓ γ5)f . Las componentes izquier-
das de los fermiones se arreglan en isodobletes, mientras que sus componentes derechas son
isosingletes

L1 =

(
νe
e−

)
L

, eR1 = e−R, Q1 =

(
u
d

)
L

, uR1 = uR, dR1 = dR,

L2 =

(
νµ
µ−

)
L

, eR2
= µ−R, Q2 =

(
c
s

)
L

, uR2
= cR, dR1

= sR, (1.36)

L3 =

(
ντ
τ−

)
L

, eR3
= τ−R , Q3 =

(
t
b

)
L

, uR3
= tR, dR3

= bR.

La hipercarga del fermión, definida en términos de la tercera componente de isosṕın débil I3
f

y la carga eléctrica Qf en unidades de la carga del protón +e, está dada por (i = 1, 2, 3)

Yf = 2Qf − 2I3
f ⇒ YLi = −1, YeRi = −2, YQi =

1

3
, YuRi =

4

3
, YdRi = −2

3
. (1.37)

Además, los quarks son tripletes bajo el grupo SU(3)C , mientras que los leptones son singletes
de color. Esto lleva a la relación ∑

f

Yf =
∑
f

Qf = 0, (1.38)

la cual asegura la cancelación de anomaĺıas quirales dentro de cada generación, preservando
la renormalizabilidad de la teoŕıa electrodébil.

Luego, tenemos los campos de norma correspondientes a los bosones mediadores de las fuer-
zas. Para el sector electrodébil tenemos el campo Bµ, el cual corresponde al generador Y del
grupo U(1)Y y los tres campos W 1,2,3

µ , los cuales corresponden a los generadores T a (con
a = 1, 2, 3) del grupo de SU(2)L (estos generadores son de hecho equivalentes, salvo una
constante de un medio, a las matrices de Pauli.).

T a =
1

2
τa; τ1 =

(
0 1
1 0

)
, τ2 =

(
0 −i
i 0

)
, τ3 =

(
1 0
0 −1

)
, (1.39)

en donde la relación de conmutación entre estos generadores está dada por

[T a, T b] = iεabcTc y [Y, Y ] = 0, (1.40)

y εabc es el tensor antisimétrico de Levi-Civita. En el sector de la interacción fuerte, hay un
octete de campos gluónicos G1,...,8

µ , los cuales corresponden a los ocho generadores del grupo
SU(3)C (equivalentes a las 8 matrices de Gell-Mann 3× 3 ) y obedecen las relaciones

[T a, T b] = ifabcTc con Tr[T a, T b] =
1

2
δab, (1.41)

en donde el tensor fabc contiene las constantes de estructura del grupo SU(3)C y también
hemos usado la misma notación para los generadores del grupo SU(2). Los tensores de
intensidad para los campos están dados como

10



CAPÍTULO 1. EL MODELO ESTÁNDAR
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Gaµν = ∂µG
a
ν − ∂νGaµ + gsf

abcGbµG
c
ν ,

W a
µν = ∂µW

a
ν − ∂νW a

µ + g2ε
abcW b

µW
c
ν , (1.42)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ,

con gs, g2 y g1 las respectivas constantes de acoplamiento de los grupos SU(3)C , SU(2)L y U(1)Y .
Debido a la naturaleza no abeliana de los grupos SU(2) y SU(3), existen autointeracciones entre
sus campos de norma, V ≡Wµ o Gµ, los cuales son

Acoplamiento triple entre bosones de norma : igiTr(∂νVµ − ∂µVν)[Vµ, Vν ],

Acoplamientos cuárticos entre bosones de norma :
1

2
g2
iTr[Vµ, Vν ]2. (1.43)

Los campos de materia ψ están acoplados a los campos de norma a través de la derivada
covariante Dµ, la cual está definida como

Dµψ =

(
∂µ − igsTaGaµ − ig2TaW

a
µ − ig1

Yq
2
Bµ

)
ψ, (1.44)

la cual nos proporciona el acoplamiento entre fermiones y campos de norma Vµ de la forma

acoplamiento entre fermiones y bosones de norma : −giψ̄Vµγµψ. (1.45)

El lagrangiano del modelo estándar, sin términos de masa para fermiones y bosones de norma,
está dado por

LSM = −1

4
GaµνG

µν
a −

1

4
W a
µνW

µν
a −

1

4
BµνB

µν + L̄iiDµγ
µLi + ēRiiDµγ

µeRi

+ Q̄iiDµγ
µQi + ūRiiDµγ

µuRi + d̄RiiDµγ
µdRi . (1.46)

Esta lagrangiana es invariante bajo transformaciones locales de SU(3)C×SU(2)L×U(1)Y . Por
ejemplo, en el caso del sector electrodébil tenemos

L(x) → L′(x) = eiαa(x)Ta+iβ(x)Y L(x) , R(x)→ R′(x) = eiβ(x)YR(x),

~Wµ(x) → ~Wµ(x)− 1

g2
~α(x) , Bµ(x)→ Bµ(x)− 1

g1
∂µβ(x). (1.47)

Hasta el momento, los campos de norma y los fermiones se han mantenido sin masa. En el
caso de la interacción fuerte no tenemos problemas, ya que sus mediadores son no masivos y
los términos de masa −mqψ̄ψ para los quarks y leptones pueden ser generados sin destruir la
invarianza de norma del grupo SU(3). Sin embargo, en el caso del sector electrodébil la situación
es problemática:

Si añadimos términos de masa, 1
2m

2
VWµW

µ para los bosones de norma, se violaŕıa invarianza
de norma de SU(2) × U(1). Podemos por ejemplo tomar el ejemplo de electrodinámica en
donde los fotones son no masivos debido a la simetŕıa local ante U(1)Q

1

2
m2
AAµA

µ → 1

2
m2
A

(
Aµ −

1

e
∂µα

)(
Aµ − 1

e
∂µα

)
6= 1

2
m2
AAµA

µ. (1.48)
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Además, si incluimos en la lagrangiana un término expĺıcito para la masa −mf ψ̄ψf de cada
fermión del modelo en la lagrangiana, tendŕıamos por ejemplo

−meēe = −meē

(
1

2
(1− γ5) +

1

2
(1 + γ5)

)
e = −me(ēReL + ēLeR), (1.49)

la cual manifiesta la no invarianza bajo la transformación de simetŕıa de isosṕın, debido a que
eL es un miembro de un doblete de SU(2), mientras que er es un miembro de un singlete. Por
lo tanto la incorporación a mano de términos de masa para los bosones vectoriales y para los
fermiones nos lleva a una violación de la invarianza de norma del grupo SU(2)L×U(1)Y . Esto
nos obliga a plantearnos la siguiente pregunta: ¿Existe alguna manera de generar masas para
los bosones de norma y fermiones, sin violar la invarianza de norma ante el grupo SU(2)×U(1)
? La respuesta es afirmativa y la forma de lograrlo es mediante el mecanismo de Higgs del
rompimiento espontáneo de la simetŕıa. Este mecanismo será brevemente explicado en el
siguiente caṕıtulo y aplicado al caso del modelo estándar.
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Caṕıtulo 2

F́ısica del bosón de Higgs

El bosón de Higgs es una part́ıcula elemental propuesta por el modelo estándar. Esta part́ıcula
es remanente del rompimiento espontáneo de la simetŕıa, no posee esṕın ni carga eléctrica o de
color, es una part́ıcula inestable y se desintegra rápidamente. El bosón de Higgs recibe su nombre
en honor a Peter Higgs quien, de manera independiente con otros f́ısicos, propuso en 1964 el hoy
llamado mecanismo de Higgs para explicar el origen de la masa de las part́ıculas elementales. En
algunas extensiones del modelo estándar pueden existir varios bosones de Higgs.

2.1. El mecanismo de Higgs

2.1.1. El teorema de Goldstone

Comencemos tomando un campo real escalar simple φ con la lagrangiana

L =
1

2
∂µφ ∂

µφ− V (φ), V (φ) =
1

2
µ2φ2 +

1

4
λφ4. (2.1)

Debido a que no hay términos cúbicos, esta lagrangiana es invariante bajo simetŕıa de reflexión
φ → −φ. Si el término de masa µ2 y el auto acoplamiento λ son positivos, el potencial V (φ) es
también positivo y su mı́nimo se localiza en de 〈0|φ|0〉 ≡ φ0 = 0 como se muestra en la Figura 2.1.
En este caso L es simplemente la lagrangiana de una part́ıcula de esṕın 0 y de masa µ.

(a) (b)

Figura 2.1: Potencial V de un campo escalar φ en el caso de µ2 > 0 (izquierda) y µ2 < 0 (derecha).

Si ahora consideramos µ2 < 0, el potencial V (φ) tiene un mı́nimo cuando ∂V/∂φ = µ2φ+λφ3 =
0 es decir, cuando
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〈0|φ2|0〉 ≡ φ2
0 = −µ

2

λ
≡ v2, (2.2)

y no en φ2 = 0 como en el caso anterior. La cantidad ±v ≡ 〈0|φ|0〉 es llamado valor de expectación
del vaćıo (VEV) del campo escalar φ. En este caso, L ya no es una lagrangiana de una part́ıcula
con masa µ y para interpretar correctamente la teoŕıa debemos expandir alrededor de un mı́nimo
de v definiendo un campo σ como φ = v + σ. En términos de este nuevo campo, la lagrangiana es
ahora

L =
1

2
∂µσ∂

µσ − (−µ2)σ2 +
√
−µ2λσ3 − λ

4
σ4 + cte. (2.3)

Esta es la teoŕıa de un campo escalar de masa m2 = −2µ2, con σ3 y σ4 las auto interacciones.
Debido a que ahora tenemos términos cúbicos para σ, la simetŕıa de reflexión se ha roto. Este es
el ejemplo más simple de una simetŕıa rota espontáneamente.

Hagamos las cosas un poco más complicadas y consideremos cuatro campos escalares φi
con i = 0, 1, 2, 3 con la siguiente lagrangiana

L =
1

2
∂µφi∂

µφi −
1

2
µ2(φiφi)−

1

4
λ(φiφi)

2, (2.4)

la cual es invariante bajo el grupo de rotaciones en cuatro dimensiones O(4), φi(x) = Rijφj(x)
para alguna matriz ortogonal R.

Nuevamente para µ2 < 0, el potencial tiene un mı́nimo en φ2
i = −µ2/λ ≡ v2 en donde v es

el valor de expectación del vaćıo. Al igual que en el caso anterior, expandimos alrededor de un
mı́nimo, φ0 = v + σ, y reescribimos los campos φi = πi con i = 1, 2, 3. La lagrangiana en términos
de los nuevos campos σ y πi es ahora

L =
1

2
∂µσ ∂

µσ − 1

2
(−2µ2)σ2 + λvσ3 − λ

4
σ4

+
1

2
∂µπi∂

µπi −
λ

4
(πiπi)

2 − λvπiπiσ −
λ

2
πiπiσ

2. (2.5)

Como se esperaba, obtenemos un bosón masivo σ con masa m2 = −2µ2, pero también tenemos
tres part́ıculas no masivas y todos los términos bilineales πiπi han desaparecido de la lagrangiana.
Notemos que aún tenemos la simetŕıa de O(3) entre los campos πi.
El resultado del ejemplo anterior nos lleva a establecer el teorema de Goldstone [8]: por cada
simetŕıa continua rota espontáneamente aparecen nuevas part́ıculas escalares no masivas llamadas
bosones de Goldstone y el número de bosones de Goldstone es igual al número de generadores
rotos.
En el ejemplo anterior, para una simetŕıa continua O(N) hay N(N − 1)/2 generadores, entonces
la simetŕıa no rota O(N − 1) tiene (N − 1)(N − 2)/2 generadores y por lo tanto habrá N − 1
bosones de Goldstone.

2.1.2. El mecanismo de Higgs en una teoŕıa abeliana

El siguiente paso es examinar el caso de una simetŕıa local, para esto consideremos el grupo
abeliano U(1). La lagrangiana invariante ante transformaciones locales de U(1), φ(x)→ eiα(x)φ(x),
es

L = −1

4
FµνF

µν + (Dµφ)∗Dµφ− V (φ), (2.6)
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con Dµ la derivada covariante Dµ = ∂µ − ieAµ y con el potencial escalar dado por

V (φ) = µ2φ∗φ+ λ(φ∗φ)2. (2.7)

Para µ2 > 0, L es simplemente la lagrangiana de electrodinámica cuántica para una part́ıcula
escalar cargada de masa µ. Para µ2 < 0, el campo φ adquiere un valor de expectación en el vaćıo
y el mı́nimo del potencial será

〈φ〉0 ≡ 〈0|φ|0〉 =

(
−µ

2

2λ

)1/2

≡ v√
2
. (2.8)

Expandiremos la lagrangiana alrededor del vaćıo 〈φ〉

φ(x) =
1√
2

[v + φ1(x) + iφ2(x)]. (2.9)

Omitiendo algunos términos de interacción, la lagrangiana será ahora

L = −1

4
FµνF

µν + (∂µ + ieAµ)φ∗(∂µ − ieAµ)φ− µ2φ∗φ− λ(φ∗φ)2

= −1

4
FµνF

µν +
1

2
(∂µφ1)2 +

1

2
(∂µφ2)2 − v2λφ2

1 +
1

2
e2v2AµA

µ − evAµ∂µφ2. (2.10)

Es importante señalar tres puntos de este ejercicio:

Hay un término de masa para el fotón:
1

2
m2
AAµA

µ con mA = ev = −eµ2/λ.

Aún tenemos una part́ıcula escalar φ1 con masa m2
φ1

= −2µ2.

Aparentemente encontramos una part́ıcula no masiva φ2.

Sin embargo, aún tenemos un problema a ser tratado. En un principio teńıamos 4 grados
de libertad en la teoŕıa, dos para el campo escalar complejo y dos para el campo Aµ, y ahora
aparentemente tenemos 5 grados de libertad; uno para φ1, uno para φ2 y tres para el fotón masivo
Aµ. Por lo tanto, debe existir un campo no f́ısico, vemos que en (2.10) hay un término bilineal
evAµ∂µφ2 el cual tiene que ser eliminado. Para hacerlo notemos que a primer orden tenemos el
campo original

φ =
1√
2

(v + φ1 + iφ2) ≡ 1√
2

[v + η(x)]eiξ(x)/v. (2.11)

Usando la libertad de la transformación de norma y realizando también la sustitución

Aµ → Aµ −
1

ev
∂µξ(x), (2.12)

el término Aµ∂
µξ, y de hecho todos lo términos con ξ, desaparecen de la lagrangiana. Esta elección

de la norma, para la cual solo las part́ıculas f́ısicas permanecen en la lagrangiana, es llamada norma
unitaria. De este modo, el fotón (con dos grados de libertad) ha absorbido el bosón de Goldstone
(con un grado de libertad) y se vuelve masivo (tres grados de libertad) La simetŕıa de norma ante
U(1) ya no es aparente y se dice que se ha roto la simetŕıa. Éste es el mecanismo de Higgs el cual
nos permite generar masas para los bosones de norma.
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2.2. El mecanismo de Higgs en el modelo estándar

Demos un paso más y estudiemos el rompimiento espontáneo de la simetŕıa para una teoŕıa no
abeliana. Para describir la naturaleza de la interacción electrodébil necesitamos generar masas para
los tres bosones de norma W± y Z, pero el fotón debe de mantenerse sin masa y la electrodinámica
debe tener una simetŕıa exacta. Por lo tanto, necesitamos al menos tres grados de libertad para los
campos escalares. La elección más simple es un doblete complejo de SU(2) de campos escalares Φ

Φ =

(
φ+

φ0

)
, Yφ = +1. (2.13)

Consideremos la lagrangiana invariante ante SU(2)L × U(1)Y

LSM = −1

4
W a
µνW

µν
a −

1

4
BµνB

µν + L̄iDµγ
µL+ ēRiDµγ

µeR . . . , (2.14)

necesitamos añadir los términos invariantes de la parte del campo escalar

LS = (DµΦ)†(DµΦ)− µ2Φ†Φ− λ(Φ†Φ)2. (2.15)

Para µ2 < 0, la componente neutral del doblete Φ desarrolla un valor de expectación del vaćıo

〈Φ〉0 ≡ 〈0|Φ|0〉 =

(
0
v√
2

)
con v =

(
−µ

2

λ

)1/2

. (2.16)

Podemos llevar acabo el rompimiento espontáneo de la simetŕıa de manera sistemática, tal y
como hemos aprendido en los ejemplos de las secciones anteriores:

Escribimos el campo Φ en términos de cuatro campos θ1,2,3(x) y H(x) a primer orden:

Φ(x) =

(
θ2 + iθ1

1√
2
(v +H)− iθ3

)
= eiθα(x)τa(x)/v

(
0

1√
2
(v +H(x))

)
. (2.17)

Realizamos una transformación de norma sobre los campos para pasar a la norma unitaria

Φ(x)→ e−iθα(x)τα(x)Φ(x) =
1√
2

(
0

v +H(x)

)
. (2.18)

La expansión para el término |DµΦ|2 de la lagrangiana LS es

|DµΦ|2 =

∣∣∣∣(∂µ − ig2
τa
2
W a
µ − ig1

1

2
Bµ

)
Φ

∣∣∣∣2
=

1

2

∣∣∣∣( ∂µ − i
2 (g2W

3
µ + g1Bµ) − ig22 (W 1

µ − iW 2
µ)

− ig22 (W 1
µ + iW 2

µ) ∂µ + i
2 (g2W

3
µ − g1Bµ)

)(
0

v +H

)∣∣∣∣2
=

1

2
(∂µH)2 +

1

8
g2

2(v +H)2|W 1
µ + iW 2

µ |2 +
1

8
(v +H)2|g2W

3
µ − g1Bµ|2.

Definimos los nuevos campos W±µ y Zµ (Aµ es el campo ortogonal a Zµ):

W±µ =
1√
2

(W 1
µ ∓ iW 2

µ) , Zµ =
g2W

3
µ − g1Bµ√
g2

2 + g2
1

, Aµ =
g1W

3
µ + g2Bµ√
g2

2 + g2
1

. (2.19)
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Recolectando los términos que son bilineales en los campos W±, Z y A se tiene:

m2
WW

+
µ W

−µ +
1

2
m2
ZZµZ

µ +
1

2
m2
AAµA

µ, (2.20)

los bosones W y Z han adquirido masa, mientras que el fotón se mantiene sin masa

mW =
1

2
vg2 , mZ =

1

2
v
√
g2

2 + g2
1 , mA = 0. (2.21)

Mediante el rompimiento espontáneo de la simetŕıa SU(2)L × U(1)Y → U(1)Q, tres bosones
de Goldstone han sido absorbidos por los bosones W± y Z para formar sus componentes
longitudinales y adquirir masa. Debido a que la simetŕıa U(1)Q no se ha roto, el fotón el cual es
su generador, se mantiene sin masa tal y como esperábamos.

Hasta el momento hemos discutido solo la generación de masas para los bosones de norma, pero
no se ha mencionado como dotar de masa a los fermiones. De hecho, podemos generar la masa
para los fermiones usando el mismo campo escalar Φ y el isodoblete Φ̃ = iτ2Φ∗, con hipercarga
Y = −1. Para cualquier generación de fermiones, introducimos la lagrangiana de Yukawa

LY = −λeL̄ΦeR − λdQ̄ΦdR − λuQ̄Φ̃uR + h.c. (2.22)

y debemos repetir el mismo ejercicio ya descrito anteriormente. Tomando por ejemplo el caso del
electrón, obtenemos

LF = − 1√
2
λe(ν̄e , ēL)

(
0

v +H

)
eR + . . .

= − 1√
2
λe(v +H)ēLeR + . . . , (2.23)

identificamos el término de masa como

me =
λev√

2
, mu =

λuv√
2
, md =

λdv√
2
. (2.24)

Este mismo proceso ocurre con todos los fermiones masivos del modelo estándar.
Entonces, con el mismo isodoblete Φ de campos escalares, podemos generar la masa de los

bosones vectoriales débiles W±, Z y de los fermiones, mientras que se preserva la simetŕıa de
norma SU(2)× U(1), la cual está rota o escondida.

Las ecuaciones que conllevan a los bosones de norma f́ısicos, Ecuación (2.19), definen el
ángulo de mezcla electrodébil sin θW

sin θW =
g1√
g2

1 + g2
2

=
e

g2
, (2.25)

el cual puede ser escrito en términos de las masas de los bosones W y Z como

sin2 θW ≡ s2
W = 1− c2W = 1− m2

W

m2
Z

. (2.26)

Usando la parte fermionica de la lagrangiana del modelo estándar (1.46) escrita en términos de
los nuevos campos e introduciendo expĺıcitamente la derivada covariante se obtiene

LNC = eJAµ +
g2

cos θW
JZµ Z

µ,

LCC =
g2√

2
(J+
µW

+µ + J−µ W
−µ), (2.27)
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para las corrientes neutras y cargadas respectivamente. Las corrientes Jµ están dadas por

JAµ = Qf f̄γµf,

JZµ =
1

4
f̄γµ[(2I3

f − 4Qf sin2 θW )− γ5(2I3
f )]f,

J+
µ =

1

2
f̄uγµ(1− γ5)fd, (2.28)

en donde fu(fd) es el fermión tipo up (tipo down) de isosṕın +(−) 1
2 . En términos de la carga

eléctrica Qf del fermión y con I3
f = ± 1

2 el isoesṕın débil izquierdo del fermión y el ángulo de
mezcla, se pueden escribir los acoplamientos vectoriales y axiales del fermión con el bosón Z

vf =
2I3
f − 4Qfs

2
w

2sWcW
,

af =
I3
f

2sWcW
. (2.29)

En el caso del bosón W , sus acoplamientos vectorial y axial a los fermiones son

vf = af =
1

2
√

2sW
, (2.30)

Estos resultados son únicamente válidos para una familia. Aunque la extensión a tres familias
es directa para las corrientes neutras, hay una complicación en el caso de las corrientes cargadas
ya que los eigenestados de norma para los quarks q′ no son idénticos a sus eigenestados de masa q.
Si comenzamos por los quarks tipo u como eigenestados de masa, en el sector de los quarks tipo d
los dos conjuntos están conectados por una transformación unitaria

(d′, s′, b′) = V (d, s, b), (2.31)

en donde V es la matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa. Para los leptones, los eigenestados de
norma y los eigenestados de masa coinciden ya que los neutrinos son considerados sin masa en el
modelo estándar, lo cual es una buena aproximación en la mayoŕıa de los casos.

2.3. La part́ıcula de Higgs en el modelo estándar

Pongamos particular atención al bosón de Higgs. La parte cinética del campo de Higgs
1

2
(∂µH)2

proviene del término que involucra la derivada covariante |DµΦ|2, mientras que su masa y sus
términos de interacción provienen del potencial escalar V (Φ) = µ2Φ†Φ + λ(Φ†Φ)2

V =
µ2

2
(0 , v +H)

(
0

v +H

)
+
λ

4

∣∣∣∣(0 , v +H)

(
0

v +H

)∣∣∣∣2 . (2.32)

Usando la relación v2 = −µ2/λ obtenemos

V = −1

2
λv2(v +H)2 +

1

4
λ(v +H)4. (2.33)

Encontramos que la lagrangiana que contiene el campo de Higgs es

LH =
1

2
(∂µH)(∂µH)− V

=
1

2
(∂µH)2 − λv2H2 − λvH3 − λ

4
H4. (2.34)
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De esta lagrangiana podemos ver que la masa del bosón de Higgs es

m2
H = 2λv2 = −2µ2, (2.35)

y las constantes de acoplamiento para los vértices de autointeracción están dadas por

gH3 = (3!)iλv = 3i
m2
H

v
, gH4(4!)i

λ

4
= 3i

m2
H

v2
. (2.36)

De la lagrangiana que describe a los bosones de norma y la masa de los fermiones

LmV ∼ m2
V

(
1 +

H

v

)2

, Lmf ∼ −mf

(
1 +

H

v

)
, (2.37)

obtenemos también los acoplamientos del bosón de Higgs con los bosones de norma y fermiones

gHff = i
mf

v
, gHV V = −2i

m2
V

v
, gHHV V = −2i

m2
V

v2
. (2.38)

El valor de expectación del vaćıo v está dado en términos de la masa del bosón W o de la
constante de Fermi Gµ determinada del decaimiento del muón [9]

MW =
1

2
g2v =

(√
2g2

8Gµ

)1/2

⇒ v =
1

(
√

2Gµ)1/2
' 246 GeV. (2.39)

El propagador del bosón de Higgs, en el espacio de momentos, está dado por

∆HH(q2) =
i

q2 −m2
H + iε

. (2.40)

2.4. Decaimientos del bosón de Higgs en el modelo estándar

Los acoplamientos del bosón de Higgs a los fermiones y los bosones de norma son directamente
proporcionales a las masas de las part́ıculas, de este modo el bosón de Higgs tendrá la tendencia
a decaer en las part́ıculas más pesadas permitidas cinemáticamente. Debido a que las masas de
los bosones de norma y fermiones son conocidas, todas las anchuras de decaimiento del bosón de
Higgs en estas part́ıculas pueden ser predichas.

2.4.1. Decaimientos a quarks y leptones

En la aproximación de Born, la anchura parcial del bosón de Higgs decayendo a un par de
fermiones, el cual procede mediante el diagrama de Feynman de la Figura 2.2, está dada por [10]

H

f

f̄

Figura 2.2: Diagrama de Feynman para el decaimiento del bosón de Higgs a fermiones.
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ΓBorn(H → ff̄) =
GµNc

4
√

2π
mHm

2
fβ

3
f , (2.41)

con β = (1− 4m2
f/m

2
H)1/2 y Nc el factor de color Nc = 3(1) para quarks (leptones). En el caso de

leptones, solo el decaimiento a un par de taus y a un par de muones son relevantes.

Decaimiento en quarks y correcciones de QCD

En el caso de decaimientos hadrónicos del bosón de Higgs, las correcciones de cromodinámica
cuántica (QCD) resultan ser considerables y deben ser incluidas. A nivel de un lazo, los diagramas
de Feynman para las correcciones son mostradas en la Figura 2.3. En el ĺımite cuando mH es mucho
mayor que la masa de los quarks (mH � 2mf ) se obtiene la anchura de decaimiento al siguiente
orden en teoŕıa de perturbaciones y está dada por (NLO) [11]

ΓNLO(H → qq̄) ' 3Gµ

4
√

2π
mHm

2
q

[
1 +

4

3

αs
π

(
9

4
+

3

2
log

m2
q

m2
H

)]
. (2.42)

Como se puede observar, tenemos un término logaŕıtmico log(mq/mH), el cual, para quarks
ligeros, aportaŕıa un valor pequeño a la anchura de decaimiento, e incluso tendŕıamos un valor
negativo (y en definitiva no tendŕıamos una situación f́ısica). Sin embargo, este logaritmo puede
ser absorbido en la redefinición de la masa de los quarks.

q̄

qg

+ + + . . .g

Figura 2.3: Diagramas de Feynman de las correcciones a un lazo de QCD para el decaimiento a un
par de quarks.

2.4.2. Decaimiento a bosones de norma electrodébiles

La anchura de decaimiento del bosón de Higgs en un par de bosones de norma masivos es
proporcional a los acoplamientos HV V .

La anchura parcial para el bosón de Higgs decayendo en un par de bosones de norma H → V V
con V = W o Z, cuyos diagramas de Feynman se muestran en la Figura 2.4a, está dada por [12]

Γ(H → V V ) =
Gµm

3
H

16
√

2π
δV
√

1− 4x(1− 4x+ 12x2) , x =
m2
V

m2
H

, (2.43)

con δW = 2 y δZ = 1. Para masas del bosón de Higgs suficientemente grandes, la anchura de
decaimiento en un par de bosones W es el doble que el decaimiento en un par de bosones Z, y los
branching ratios (BR) correspondientes son 2/3 y 1/3, respectivamente.

El decaimiento del bosón de Higgs a bosones de norma, en donde uno de ellos es virtual, cuyos
diagramas de Feynman se muestran en la Figura 2.4b, también es importante ya que paramH > 130
GeV, el decaimiento del bosón de Higgs a un par de bosones W con un bosón virtual domina sobre
el decaimiento H → bb̄. Incluso el decaimiento del bosón de Higgs a dos bosones de norma virtuales,
Figura 2.4c, también puede ser de gran interés. Estos decaimientos fueron ampliamente estudiados
en los art́ıculos [13] para el decaimiento a tres cuerpos y [14] para el decaimiento a cuatro cuerpos.
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H

V

V

(a)

H

V

f̄

f

(b)

H

f3

f̄4

f1

f̄2

(c)

Figura 2.4: Diagramas de Feynman para los decaimientos del bosón de Higgs a un par de bosones
de norma reales y/o virtuales.

Los decaimientos del bosón de Higgs a fermiones y a bosones de norma solamente ocurren a
nivel árbol. Si consideramos un lazo de bosones de norma y fermiones, obtenemos los decaimientos:
H → γγ, H → Zγ y H → gg. Debido a la supresión del lazo, estos serán del orden de α2

s/16π
o α2/16π, quizá mejorado por la contribución de un gran número de diagramas, especialmente
aquellos que contengan part́ıculas pesadas, en donde los branching ratios serán del orden de 10−4,
lo que puede ser importante bajo ciertas circunstancias.

2.4.3. Decaimientos H → γγ, H → γZ y H → gg

Debido a que los fotones y gluones son part́ıculas sin masa, estas no se acoplan al bosón de
Higgs a nivel árbol. Sin embargo, los vértices Hgg y Hγγ, aśı como el acoplamiento HZγ, pueden
ser generados a un lazo en donde se involucran part́ıculas masivas, las cuales se acoplan al bosón
de Higgs. Los acoplamientos Hγγ y HZγ son mediados por los bosones W y fermiones cargados,
mientras que el acoplamiento Hgg está mediado solo por quarks, ver Figura 2.5b. Estas anchuras
de decaimiento serán importantes para la producción del bosón de Higgs en colisionadores de
Hadrones.

Decaimiento a dos fotones

El decaimiento del bosón de Higgs a dos fotones está mediado por bosones W y fermiones
pesados cargados (ver Figura 2.5a). La anchura parcial de decaimiento se puede poner en la forma
[10]

Γ(H → γγ) =
Gµα

2m3
H

128
√

2π3

∣∣∣∣∣∣
∑
f

NcQ
2
fA

H
1/2(τf ) +AH1 (τW )

∣∣∣∣∣∣
2

, (2.44)

con los factores de forma para part́ıculas de esṕın 1/2 y esṕın 1 dados por
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γ(Z)

H

γ

F

γ(Z)

H

γ

W
+

(a)

H

g

g

Q

(b)

Figura 2.5: Diagramas de Feynman para el decaimiento del bosón de Higgs a) a dos fotones ( o
bien el par Zγ) y b) a dos gluones.

AH1/2(τ) = 2[τ + (τ − 1)f(τ)]τ−2,

AH1 (τ) = −[2τ2 + 3τ + 3(2τ − 1)f(τ)]τ−2, (2.45)

y la función f(τ) definida como

f(τ) =


arcsin2√τ τ ≤ 1,

−1

4

[
log

1 +
√

1− τ−1

1−
√

1− τ−1
− iπ

]2

τ > 1.
(2.46)

Los parámetros τi = m2
H/4m

2
i con i = f,W están definidos por las masas correspondientes

de las part́ıculas pesadas en el lazo. La constante electromagnética en el acoplamiento debe ser
tomada a la escala q2 = 0 debido a que en el estado final los fotones son reales.
Debido a que el acoplamiento del bosón de Higgs a los fermiones Hff̄ es proporcional a la masa
del fermión, la contribución de los fermiones ligeros es despreciable, por lo que solamente el quark
top y los bosones W contribuyen de manera apreciable a la anchura.

Decaimiento a un fotón y a un bosón Z

Similarmente al caso del decaimiento a dos fotones, el acoplamiento H → Zγ tiene contribu-
ciones de quarks pesados y bosones W en el lazo. La anchura de decaimiento está dada por [15]

Γ(H → Zγ) =
G2
µm

2
Wαm

3
H

64π4

(
1− m2

Z

m2
H

)3
∣∣∣∣∣∣
∑
f

Nf
Qf v̄f

cos θW
AH1/2(τf , λf ) +AH1 (τW , λW )

∣∣∣∣∣∣
2

, (2.47)

en donde ahora τi = 4m2
i /m

2
H , λi = 4m2

i /m
2
Z y los factores de forma son
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AH1/2(τ, λ) = [I1(τ, λ)− I2(τ, λ)], (2.48)

AH1 (τ, λ) = cos θW

[
4

(
3− sin2 θW

cos2 θW

)
I2(τ, λ) +

[(
1 +

2

τ

)
sin2 θW
cos2 θW

−
(

5 +
2

τ

)]
I1(τ, λ)

]
,

en donde v̄f = 2I3
f − 4Qf sin2 θW . Las funciones I1 y I2 están dadas por

I1(τ, λ) =
τλ

2(τ − λ)
+

τ2λ2

2(τ − λ)2
[f(τ−1)− f(λ−1)] +

τ2λ

(τ − λ)2
[g(τ−1)− g(λ−1)],

I2(τλ) = − τλ

2(τ − λ)
[f(τ−1)− f(λ−1)], (2.49)

donde la función f(τ) está definida por la Ecuación (2.46), mientras que la función g(τ) es

g(τ) =


√
τ−1 − 1 arcsin

√
τ τ ≥ 1,√

1− τ−1

2

[
log

1 +
√

1− τ−1

1−
√

1− τ−1
− iπ

]
τ < 1.

(2.50)

En este decaimiento, la contribución más grande proviene del bosón W al lazo. La contribución
del quark top interfiere destructivamente a la contribución del bosón W pero es muy pequeña.
Las correcciones de QCD son pequeñas en el rango de masas mH ≤ 2mW . En el ĺımite de quarks
pesados, el factor de corrección para la amplitud de la contribución del quark top es

AH1/2(τt, λt)→ AH1/2(τt, λt)×
[
1− αs

π

]
, para m2

H � 4m2
t . (2.51)

Decaimiento a un par de gluones

El decaimiento del bosón de Higgs a un par de gluones está mediado por lazos que involucran
quarks (ver Figura 2.5b), con la principal contribución proveniente del quark top y el quark bottom.
A nivel de un lazo, la anchura de decaimiento es [16]

Γ(H → gg) =
Gµα

2
sm

3
H

36
√

2π3

∣∣∣∣∣∣34
∑
Q

AH1/2(τQ)

∣∣∣∣∣∣
2

. (2.52)

El parámetro τQ = m2
H/4m

2
Q está definido por la masa en el polo del quark pesado. La forma

del factor AH1/2(τQ) es similar a la del decaimiento H → γγ y está dada por la Ecuación (2.45).

2.5. Modos de producción del bosón de Higgs

Existen diferentes mecanismos de producción para el bosón de Higgs en los colisionadores de
hadrones, algunos de estos con la asociación de otras part́ıculas como se muestra en la Figura 2.6.
El mecanismo de fusión de gluones, gg → H [16], el cual se lleva a cabo mediante un lazo de
quarks y tiene la sección transversal más grande en el gran colisionador de hadrónes (LHC). La
observación de fusión de gluones permite una restricción indirecta sobre el acoplamiento tt̄H incluso
para mH � 2mf . Aparte del proceso de fusión de gluones, existen otros modos de producción con
tazas más bajas pero con la ventaja de poder identificar las part́ıculas asociadas, por ejemplo, la
producción asociada de W±H o ZH (Higgstrahlung) también es importante [17].
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H

g g

t

(a)

q

H

q

W Z

(b)

q q

W,Z H

W,Z

(c)

g

H

g

t t

t̄t

(d)

Figura 2.6: Diagramas de Feynman representativos para la producción del bosón de Higgs en un
colisionador de hadrones. Se incluyen a) fusión de gluones, b) fusión de bosones vectoriales y
producción asociada de c) WH, ZH o d) tt̄H.

2.5.1. Fusión de gluones

Con buena aproximación, el protón consiste de dos quarks up, un quark down y un mar de gluo-
nes. Debido a que el acoplamiento del bosón de Higgs a las part́ıculas elementales es proporcional
a su masa, tenemos un acoplamiento muy suprimido entre el bosón de Higgs y los constituyentes
del protón. Entonces alguna part́ıcula pesada necesita ser producida en una colisión protón-protón
en el LHC para acoplarse al bosón de Higgs. Sabemos que el quark top es el fermión más pesado
y solamente puede ser producido junto a un quark anti-top o un quark anti-bottom. Debido a que
el quark top tiene tanto carga eléctrica como de color, dicho par solo puede ser producido por los
procesos γ → tt̄, Z → tt̄,W+ → tb̄ o g → tt̄. Sin embargo, solo hay gluones en el protón, por lo
que el proceso g → tt̄ es por mucho el proceso de producción más importante para producir un
par de quarks top, la part́ıcula elemental más pesada conocida. Debido a la conservación de color,
el par top-anti top producido por un gluón no se puede aniquilar en una part́ıcula de Higgs. Para
poder tener esta aniquilación a un bosón de Higgs, necesitamos que el quark top o el quark anti-top
interactúen con un segundo gluón. Por lo tanto, es necesario involucrar en el proceso a dos gluones.
Este proceso de producción es llamado fusión de gluones y es el proceso de producción del bosón
de Higgs más importante.

2.5.2. Fusión de bosones vectoriales

Como se discutió en la sección anterior, existe esencialmente una manera de producir la part́ıcula
de Higgs a través de su acoplamiento con el quark top, al que llamamos fusión de gluones (las
otra contribuciones son muy pequeñas). Consideremos una posibilidad alternativa a través de los
bosones de norma W y Z en lugar del quark top. Estos bosones de norma no poseen carga de
color (lo cual significa que no se acoplan al gluón) y sus masas son aproximadamente la mitad de
la del quark top. Esto hace que la producción del bosón de Higgs a través de los bosones Z/W
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sea un poco diferente al caso anterior. Este mecanismo de producción del bosón de Higgs a través
de los bosones W/Z es llamado “Fusion de bosones vectoriales”(VBF) [18]. En este proceso un
quark proveniente de uno de los protones entrantes emite un bosón Z o W+ mientras que otro
quark, proveniente de otro protón, emite un bosón Z o W−. El par ZZ o W+W− se “fusiona”para
producir una part́ıcula de Higgs. La sección transversal total para VBF es significativamente menor
que la fusión de gluones. Si se desea determinar experimentalmente la contribución de VBF, se
hace uso de la presencia de dos quarks en el estado final: cada quark visto en el detector como un
jet. Entonces, la part́ıcula de Higgs del VBF puede ser observada en el detector junto a un jet,
dos jets o sin jets. Una part́ıcula de Higgs producida junto a un jet o dos jets es un ejemplo de
producción asociada.

Finalmente, en la Figura 2.6d se muestran los diagramas de Feynman para la producción del
bosón de Higgs en asociación con un par top-anti top [16], lo cual es similar al proceso de fusión
de gluones excepto que el par de quarks top no se cierran en un lazo. La producción asociada tt̄H
es también importante en el LHC, en donde las correcciones radioativas (y electrodébiles) pueden
ser considerables.
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Caṕıtulo 3

El Modelo de dos dobletes de
Higgs

3.1. Fallas del modelo estándar

El modelo estándar (ME) ha sido una de las teoŕıas más bellas que la humanidad haya creado
hasta el momento. Con el ME se logró predecir la existencia de los bosones W± y Z y el gluón
antes de que estas part́ıculas hubiesen sido observadas. El Large Electron-Positron Collider (LEP)
en el CERN confirmó varias predicciones entre los decaimientos de los bosones Z. Hasta el año 2012
ningún experimento hab́ıa detectado directamente la existencia del bosón de Higgs, aunque hab́ıa
una cierta evidencia indirecta de él. Todas las esperanzas estaban puestas en las investigaciones
realizadas mediante el colisionador de hadrónes LHC del CERN. Este centro hizo el histórico
anuncio del hallazgo de una part́ıcula compatible con las propiedades del bosón de Higgs el 4 de
julio de 2012, confirmado por los experimentos ATLAS y CMS. El hecho de ser localizado en dos
detectores distintos aśı como su fiabilidad hace que este problema del ME haya sido superado. A
pesar del gran éxito del ME en explicar los fenómenos observados en los colisionadores de part́ıculas,
esta teoŕıa tiene ciertos defectos importantes. Por ejemplo, no predice el espectro de masas de las
part́ıculas, no incluye la gravedad, no explica porque hay tres generaciones de fermiones, etc. A
continuación detallaremos algunas de estas inconsistencias.

Neutrinos: los neutrinos, los cuales solamente interaccionan en los procesos débiles a través del
intercambio de bosones W y Z, son considerados part́ıculas sin masa en el modelo estándar.
Sin embargo, a través de la evidencia experimental del fenómeno de oscilación de neutrinos
se ha deducido que estos posean masa [19]. La oscilación de los neutrinos viene del hecho
de que los eigenestados de masa no son eigenestados de sabor, lo cual puede suceder si los
términos de masa involucran mezclas. Entonces, el fenómeno de oscilación de neutrinos, en
el cual un neutrino de un sabor se convierte en un neutrino de diferente sabor durante la
propagación libre, es posible solo si los neutrinos son masivos. Estas masas seŕıan extremada-
mente pequeñas comparadas con las masas de las otras part́ıculas. Los valores de sus masas
y el hecho de que solamente la parte izquierda de los neutrinos sea necesaria en el modelo
estándar sugiere que la masa de éstos tiene un origen diferente a las masas de los fermiones
elementales.

Materia oscura: en 1932 los astrof́ısicos descubrieron que hab́ıa una gran contribución de
materia no bariónica y no luminosa a la densidad cŕıtica del universo, la cual llamaron materia
oscura [20]. Ellos observaron que la densidad de la materia conocida (materia bariónica)
representa menos del cuatro por ciento de la densidad de enerǵıa total del universo. Ahora
se sabe que aproximadamente un cuarto de la enerǵıa contenida del universo es debido a una
forma de distribución de materia oscura, la cual tiene interacción gravitacional pero que no
es luminosa y eléctricamente neutra. Una explicación es que la materia oscura es debida a
la presencia dominante de alguna especie de part́ıcula eléctricamente neutra, estable (o al
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menos de muy larga vida) y que no interacciona fuertemente. El modelo estándar no incluye
algún candidato de part́ıculas a tener en cuenta para dichas componente de materia oscura.
Su presencia por lo tanto requerirá una extensión del modelo.

El problema de la jerarqúıa: hemos visto en caṕıtulos anteriores que la teoŕıa electrodébil es
una teoŕıa invariante de norma ante el grupo SU(2)L×U(1)Y , que es espontáneamente rota
al grupo U(1)QED. El rompimiento de la simetŕıa electrodébil está descrito por el mecanismo
de Higgs, el cual dota de masa a los bosones de norma. Su realización está basada en la
inclusión de un solo doblete complejo de SU(2)L de campos escalares que adquieren un valor
de expectación del vaćıo distinto de cero. Tres de estos campos escalares son absorbidos por
los tres bosones de norma débiles que adquieren masas, el remanente, el bosón de Higgs, se
acopla tanto a los campos de norma como a la materia, además de tener autointeracciones
que se generan a partir del potencial escalar. A nivel clásico, esta descripción tiene sentido.
Sin embargo, un problema surge cuando uno trata de tomar correcciones cuánticas en consi-
deración. De hecho, contrariamente a la masa de los fermiones, que están protegidos por la
simetŕıa quiral, las masas de los campos escalares elementales son inestables bajo correcciones
cuánticas. Además, el cuadrado de la masa del bosón de Higgs m2

H , que se espera que sea del
orden del cuadrado del valor de expectación del vaćıo del campo de Higgs v2, recibe grandes
correcciones cuánticas que dependen cuadráticamente de la escala de corte Λ hasta donde se
considera que es válido el modelo estándar

δm2
H ∝ O

(α
π

)
Λ2, (3.1)

en donde α es la constante de estructura fina. Si consideramos el requisito razonable de
que la corrección cuántica a la masa no debe ser tan grande comparado a la masa original,
estamos forzados a mantener un corte dentro del orden de magnitud de la masa, lo cual
en el caso de la teoŕıa electrodébil es de un 1 TeV. En efecto, si extendemos la teoŕıa a la
escala de Planck, entonces el valor natural de mH será del orden de esta escala. Ésta es
otra pregunta que el modelo estándar no responde: ¿Por qué existen 17 ordenes de magnitud
que separan la escala electrodébil de la escala de Planck? Por su puesto, podemos escoger
la escala de renormalización tal que la masa del bosón de Higgs este fija al rango de valores
que es experimentalmente requerido. Sin embargo, un ajuste fino como éste se considera no
natural.

Debido a la problemática del modelo estándar, se han considerado numerosos modelos de extensión
que puedan ser de utilidad para construir una teoŕıa más completa. Este tipo de modelos predicen
nuevos efectos que pueden ser buscados en los colisionadores de part́ıculas con tal de tener alguna
evidencia de la teoŕıa que ayudaŕıa a construir una teoŕıa final de las interacciones. Una de las
extensiones más simples del modelo estándar consiste en añadir un doblete adicional. A pesar de
su simpleza, estos modelos con dos dobletes de Higgs predicen una rica fenomenoloǵıa.

3.2. El modelo de dos dobletes de Higgs

El sector fermionico y de norma del modelo estándar de las interacciones electrodébiles ha
sido corroborado fenomenológicamente con gran precisión, no obstante el sector escalar no ha sido
explorado aún con tanto detalle. En el modelo estándar la estructura escalar más simple posible
consta de solamente un doblete de SU(2). Una pieza crucial de la evidencia acerca de la estructura
escalar es el parámetro ρ. En una teoŕıa de norma SU(2)×U(1), si hay n multipletes escalares φi
con isoesṕın débil Ii, hipercarga débil Yi y valor de expectación del vaćıo vi, el parámetro ρ a nivel
de árbol es
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ρ =

n∑
i=1

[
Ii(Ii + 1)− 1

4
Y 2
i

]
vi

n∑
i=1

1

2
Y 2
i vi

. (3.2)

Experimentalmente ρ es muy cercano a la unidad. La extensión más simple del modelo estándar,
que es consistente con ρ = 1, consiste en simplemente añadir más dobletes y/o singletes escalares.
De esta manera una de las extensiones más simples posibles al modelo estándar es el modelo de
dos dobletes de Higgs (MDDH). Hay diversas motivaciones para estudiar estos modelos, aunque
la mejor conocida es supersimetŕıa. En las teoŕıas de supersimetŕıa los escalares pertenecen a
multipletes quirales y su conjugado complejo pertenece a multipletes de quiralidad opuesta. Dado
que los multipletes de diferentes quiralidades no se pueden acoplar juntos en una lagrangiana, un
solo doblete de Higgs es incapaz de dotar de masa simultáneamente a los quarks tipo up y quarks
tipo down. Debido a que los escalares se establecen en multipletes quirales junto a campos con esṕın
1/2, la cancelación de anomaĺıas también requiere que un doblete adicional sea añadido. Otra de
las motivaciones proviene del hecho de que el modelo estándar es incapaz de generar una simetŕıa
bariónica del universo. Los modelos con dos dobletes de Higgs pueden lograrlo debido a la gran
flexibilidad de su espectro de masa escalares y a la existencia de fuentes adicionales de violación
de la simetŕıa CP . Dichas fuentes de violación expĺıcita o espontánea de CP constituyen una de
las grandes caracteŕısticas de los MDDH. Con el gran colisionador de hadrónes en funcionamiento
y recolectando datos, la época parece apropiada para el estudio de los MDDH. A diferencia del
modelo estándar, en donde la masa del bosón de Higgs es el único parámetro libre del sector
escalar, los MDDH contienen un gran número de parámetros libres. Con bosones de Higgs cargados,
pseudoescalares y diferentes modos de decaimiento, los retos experimentales son un tanto diferentes
a los del modelo estándar.

3.2.1. Lagrangiana para el MDDH

El rompimiento de la simetŕıa electrodébil v́ıa el mecanismo de Higgs está descrito por la
lagrangiana invariante de SU(2)L × U(1)Y para el MDDH, la cual puede ser escrita como

LMDDH = Lφ + LY + LSM , (3.3)

donde LY describe la interacción de los fermiones con los escalares de Higgs y LSM describe las
interacciones de los bosones de norma y los fermiones. La lagrangiana escalar de Higgs Lφ es

Lφ =
∑
i=1,2

(Dµφi)
†(Dµφi)− VH(φ1, φ2). (3.4)

Estos términos, reemplazan el término cinético y el potencial de Higgs en la lagrangiana del
modelo estándar en donde mantenemos la misma forma para la derivada covariante

Dµ = ∂µ − igW a
µTa − ig′

Y

2
Bµ, (3.5)

donde Ta e Y son los generadores de transformaciones de isoesṕın débil e hipercarga débil. Para
mantener el valor ρ = 1 a nivel árbol, ambos campos de Higgs deben ser isodobletes débiles
(I = 1/2) con hipercargas Y = ±1, en este caso usaremos Y = +1 para ambos dobletes.

3.2.2. El sector escalar del MDDH

El sector escalar de los MDDH tienen algunas caracteŕısticas interesantes. En su forma más
general, el potencial tiene 14 parámetros independientes. Sin embargo, el hecho de que los dobletes
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de Higgs φ1 y φ2 no sean f́ısicamente observables (solo los eigenestados de masa son part́ıculas
f́ısicas) significa que tenemos la libertad de redefinir estos dobletes, siempre y cuando preservemos
la forma de sus términos cinéticos. Estos cambios de base de los dobletes de Higgs permite absorber
algunos de los parámetros en el potencial que son esenciales para entender el número de parámetros
f́ısicos realmente presentes en éste. Por diversas razones, la más usual es aquella que preserva la
incidencia de corrientes neutras con cambio de sabor (CNCS). Es común imponer una variedad de
simetŕıas globales sobre los MDDH, esto para reducir el número de parámetros libres. Es el potencial
escalar el que determina el vaćıo de los MDDH, el cual, a diferencia de lo que ocurre en el modelo
estándar, no es único: con dos dobletes surgen posibilidades de que el vaćıo del modelo rompa
espontáneamente la simetŕıa CP , la cual es precisamente la razón por la cual T.D. Lee propuso
los MDDH en 1973. Incluso si se considera solamente el vaćıo que preserva CP y las simetŕıas de
norma usuales del modelo estándar, los MDDH tienen una rica estructura. Sin embargo, este tipo
de modelos tienen una caracteŕıstica que lo distingue de otros modelo con multipletes de Higgs,
tales como SUSY o el 3HDM, y es que su vaćıo es estable. Sin embargo no todos los valores de los
parámetros del potencial de los MDDH garantizan que sea un mı́nimo estable, aunque uno puede
estar seguro que el potencial está delimitado inferiormente. Este requerimiento básico permite
imponer restricciones sobre los acoplamientos cuarticos.

El potencial del MDDH

El potencial VH(φ1, φ2) más general, invariante de norma y renormalizable, para los
MDDH es una combinación hermitiana de combinaciones invariantes de los campos φ1 y φ2;
(φ†1φ1), (φ†2φ2), (φ†1φ2), (φ†2φ1). En modelos de interacciones electrodébiles con rompimiento es-
pontáneo de invarianza de norma, la renormalizabilidad limita a 4 el grado del potencial de Higgs,
por lo que términos con ordenes más grandes que cuatro tienen que ser excluidos debido a que
no son renormalizables. Por lo tanto, la máxima potencia de combinaciones (φ†iφj) es dos. Para
establecer el potencial uno debe ser muy cuidadoso en la definición y distinción de los parámetros,
los cuales pueden ser rotados a los que tengan implicaciones f́ısicas. Sin embargo, muchos estudios
fenomenológicos de los MDDH realizan diversas simplificaciones o suposiciones. Usualmente, se
asume que CP se conserva en el sector de Higgs (solo en este caso se puede distinguir entre escala-
res y pseudoescalares). Bajo estas suposiciones, el potencial escalar más general para los dobletes
φ1 y φ2 es

VH = m2
11φ
†
1φ1 +m2

22φ
†
2φ2 −m2

12(φ†1φ2 + φ†2φ1) +
λ1

2
(φ†1φ1)2 +

λ2

2
(φ†2φ2)2

+ λ3φ
†
1φ1φ

†
2φ2 + λ4φ

†
1φ2φ

†
2φ1 +

λ5

2
[(φ†1φ2)2 + (φ†2φ1)2], (3.6)

en donde todos los parámetros son reales. Para una región del espacio de parámetros, tomando el
mı́nimo del potencial obtenemos

〈φ1〉0 =

(
0
v1√

2

)
, 〈φ2〉0 =

(
0
v2√

2

)
. (3.7)

Con dos campos escalares complejos de SU(2) tenemos 8 campos

φj =

 φ+
j

vj + ρj + iηj√
2

 , j = 1, 2. (3.8)

Tres de estos campos son absorbidos para dar masa a los bosones W± y Z. Los 5 remanentes son
los campos escalares de Higgs: un campo escalar cargado, dos escalares neutros y un pseudoescalar.
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Con el mı́nimo anterior los términos de masa para los escalares cargados están dados por

Lφ±masa = [m2
12 − (λ4 + λ5)v1v2](φ−1 φ−2 )

(
v2/v1 −1
−1 v1/v2

)(
φ+

1

φ+
2

)
. (3.9)

Se obtiene un eigenvalor nulo que corresponde a un bosón de Goldstone cargado G± es cual es
absorbido por W±. La masa cuadrada del Higgs cargado es

m2
+ =

[
m2

12

v1v2
− λ4 − λ5

]
(v2

1 + v2
2). (3.10)

Los términos de masa para los pseudoescalares están dados por

Lη masa =
m2
A

v2
1 + v2

2

(η1 η2)

(
v2

2 −v1v2

−v1v2 v2
1

)(
η1

η2

)
. (3.11)

Esto proporciona un pseudoescalar de Goldstone junto a la masa cuadrada del pseudoescalar
f́ısico

m2
A = [m2

12/(v1v2)− 2λ5](v2
1 + v2

2). (3.12)

Finalmente, los términos de masa para los escalares están dados por

Lρ masa = −(ρ1 ρ2)

 m2
12

v2

v1
+ λ1v

2
1 −m2

12 + λ345v1v2

−m2
12 + λ345v1v2 m2

12

v1

v2
+ λ2v

2
2

( ρ1

ρ2

)
, (3.13)

con λ345 = λ3 + λ4 + λ5. La matriz de masa de los escalares puede ser diagonalizada, siendo α el
ángulo de rotación que realiza la diagonalización.
Un parámetro importante de este modelo es la razón de los valores de expectación del vaćıo

tanβ =
v2

v1
. (3.14)

Los parámetros α y β determinan las interacciones de los diversos campos de Higgs con los
bosones vectoriales y con los fermiones, estos parámetros son cruciales en la fenomenoloǵıa de los
MDDH.

3.3. Modelos con conservación de sabor

El problema más serio que enfrentan los MDDH es la posibilidad de tener CNCS. Por ejemplo,
el acoplamiento de Yukawa de los quarks con carga −1/3 es en general

LY = y1
ijψ̄iψjφ1 + y2

ijψ̄iψjφ2, (3.15)

en donde i y j son los ı́ndices de generación. La matriz de masa es entonces

Mij = y1
ij

v1√
2

+ y2
ij

v2√
2
. (3.16)

En el modelo estándar, la diagonalización de la matriz de masa automáticamente diagonaliza
las interacciones de Yukawa, por lo tanto no hay CNCS a nivel árbol. Sin embargo, en general y1 y
y2 de la Ecuación (3.15) no serán simultáneamente diagonalizables. Los escalares neutros de Higgs
mediarán CNCS de la forma d̄sφ. Bajo ciertas suposiciones razonables modelos con CNCS pueden
ser viables, pero por el momento supondremos que las CNCS a nivel árbol son completamente
ausentes debido a una simetŕıa discreta o continua.
Es fácil de observar que si todos los fermiones con los mismos números cuánticos se acoplan al mismo
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multiplete de Higgs, entonces las CNCS serán ausentes. Esto fue formalizado por el teorema de
Paschos-Glashow-Weinberg [21]. En el modelo estándar con dobletes izquierdos y singletes derechos,
este teorema implica que todos los quarks derechos de una carga dada se deben acoplar a un mismo
multiplete de Higgs. En los MDDH esto solamente puede ser asegurado por la introducción de una
simetŕıa discreta.
Fijándonos en el sector de quarks de los MDDH, solamente hay dos posibilidades. Se denomina
MDDH tipo I al caso en el que todos los quarks y leptones se acoplan a un doblete de Higgs
(convencionalmente se escoge φ2), y MDDH tipo II en donde los quarks tipo u se acoplan a al
doblete φ2 y los quarks tipo d junto a los leptones se acoplan a φ1. El modelo tipo I puede ser
garantizado con una simple simetŕıa discreta φ1 → −φ1, mientras que para el tipo II se necesitan
las simetŕıas φ1 → −φ1 y dir → −diR.
Si no hay violación de CP en los valores de expectación de los dobletes escalares φi entonces v1 y
v2 son reales y no negativos, por lo que

φj =

 φ+
j

vj + ρj + iηj√
2

 , (3.17)

en donde v1 = v cosβ y v2 = v sinβ. Entonces el bosón de Goldstone neutro es

G0 = η1 cosβ + η2 sinβ. (3.18)

La combinación lineal de ηj ortogonal a G0 es el pseudoescalar f́ısico

A = η1 sinβ − η2 cosβ. (3.19)

Los escalares f́ısicos son un escalar ligero h y un escalar pesado H, los cuales son ortogonales a
las combinaciones de ρ1 y ρ2:

h = ρ1 sinα− ρ2 cosα,

H = −ρ1 cosα− ρ2 sinα. (3.20)

Los acoplamientos de los fermiones a los bosones escalares están dados a través del lagrangiano
de Yukawa

Lyukawa = −
∑

f=u,d,`

mf

v
(ξfh f̄fh+ ξfH f̄fH − ξfAf̄γ5fA)

−
(√

2Vud
v

ū(muξ
u
APL +mdξ

d
APR)dH+ +

√
2mlξ

l
A

v
ν̄L`RH

+ + h.c

)
, (3.21)

en donde PL/R son los operadores de proyección para los fermiones izquierdos/derechos, y los
factores ξ están presentados en la Tabla 3.1.

En ambos modelos, los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a los bosones W y Z
son los mismos; los acoplamientos del bosón de Higgs ligero h a WW y ZZ es el mismo que el
modelo estándar multiplicado por sin(β − α) y el acoplamiento del bosón de Higgs pesado H es
el mismo al del modelo estándar modulo cos(α − β). El acoplamiento del pseudoescalar A a los
bosones vectoriales no existe.

3.4. Modelo con CNCS a nivel árbol

En la sección anterior se mostró que se pueden eliminar procesos donde existan CNCS por
medio de una simetŕıa discreta del tipo Z2. El siguiente tratamiento supondrá que no existe dicha
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Tipo I Tipo II
ξuh cosα/ sinβ cosα/ sinβ
ξdh cosα/ sinβ − sinα/ cosβ
ξ`h cosα/ sinβ − sinα/ cosβ
ξuH sinα/ sinβ sinα/ sinβ
ξdH sinα/ sinβ cosα/ cosβ
ξ`H sinα/ sinβ cosα/ cosβ
ξuA cotβ cotβ
ξdA − cotβ tanβ
ξ`A − cotβ tanβ

Tabla 3.1: Acoplamientos de Yukawa de los fermiones a los bosones de Higgs neutros h,H,A en los
MDDH tipo I y II. Los acoplamientos para los bosones de Higgs cargados se siguen de la Ecuación
(3.21)

simetŕıa entre las familias de los dobletes de Higgs. Sabemos que las CNCS a nivel árbol pueden ser
suprimidos al hacer los escalares lo suficientemente pesados, pero fenomenológicamente las masas
de escalares en el rango de los TeV además de antinaturales violan algunas de las restricciones
teóricas debidas a la consistencia interna de la teoŕıa.
Para discutir las CNCS a nivel árbol consideraremos una base en la cual los dobletes escalares son
rotados de tal manera que el VEV está únicamente en el primer doblete, mientras que el segundo
posee un VEV nulo. En este caso, los acoplamientos generales de Yukawa pueden ser escritos como

LY = ηUijQ̄iLH̃1UjR + ηDij Q̄iLH1DjR + ηLijL̄iLH1EjR

+ ξ̂UijQ̄iLH̃2UjR + ξ̂Dij Q̄iLH2DjR + ξ̂LijL̄iLH2EjR + h.c. (3.22)

en donde H1 y H2 son los dos dobletes escalares. Solamente H1 tiene un VEV:

〈H1〉0 =

(
0
v√
2

)
, 〈H2〉0 =

(
0
0

)
, (3.23)

en donde v es real. En esta base, solamente los acoplamientos de Yukawa del doblete H1 v́ıa los
coeficientes ηij generan la masa de los fermiones; aśı los ηij pueden ser bi-diagonalizados y no
producir CNCS a nivel árbol. Cuando la bi-diagonalización es realizada, los acoplamientos que
median las CNCS son

LCNCS = ξUijŪiLH
0
2UjR + ξDij ŪiLH

0
2DjR + ξLijL̄iLH

0
2LjR, (3.24)

donde

ξU,D,L = V U,D,L
†

L ξU,D,LV U,D,LR . (3.25)

Ya que VR es completamente desconocida y las matrices ξ̂ son arbitrarias, los coeficientes
ξU,D,L son arbitrarios; a fin de observar los efectos en procesos espećıficos, algunas suposiciones
deben realizarse acerca de sus magnitudes [22].

Finalmente podemos mencionar algunas propiedades de los acoplamientos de los bosones de
Higgs a los bosones vectoriales. Notemos que no tenemos acoplamientos del pseudoescalar con un
par de bosones electrodébiles. Recordemos que los acoplamientos de los bosones de Higgs a un par
de bosones vectoriales proviene de la derivada covariante (Dµφ)†(Dµφ) en la lagrangiana después
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de reemplazar uno de los φ por su valor de expectación del vaćıo. Sin embargo, en una teoŕıa que
preserva CP este mecanismo no genera acoplamientos para un pseudoescalar. Esto es debido a la
convención adoptada, en donde el VEV de φ es real y el A se deriva de la componente imaginaria
de φ. Este mecanismo no genera acoplamientos a nivel de árbol para un bosón de Higgs CP -par
a un par de bosones no masivos, por ejemplo γγ. Ambos tipos de acoplamientos solo surgen a
nivel de un lazo. Por simetŕıa de Bose, el acoplamiento del bosón Z a un par de bosones de Higgs
idénticos está prohibido. Para un par de bosones de Higgs no idénticos el acoplamiento solo se
presenta cuando los dos Higgs tienen números cuánticos de CP opuestos, es decir ZAH y ZAh
son permitidos. Hay algunos otros vértices prohibidos a nivel árbol por otras razones. Los vértices
generados radiativamente Agg, Hgg y hgg son importantes debido a que a la fusión de gluones es
uno de los mecanismos de producción más importantes para los Higgs neutros en los colisionadores
de hadrónes. Similarmente, los acoplamientos a un par γγ pueden ser muy importantes en la
detección del Higgs neutro. Otros vértices como H+W−γ y H+W−Z también desaparecen a
nivel árbol. El vértice H+W−γ no existe a nivel árbol debido a la conservación de la corriente
electromagnética, obteniéndose hasta nivel de un lazo.

3.5. Decaimientos del bosón de Higgs en el MDDH

Los métodos claves para distinguir entre los distintos tipos de MDDH del modelo estándar
involucran los branching ratio de los decaimientos del bosón de Higgs. En esta sección discuti-
remos los decaimientos de los escalares neutros (h,H,A) de los MDDH. En el caṕıtulo anterior
discutimos acerca de las anchuras del bosón de Higgs en el modelo estándar, en donde vimos que
los decaimientos a WW y ZZ son dominantes para masas del bosón de Higgs por encima de 160
GeV; por debajo de este valor el canal bb̄ es más importante. Ahora analizaremos los decaimientos
de los escalares de Higgs en el MDDH. Como vimos en la sección anterior, los braching ratio no
dependerán exclusivamente de las masas si no que también de los ángulos de mezcla α y β, lo cual
dificulta el análisis. En los MDDH, un ĺımite inferior sobre tanβ de aproximadamente 0.3 puede ser
obtenido del requerimiento de que los acoplamientos de Yukawa del quark top sean perturbativos.
Por otro lado, en el modelo tipo II, los acoplamientos de Yukawa del quark bottom serán no per-
turbativos si tanβ no excede aproximadamente 100. Akeroyd, Arhrib y Naimi [23, 24] estudiaron
un gran número de procesos que violan unitariedad a nivel árbol y concluyeron que valores de tanβ
mayores a 30 son desfavorables, aunque existen algunas regiones en el espacio de parámetros que
son permitidos aún.

Los decaimientos que consideraremos primeramente son aquellos que involucran part́ıculas vec-
toriales (gluones, fotones, y bosones W y Z) y un bosón de Higgs de los MDDH. Los decaimientos
de h,H y A a dos gluones se pueden obtener fácilmente de los resultados de la Ecuación (2.52).
Solamente se necesita incluir los ángulos de mezcla apropiados en los acoplamientos de h,H y A a
los quarks cuando se calcula las contribuciones de los quarks y generalizar la forma funcional como

2[τ + (τ − 1)f(τ)]→ τ [ξh + (1− τξh)f(τ)], (3.26)

en donde ξh = 1 para los bosones escalares y ξh = 0 para el pseudoescalar, es decir, la forma
funcional cambia si se toma en consideración el acoplamiento de los quarks a un escalar o un
pseudoescalar.

Los decaimientos de h,H y A a un par γγ y Zγ también son fáciles de obtener usando lo
resultados del caṕıtulo 2. En el caso de la contribución de los bosones W y quarks al lazo del
decaimiento de los escalares h y H, solamente se necesita modificar los resultados del modelo
estándar y considerar los diferentes acoplamientos de los escalares a los bosones vectoriales y
fermiones. Las expresiones para el pseudoescalar A se pueden encontrar en el apéndice C de la
referencia [5].

En cuanto al escalar cargado, los decaimientos a un lazo de los bosones cargados de interés son
H+ → W+γ y H+ → W+Z. Las expresiones anaĺıticas para estos decaimientos aparecen en el
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apéndice de la Referencia [25], mientras que los resultados para el segundo decaimiento aparecen
en el apéndice de la Referencia [26].

Mencionaremos brevemente las implicaciones para los decaimientos a un lazo suponiendo aco-
plamientos del modelo tipo II. En el caso un par de gluones en el estado final, podemos mencionar
los siguientes puntos importantes:

Las contribuciones más importantes surgen de los quarks más pesados cuya masa cumple
2mq > mh.

Hay diferencias sistemáticas en los acoplamientos, por ejemplo si tanβ > 1 los lazos para los
quarks u, c, t están suprimidos, mientras que la contribución de los quarks d, s, b aumentan
la contribución del lazo.

Las contribuciones a un lazo para A son ligeramente mayores que h y H en el ĺımite en que
las masas de los quarks son pesadas.

Si las masas de los bosones escalares H y h son mayores a 2mb la contribución del quark top
al lazo es dominante y para tanβ > 1 el acoplamiento a tt̄ está muy suprimido haciendo que
la anchura de los decaimientos sean algo más pequeñas a las del modelo estándar.

En cuanto a los decaimientos a γγ y Zγ, recordemos primero que en el modelo estándar las
contribuciones principales vienen de los diagramas con bosones W y lazo de los fermiones contribu-
yen con signo opuesto a lazo de W . Por lo tanto, dado que los acoplamientos hWW y HWW son
generalmente más pequeños a los del modelo estándar, es claro que hay una mejoŕıa significante
para los decaimientos γγ y Zγ en los MDDH. La contribución de los Higgs cargados al lazo que
contribuyen a estos decaimientos tienden a ser pequeños. En el caso del proceso A→ γγ, la única
manera de obtener una anchura comparable a la del bosón de Higgs del modelo estándar es tenien-
do un acoplamiento a los fermiones grande. Los decaimientos a un lazo que involucran los bosones
de los MDDH pueden también llegar a incrementar la anchura de decaimiento que están altamente
suprimidos en el modelo estándar. Un ejemplo interesante es la contribución del Higgs cargado al
lazo del decaimiento Z → bs̄, tc̄. Dicho proceso ha sido estudiado en la Ref. [27]. Mientras que en
el modelo estándar dicho decaimiento tiene un branching ratio del orden de 10−10, en los MDDH
el branching ratio es del orden de 10−6.

3.6. Modos de producción del bosón de Higgs

3.6.1. Fusión de gluones

En el modelo estándar, a nivel de partones, la sección transversal para la fusión de gluones es
m2
hδ(sŝ−m2

h)σ0 en donde mh es la masa del bosón de Higgs y σ0 es

σ0 =
Gµα

2
s

512
√

2π

∣∣∣∣∣∑
q

Ah1/2(τq)

∣∣∣∣∣
2

, (3.27)

con Gµ la constante de Fermi, αs la constante de acoplamiento fuerte, τq = m2
h/4m

2
q, A

h
1/2 =

2[τ + (τ − 1)f(τ)]/τ2 y f(τ) dada por (2.52). En los MDDH, lo que uno podŕıa pensar es que
el cambio en la sección transversal podŕıa ser trivial. Si únicamente la contribución del quark
top en el lazo se considera, basta con multiplicar la sección transversal del modelo estándar por
(cosα/ sinβ)2 en el caso de la producción del escalar del Higgs ligero o bien (sinα/ sinβ)2 en el
caso de la producción del bosón H en los MDDH tipo I y II. En el caso de la producción de fusión
de gluones para el pseudoescalar A, el factor de forma es AA1/2(τq) = 2f(τq)/τq y además debemos

multiplicar la sección eficaz por cot2 β.
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El razonamiento del parrafo anterior solo se aplica en modelos que no tienen un aumento
considerable en la intensidad del acoplamiento de Yukawa del quark b, tal como el MDDH tipo
I, lo cual no es necesariamente aplicable en el caso del MDDH tipo II (el comportamiento de los
acoplamientos de los leptones no tiene efecto sobre la fusión de gluones). Esto es debido a que la
contribución del quark b al lazo puede ser crucial para valores grandes de tanβ y puede llegar a
dominar la sección eficaz. En el MDDH tipo I, la sección eficaz de producción de un Higgs ligero
h a través de fusión de gluones debe ser multiplicada por el factor (cosα/ sinβ)2. En el modelo
tipo II, la contribución del quark top también se debe multiplicar por (cosα/ sinβ)2, pero ahora
el diagrama con quark b en el lazo puede contribuir para tanβ grande. La contribución del quark
b a la amplitud se multiplica por − tanα tanβ relativa a la contribución del quark top. En el caso
cuando τq es pequeño (cuando q = t) y grande (cuando q = b), encontramos que la sección eficaz
se incrementa con respecto a la del MDDH tipo I por un factor de [1 + (5 − 8i) tanα tanβ/100]2

para mh = 100 GeV. Vemos que para valores grandes de tanβ uno puede conseguir un aumento de
al menos un orden de magnitud en la producción relativa al MDDH tipo I. En cuanto al bosón de
Higgs neutro H, los resultados son similares. En el MDDH tipo I la sección eficaz de producción de
H mediante fusión de gluones se debe multiplicar por el factor (sinα/ sinβ)2. En el MDDH tipo
II, el factor − tanα tanβ que se incluye para la producción del boson de Higgs H debe ser ahora
cotα tanβ. Cuando la masa del bosón H es mayor a la masa del quark top, la razón de la producción
de H mediante fusión de gluones decae rápidamente, tal y como sucede en el modelo estándar.
Finalmente, para la producción de un pseudoescalar A, el factor de forma AA1/2 es simplemente

2f(τ)/τ . Hay también un factor ξuA = cotβ en la amplitud. Esto lleva a un factor de (9/4) cot2 β
en la sección eficaz en el MDDH tipo I, comparado con la sección eficaz de producción del Higgs
del modelo estándar. Esto será importante cuando tanβ es pequeño. La razón de la sección eficaz
de producción de un pseudoescalar en el MDDH tipo II es cercana a la del modelo tipo I: para
mA = 100 GeV la diferencia es [1− (3.5− 4i) tan2 β/100]2. Numéricamente esto es 0.93 (.82) para
tan2 β = 1 (3).

3.6.2. Otros modos de producción

Consideremos los procesos de producción que involucran bosones vectoriales (W ∗ →WH,Z∗ →
ZH,WW o ZZ → H en donde H es un Higgs neutro). En los MDDH, para el bosón de Higgs
ligero h tenemos que multiplicar el resultado del modelo estándar por sin2(α−β) y para el pesado
H es multiplicado por cos2(α − β). El pseudoescalar no se puede producir por este medio ya que
no existe el acoplamiento W+W−A y ZZA a nivel árbol.
Para la producción tt̄H simplemente multiplicamos el resultado del ME por (cosα/ sinβ)2 para el
escalar ligero, (sinα/ sinβ)2 para el escalar pesado y cot2 β para el pseudoescalar.
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Caṕıtulo 4

Decaimientos h→ Zγγ y H → Zγγ
en el MDDH

En este caṕıtulo se presentan los cálculos de los decaimientos h → Zγγ y H → Zγγ en el
MDDH. Dichos procesos se dan a través de un lazo, con contribuciones de diagramas de caja y
de triángulo. Dado que estos decaimientos solo difieren en las constantes de acoplamiento de los
bosones de Higgs, usaremos la letra φ′ para denotar a ambos bosones de Higgs. Para poder obtener
las expresiones de las amplitudes necesitamos de las reglas de Feynman de los bosones de Higgs que
se muestran en la Figura 4.1, las cuales podemos expresar en términos de acoplamientos genéricos.
También necesitamos las reglas de Feynman del modelo estándar que se muestran en las Figuras
4.2 y A.2.

4.1. Contribución de diagramas de caja

Hay seis distintos diagramas de caja que contribuyen al decaimiento, tres de los cuales se
muestran en la Figura 4.3. Utilizando las reglas de Feynman dadas anteriormente procedemos a
obtener la expresión para la amplitud invariante.

Para el diagrama 4.3a tenemos

Mφ′1 =

(−ig(eQf )2Nfδφ′ff
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4
Tµνα1 ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (4.1)

con

Tµνα1 =
Tr[γν(/q − /k1 +mf)γµ(/q +mf )γα(gV − gAγ5)(/q + /k +mf)

((q − k1)2 −m2
f )(q2 −m2

f )((q + k)2 −m2
f )

× (/q − /k1 − /k2 +mf)]

(q − k1 − k2)2 −m2
f )
, (4.2)

en donde hemos introducido el factor de número de color Nf = 3 (1) para quarks (leptones),
además de agregar un factor de -1 y tomar la traza de la cadena de matrices de Dirac por tener
un lazo de fermiones. Análogamente obtenemos la amplitud para los diagramas (4.3b) y (4.3c)

Mφ′2 =

(−ig(eQf )2Nfδφ′ff
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4
Tµνα2 ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (4.3)
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δφ′ZZg
µν

φ′

Z

Z

(a)

W+

δφ′WWgµν
φ′

W−

(b)

δφ′ff
φ′

f

f̄

(c)

δAff γ5
A

f

f̄

(d)

δφ′ZA(p + p′)µ
Z

A(p′)

φ′(p)

(e)

Figura 4.1: Reglas de Feynman para los bosones escalares h y H y el pseudoescalar A en el MDDH.

Aµ

f

f

−Qfeγµ

f

f

Z

−igγα

2 cos θW
(gV − gAγ

5)

k
µ ν

i(−gµν+kµkν/m
2
V )

k2−m2
V

k

i
γµkµ+mf

k2−m2
f

Figura 4.2: Reglas de Feynman para los propagadores de una part́ıcula fermionica y de un bosón
vectorial, aśı como para las interacciones del fotón y del bosón Z con un par de fermiones.
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φ′(p)

Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(a)

φ′(p) Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(b)

φ′(p)

Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(c)

Figura 4.3: Diagramas de caja que contribuyen al decaimiento φ′ → Zγγ, en donde φ′ puede ser
un bosón escalar ligero h o uno pesado H. Los diagramas restantes se obtienen al intercambiar los
fotones en cada uno de los diagramas.

con

Tµνα2 =
Tr[γµ(/q − /k +mf )γα(gV − gAγ5)(/q +mf )γν(/q + /k2 +mf )

((q − k)2 −m2
f )(q2 −m2

f )((q + k2)2 −m2
f )

× (/q − /k − /k1 +mf )]

((q − k − k1)2 −m2
f )
, (4.4)

y

Mφ′3 =

(−ig(eQf )2Nfδφ′ff
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4
Tµνα3 ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (4.5)

con

Tµνα3 =
Tr[γα(gV − gAγ5)(/q − /k2 +mf )γν(/q +mf )γµ(/q + /k1 +mf )

((q − k2)2 −m2
f )(q2 −m2

f )((q + k1)2 −m2
f )

×
(/q − /k2 − /k +m2

f )]

(q − k2 − k)2 −m2
f

. (4.6)

Haciendo uso de la simetŕıa de Bose-Einstein podemos obtener las expresiones para la amplitud
de los tres diagramas restantes, para esto basta con realizar los intercambios k1 ↔ k2 y µ↔ ν en
cada una de las expresiones anteriores. La contribución total de los diagramas de caja está dada
como

MBox = (Mφ′1 +Mφ′2 +Mφ′3) + (kµ1 ↔ kν2 ). (4.7)

Ahora estableceremos las condiciones de capa de masa y de transversalidad que son necesarias
para simplificar nuestro cálculo.
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Para las part́ıculas externas

p2 = m2
φ′ , k2 = m2

Z , k2
1 = k2

2 = 0. (4.8)

Por conservación del 4-momento:

p = k + k1 + k2. (4.9)

De esta ecuación se observa que

k1 · k + k2 · k + k1 · k2 =
m2
φ′ −m2

Z

2
. (4.10)

El campo electromagnético es transversal a la dirección de su propagación, esto implica que
podemos omitir los términos proporcionales a kµ1 y kν2 de nuestra amplitud.

Al igual que la condición de transversalidad para los fotones, existe una regla similar para
el bosón vectorial Z, por lo que también omitiremos los términos proporcionales a kα. Esta
propiedad, junto a la condición de transversalidad del campo electromagnético, nos ayudará a
reducir las expresiones una vez que el cálculo de la traza se haya efectuado.

Al evaluar la traza con ayuda del programa FeynCalc y aplicar el método de descomposición
covariante de Passarino-Veltman [28] (implementado dentro de este software), la amplitud (4.7) se
puede escribir como

MBox =

(
g

2 π2 cos θW

)
Mαµν

Box ε
∗
α(k)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.11)

con Mαµν
Box dado por

Mαµν
Box = F1Box((k1 · k2) εαµνk + gµνεαkk1k2 − kµ2 εανkk1 + kν1 ε

αµkk2)

+ F2Box ε
αµkk1((k · k2) kν1 − (k1 · k2) kν) + F3Box((k1 · k2) εαµνk1 + kν1 ε

αµk1k2)

+ F4Box((k · k2) εαµνk1 + kνεαµk1k2) + (kν1 ↔ kµ2 ). (4.12)

en donde se ha usado la notación para los tensores de Levi-Civita dada por εαkk1k2 = εαβγδkβk1γk2δ.
Podemos observar que en esta expresión se hace expĺıcita la invarianza de norma electromagnética.
Es decir, si contraemosMαµν

Box con los 4-momentos de los fotones kµ1 y kν2 , cada expresión tensorial
que multiplica a los factores de forma se cancela.

Expĺıcitamente, los factores de forma están dados en términos de funciones escalares de
Passarino-Veltman:

F1Box =

(
gAmfδφ′ffNf (eQf )2

(m2
Zk1 · k2 − 2 k1 · k k2 · k)

)
[(k1 · k(C6 +D1 k1 · k2) + C2 k1 · k2 − C3(k1 · k

+ k1 · k2) + (C2 − C6 +D1k1 · k −D2(k1 · k + k1 · k2))k2 · k)],

F2Box =

( −gAmfδφ′ffNf (eQf )2

2 k1 · k2(m2
Zk1 · k2 − 2k1 · k k2 · k)2

)
[4(D3(k1 · k)2 + C2k1 · k +D2(k1 · k2k1 · k

+ 2(k1 · k2)2) + C6k1 · k2 − C5(k1 · k + k1 · k2))(k2 · k)2 − 2k1 · k2(k1 · k(4(D2 +D3)m2
f

+ 4C2 + (D2 − 2D3)m2
Z +D1(4m2

f +m2
Z + 2(k1 · k)) + 3D2m

2
Zk1 · k2 − 2C1(k1 · k2

+ k1 · k))k2 · k + k1 · k2(−4C6(k1 · k)2 + 2C4(m2
Z + 2k1 · k)k1 · k + 2C1m

2
Zk1 · k2

+ (−8D1(k1 · k)2 + 4(C1 − C2)k1 · k − 6D1m
2
Zk1 · k + 4C6m

2
Z + (D1 +D2 +D3)(4m2

f

− m2
Z)m2

Z)k1 · k2)− 2C3k1 · k2(k1 · k + k1 · k2)(m2
Z + 2k2 · k))],
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F3Box =

(
gAmfδφ′ffNf (eQf )2

2(k1 · k2)2(m2
Zk1 · k2 − 2 k1 · k k2 · k)2

)
[(m2

Z(k1 · k2)2(2(C4 − C6)(k1 · k)2

+ 2C1m
2
Zk1 · k2 + (2C6m

2
Z + (D1 +D2 +D3)(4m2

f −m2
Z)m2

Z + 2(C1 − C2 − 2D1m
2
Z)

− 4D1(k1 · k)2)k1 · k2 − 2D1m
2
Z(k1 · k2)2)−m2

Zk1 · k2(4(C3 − C4)(k1 · k)2 + 6(C2 + C3

+ 2(D1 +D2 +D3)m2
f −D3m

2
Z)k1 · k k1 · k2 + (−4C1 + 2C2 + 2C3 + (D1 + 5D2

− D3)m2
Z − 6D1k1 · k)(k1 · k2)2)k2 · k + 2(2(C3 − C4)(k1 · k)3 + 2k1 · k((−C2 + C5)m2

Z

+ (C2 + C3 + 2(D1 +D2 +D3)m2
f − 3D3m

2
Z)k1 · k)k1 · k2 − ((C2 − 2C5 + C6)m2

Z

− (−2C1 + 2C2 + (D1 +D2 − 2D3)m2
Z)k1 · k + 2D1(k1 · k)2)(k1 · k2)2

− 3D2m
2
Z(k1 · k2)3)(k2 · k)2 + 4k1 · k(2D3(k1 · k)2 +D3k1 · k k1 · k2

+ D2(k1 · k2)2 + (C2 − C5)(k1 · k + k1 · k2))(k2 · k)3)],

F4Box =

(
gA mfδφ′ffNf (eQf )2

4 k1 · k k2 · k(m2
Zk1 · k2 − 2k1 · k k2 · k)2

)
[((B4 −B1)m4

Zk1 · k k1 · k2

+ (−2(k1 · k)2(B4m
2
Z −B1m

2
Z + k1 · k(−2C3m

2
Z + (C4 + C6)m2

Z + 2(C4 − C6)k1 · k))

+ ((B5 −B1)m4
Z + 2m2

Z(−B3 +B2 + C6m
2
Z)k1 · k +m2

Z(−6C1 + 2C2 + 9C3

− C4 − 8C6 − 4(D1 + 2D2 +D3)m2
f + 2(D1 + 2D2)m2

Z)(k1 · k)2 − 4(C1 − C2

− 2D1m
2
Z)(k1 · k)3 + 8D1(k1 · k)4)k1 · k2 +m2

Zk1 · k(−6C1 + C2 + 5C3 −D1m
2
Z

+ 3D2m
2
Z + 2D1k1 · k)(k1 · k2)2)k2 · k + k1 · k(−2B5m

2
Z + 2B1m

2
Z + 2k1 · k(2B3 − 2B2

+ (C2 − C3 − 2C5)m2
Z + (2C2 − C3 + C4 + 2C6 + 4(D1 + 2D2 +D3)m2

f )k1 · k)

+ (m2
Z(C2 − 2C3 − 5C5 + 8C6 + 4(D2 +D3)m2

f − 2D2m
2
Z)− 2(C2 + C3 − 3D1m

2
Z

− 7D2m
2
Z)k1 · k − 4D1(k1 · k)2 + 2C1(m2

Z + 2k1 · k))k1 · k2 + 10D2m
2
Z(k1 · k2)2)(k2 · k)2

− 2k1 · k(−(C5(m2
Z + k1 · k)) + C6(m2

Z + 2k1 · k) + k1 · k(C2 + 2(C3 + 2(D2 +D3)m2
f

+ 2(D1 +D2)k1 · k)) + 2(−C1 + C3 + 2D2m
2
Z +D2k1 · k)k1 · k2)(k2 · k)3

+ 4k1 · k(C5 − C6 − 2D2k1 · k2)(k2 · k)4)],

en donde Bi, Ci y Di son funciones escalares de Passarino-Veltman de dos puntos, tres puntos y
cuatro puntos, las cuales se definen como

41
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B1 = B0(m2
Z ,m

2
f ,m

2
f ),

B2 = B0(m2
φ′ ,m

2
f ,m

2
f ),

B3 = B0(2 k1 · k2,m
2
f ,m

2
f ),

B4 = B0(m2
Z + 2 k2 · k,m2

f ,m
2
f ),

B5 = B0(m2
Z + 2 k1 · k,m2

f ,m
2
f ),

C1 = C0(0, 0, 2 k1 · k2,m
2
f ,m

2
f ,m

2
f ),

C2 = C0(0,m2
Z + 2 k1 · k,m2

φ′ ,m
2
f ,m

2
f ,m

2
f ), (4.13)

C3 = C0(0,m2
Z + 2 k2 · k,m2

φ′ ,m
2
f ,m

2
f ,m

2
f ),

C4 = C0(m2
Z , 0,m

2
Z + 2 k1 · k,m2

f ,m
2
f ,m

2
f ),

C5 = C0(m2
Z , 0,m

2
Z + 2 k2 · k,m2

f ,m
2
f ,m

2
f ),

C6 = C0(m2
Z , 2 k1 · k2,m

2
φ′ ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ),

D1 = D0(m2
Z , 0, 0,m

2
φ′ ,m

2
Z + 2 k1 · k, 2 k1 · k2,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ),

D2 = D0(m2
Z , 0, 0,m

2
φ′ ,m

2
Z + 2 k2 · k, 2k1 · k2,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ),

D3 = D0(m2
Z , 0,m

2
φ′ , 0,m

2
Z + 2 k1 · k,m2

Z + 2 k2 · k,m2
f ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ).

4.2. Contribución de los diagramas de triángulo

En el caso de los diagramas de tipo triángulo tenemos la contribución de los procesos mediados
por un bosón Z virtual φ′ → ZZ∗ → Zγγ (Figura 4.4) y un pseudoescalar A virtual φ′ → ZA∗ →
Zγγ (Figura 4.5).

φ′(p)

Zα(k)

Z(q)
γµ(k1)

γν(k2)

(a)

φ′(p)

Zα(k)

Z(q)

γµ(k1)

γν(k2)

(b)

Figura 4.4: Diagramas de Feynman de triángulo que contribuyen al decaimiento φ′ → ZZ∗ → Zγγ.

La amplitud para el proceso φ′ → ZZ∗ → Zγγ es

MZ = δφ′ZZ g
ασ i

q2 −m2
Z

(
−gσρ +

qσ qρ
m2
Z

)
Zµνρε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.14)

en donde el tensor Zµνρ contiene la expresión para el lazo de fermiones y expĺıcitamente está dado
por

Zµνρ = −g(eQf )2Nf
2 cos θW

∫
d4l

(2π)4

Tr[γν(/l +mf )γµ(/l + /k1 +mf )γρ(gV − gAγ5)(/l − /k2 +mf )]

(l2 −m2
f )((l + k1)2 −m2

f )((l − k2)2 −m2
f )

+ (kµ1 ↔ kν2 ).
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Al evaluar la traza y utilizar el método de Passarino-Veltman se obtiene

Zµνρ ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) =
i ggAm

2
f (eQf )2NfC1

4π2 cos θW k1 · k2
εµνk1k2(kρ1 + kρ2) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2). (4.15)

Al sustituir esta expresión en la Ecuación (4.14) tenemos

MZ =

( −g
2π2 cos θW

)
F3Z(kα1 + kα2 )εµνk1k2ε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.16)

con el factor de forma F3Z dado por

F3Z =
gAm

2
fNf (eQf )2δφ′ZZ

2m2
Z k1 · k2

C1. (4.17)

En este caso es necesario sumar sobre todas las familias de fermiones para cancelar las anomaĺıas
que surgen del vértice Zff . Usando las identidades de Schouten dadas por

kα1 ε
µνk1k2 = −kν1 εαµk1k2 − k1 · k2ε

αµνk1 ,

kα2 ε
µνk1k2 = kµ2 ε

ανk1k2 + k1 · k2ε
αµνk2 , (4.18)

podemos reescribir la ecuación (4.16) como

MZ =

(
g

2π2 cos θW

)
F3Z(k1 · k2 ε

αµνk1 + kν1 ε
αµk1k2)ε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) + (kµ1 ↔ kν2 ). (4.19)

φ′(p)

Zα(k)

A(q)
γµ(k1)

γν(k2)

(a)

φ′(p)

Zα(k)

A(q)

γµ(k1)

γν(k2)

(b)

Figura 4.5: Diagramas de Feynman de triángulo correspondientes al proceso φ′ → ZA∗ → Zγγ.

La amplitud para el proceso φ′ → ZA∗ → Zγγ es

MA∗ = δφ′ZA(k − q)α i

q2 −m2
A

Aµνε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.20)

en donde Aµν es

Aµν = −iδAff (eQf )2Nf

∫
d4l

(2π)4

Tr[γν(/l +mf )γµ(/l + /k1 +mf )γ5(/l − /k2 +mf )]

(l2 −m2
f )((l + k1)2 −m2

f )((l − k2)2 −m2
f )

+ (kµ1 ↔ kν2 ). (4.21)

Al evaluar la traza y usar el método de Passarino-Veltman tenemos

Aµνε∗µ(k1)ε∗ν(k2) =
δAffmfNf (eQf )2

2π2
C1 ε

µνk1k2 ε∗µ(k1)ε∗ν(k2). (4.22)
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Al sustituir en la Ecuación (4.20) tenemos

MA∗ =

(
g

2π2 cos θW

)
F3A (kα1 + kα2 )εµνk1k2ε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.23)

en donde el factor de forma F3A es

F3A =
i cos θW δAffδφ′ZAmf (eQf )2Nf

g(m2
A − 2 k1 · k2)

C1. (4.24)

Se emplean nuevamente las relaciones de Schouten (4.18) para reescribir la amplitud MA∗ de
manera análoga a la expresiónMZ . En este caso, solamente tenemos que intercambiar el factor de
forma F3Z por F3A en (4.19). La contribución total de los diagramas de triángulo es

MTri =

(
g

2π2 cos θW

)
F3tri(k1 · k2ε

αµνk1 + kν1 ε
αµk1k2)ε∗α(k) ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) + (kµ1 ↔ kν2 ), (4.25)

con F3tri = FZ + FA.

Finalmente, considerando todos los resultados anteriores obtenemos la expresión más general
a la amplitud del decaimiento φ′ → Zγγ, la cual está dada por

Mφ′ =

(
g

2 π2 cos θW

)
Mαµν ε∗α(k)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (4.26)

en donde Mαµν es

Mαµν = F1((k1 · k2) εαµνk + gµνεαkk1k2 − kµ2 εανkk1 + kν1 ε
αµkk2)

+ F2 ε
αµkk1((k · k2) kν1 − (k1 · k2) kν) + F3((k1 · k2) εαµνk1 + kν1 ε

αµk1k2)

+ F4((k · k2) εαµνk1 + kνεαµk1k2) + (kν1 ↔ kµ2 ), (4.27)

y los factores de forma Fi se obtienen de la superposición de las contribuciones de los diagramas
de caja y de triángulo

Fi =
∑
f

(Fibox + FiZ + FiA) . (4.28)

Sin embargo, vemos que los diagramas de triángulo solo contribuyen al factor de forma F3.

4.3. Anchura de decaimiento

Ahora discutiremos el método de obtención de la anchura de decaimiento. Después de obtener
el cuadrado de la amplitud de decaimiento debemos de realizar la integración sobre el espacio
fase. Antes de discutir el caso más general de la integración para un decaimiento a tres cuerpos,
consideraremos el caso especial en donde la integración en el espacio fase es inmediata. Este es
el caso en el que el bosón escalar φ′ es lo suficientemente pesado para producir un bosón Z y un
bosón pseudoescalar A reales. El pseudoescalar decaerá posteriormente en un par de fotones.

4.3.1. Decaimiento φ′ → AZ seguido por el decaimiento A→ γγ

Cuando mH > mZ + mA, el bosón pseudoescalar es una part́ıcula real y podemos obtener la
anchura de decaimiento para el proceso φ′ → ZA→ Zγγ como
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Γ(H → Zγγ) = Γ(H → ZA)BR(A→ γγ). (4.29)

Para obtener la anchura de decaimiento Γ(A → γγ) usamos la Ecuación (4.22). En este caso,
la conservación del 4-momento nos conduce a la relación k1 · k2 = q2/2 = m2

A/2, por lo que la
amplitud del proceso A→ γγ es

MA =
δAffmfNf (eQf )2

2π2
C0(0, 0,m2

A,m
2
f ,m

2
f ,m

2
f ) εµνk1k2 ε∗µ(k1)ε∗ν(k2). (4.30)

Usando la fórmula general para un decaimiento a dos cuerpos [29] obtenemos la anchura para
el decaimiento A→ γγ, la cual podemos escribir como

Γ(A→ γγ) =
α2m3

A

8π3

∣∣∣∣∣∣
∑
f

mfNfQ
2
fδAffC0(0, 0,m2

A,m
2
f ,m

2
f ,m

2
f )

∣∣∣∣∣∣
2

, (4.31)

en donde se ha sumado sobre polarizaciones de los fotones externos mediante el remplazo
∑
ε∗µεν

por −gµν . Las fórmulas para Γ(H → ZA) aśı como las anchuras de los diferentes modos de
decaimiento del pseudoescalar se encuentran en el Apéndice A. Cabe hacer notar que si mφ′ > 2mZ ,
el decaimiento φ′ → ZZ es posible pero en este caso no es posible el decaimiento Z → γγ, el cual
está prohibido por el teorema de Landau-Yang.

4.3.2. Integración en el espacio fase del decaimiento a tres cuerpos φ′ →
Zγγ

Es conveniente expresar los productos escalares en términos de las enerǵıas del bosón Z y la
de un fotón del estado final. Para obtener estos productos escalares consideremos el sistema de
referencia en donde el bosón de Higgs se encuentra en reposo, entonces

p · k = mφ′EZ , p · k1 = mφ′Eγ′ y p · k2 = mφ′Eγ , (4.32)

siendo EZ , Eγ y Eγ′ las enerǵıas del bosón Z y de los fotones respectivamente. Usando la Ecuación
(4.9) y las condiciones de capa de masa para las part́ıculas externas tenemos

(k1 + k)2 = (p− k2)2

2k1 · k = m2
φ′ −m2

Z − 2p · k2 (4.33)

=
m2
φ′

2
(1− (mZ/mφ′)

2 − 2Eγ/mφ′).

Análogamente, en cuanto a k2 · k tenemos

(k2 + k)2 = (p− k1)2

2k2 · k = m2
φ′ −m2

Z − 2p · k1

k2 · k =
m2
φ′

2
(1− (mZ/mφ′)

2 − 2Eγ′/mφ′) (4.34)

= −
m2
φ′

2
((mZ/mH)2 − 2EZ/mφ′ − 2Eγ/mφ′ + 1),

en donde hemos usado la relación EZ + Eγ + E′γ = mφ′ . Para obtener k1 · k2 multipliquemos la
Ecuación (4.9) por k2, entonces
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k1 · k2 = p · k2 − k2 · k

=
m2
φ′

2
((mZ/mφ′)

2 − 2EZ/mφ′ + 1). (4.35)

Finalmente, podemos escribir los productos escalares como

k1 · k2 =
m2
φ′

2
(µZ − x1 + 1),

k1 · k = −
m2
φ′

2
(µZ + x2 − 1), (4.36)

k2 · k = −
m2
φ′

2
(µZ − x1 − x2 + 1),

en donde

µZ = (mZ/mφ′)
2 , x1 = 2EZ/mφ′ y x2 = 2Eγ/mφ′ . (4.37)

Una de las formas de obtener la anchura de decaimiento de un proceso Y → abc es efectuando
la integración

d Γ(Y → abc)/dxadxb = (Y/256π3)|M|2. (4.38)

en donde las restricciones cinemáticas para el dominio de xa y xb son

2µ1/2
a ≤ xa ≤ 1 + µa − µb − µc − 2(µbµc)

1/2,

xb ≶
1

2
(1− xa + µa)−1[(2− xa)(1 + µa + µb − µc − xa) (4.39)

±(x2
a − 4µa)1/2λ1/2(1 + µa − xa, µb, µc)].

con λ(x, y, z) = (x2 + y2 + z2)− 2(xy + xz + yz).
Usaremos estas fórmulas para obtener la anchura para el proceso φ′ → Zγγ, la cual está dada

por

Γ(φ′ → Zγγ) =
mφ′

256π3

∫ x1f

x1i

∫ x2f

x2i

|Mφ′ |2dx2 dx1, (4.40)

en donde los ĺımites de integración son

x1i = 2
√
µZ ,

x1f = 1 + µZ , (4.41)

x2i,2f =
1

2

(
2− x1 ∓

√
x2

1 − 4µZ

)
.

Para calcular |Mφ′ |2 se necesita sumar sobre polarizaciones del bosón vectorial masivo Z, esto se
lleva a cabo mediante la sustitución

∑
εµ(k)εν(k) = −(gµν−kµkν/m2). Para obtener la distribución

de enerǵıa Γ(φ′ → Zγγ)/dEZ como función de la enerǵıa del bosón Z integremos la anchura de
decaimiento (4.40) solo sobre x2. De la definición de x1 (4.37) vemos que dx1 = (2/mφ′)dEZ , por
lo que

46



CAPÍTULO 4. DECAIMIENTOS H → Zγγ Y H → Zγγ EN EL MDDH
4.3. ANCHURA DE DECAIMIENTO

dΓ

dEZ
=

1

128π3

∫ x2f

x2i

|Mφ′ |2dx2, (4.42)

en donde EZ se encuentra definida en el intervalo mZ < EZ < (m2
H +m2

Z)/2mH .
Para la masa invariante (mγγ′)

2 = (k1 + k2)2 tenemos

mγγ′ = mφ′
√
µZ − x1 + 1 ⇒ dmγγ′ =

dEZ√
µZ − x1 + 1

, (4.43)

entonces

dΓ

dmγγ′
=

√
µZ − x1 + 1

128π3

∫ x2f

x2i

|Mφ′ |2dx2, (4.44)

en donde mγγ′ toma valores en el intervalo 0 < mmγγ′ < mφ′ −mZ .
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Caṕıtulo 5

Decaimiento A→ Zγγ en el
MDDH

Pasemos ahora al cálculo del decaimiento de una part́ıcula pseudoescalar a un bosón Z y dos
fotones. Análogamente al decaimiento descrito en el caṕıtulo anterior, el decaimiento A → Zγγ
procede a través de un lazo mediante diagramas de caja y diagramas de triángulo. Usaremos
nuevamente las reglas de Feynman presentadas en la Figura 4.1 para calcular las amplitudes de los
diagramas de Feynman correspondientes.

5.1. Contribución de diagramas de caja

Empezaremos por presentar el cálculo de los diagramas de Feynman de la figura (5.1)

A(p)

Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(a)

A(p) Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(b)

A(p)

Zα(k)

γµ(k1)

γν(k2)

(c)

Figura 5.1: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento A → Zγγ. Tres diagramas
adicionales se obtienen al intercambiar los fotones en cada diagrama.
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La expresión de la amplitud invariante para el diagrama 5.1a está dada por

MA1 =

(−ig(eQf )2NfδAFF
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4

Tr[γν(/q − /k1 +mf )γµ(/q +mf )γα(gV − gAγ5)

((q − k1)2 −m2
f ))(q2 −m2

f )

× (/k + /q +mf )γ5(/q − /k1 − /k2 +mf )]

((k + q)2 −m2
f )(q − k1 − k2)2 −m2

f )
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k). (5.1)

Mientras que las expresiones de las amplitudes para los diagramas 5.1b y 5.1c son

MA2 =

(−ig(eQf )2NfδAFF
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4

Tr[γµ(/q − /k +mf )γα(gV − gAγ5)(/q +mf )γν

((q − k)2 −m2
f )(q2 −m2

f )

× (/q + /k2 +mf )γ5(/q − /k1 − /k +mf )]

((q + k2)2 −m2
f )((q − k − k1)2 −m2

f )
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (5.2)

y

MA3 =

(−ig(eQf )2NfδAFF
2 cos θW

)∫
d4q

(2π)4

Tr[γα(gV − gAγ5)(/q − /k2 +mf )γν(/q +mf )γµ

((q − k2)2 −m2
f )(q2 −m2

f )

× (/q + /k1 +mf )γ5(/q − /k2 − /k +mf )]

((q + k1)2 −m2
f )((q − k − k2)2 −m2

f )
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k). (5.3)

Podemos utilizar la simetŕıa de Bose-Einstein para obtener las amplitudes de los tres diagramas
adicionales que contribuyen al decaimiento. Por lo tanto, la amplitud para todos los diagramas de
tipo caja se puede escribir como

MBox = (MA1 +MA2 +MA3) + (kµ1 ↔ kν2 ). (5.4)

Las condiciones de capa de masa y de transversalidad son idénticas a las mostradas en el caṕıtulo
anterior, excepto que debemos hacer el cambio mφ′ → mA en las Ecuaciones (4.8) y (4.10). Tras
evaluar las trazas y usar el método de Passarino-Veltman, podemos expresar la amplitud (5.4)
como

MBox =

(
g

2π2 cos θW

)
Mαµν

Box ε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (5.5)

en donde Mµνα tiene la forma

Mαµν
Box = F1Boxk

α
1 (kν1k

µ
2 − (k1 · k2)gµν) + F2Box(kν(kα1 k

µ
2 − (k1 · k2)gαµ) (5.6)

+ (k2 · k)(kν1g
αµ − kα1 gµν) + F3Box k

α
2 (kµ((k2 · k)kν1 − (k1 · k2)kν) (5.7)

+ (k1 · k)(kνkµ2 − (k2 · k)gµν)) + (kµ1 ↔ kν2 ).

Nuevamente podemos observar que esta expresión cumple con invariancia de norma electro-
magnética, esto es Mαµν

Boxk1µ =Mαµν
Boxk2ν = 0.
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Expĺıcitamente, los factores de forma Fibox están dados por

F1Box =

(
iNf (eQf )2δAFF

16(k1 · k2)2(m2
Zk1 · k2 − 2k1 · k k2 · k)2

)
[8gAmf (m2

Z(k1 · k2)2(2(C4 − C6)(k1 · k)2

+ 2C1m
2
Zk1 · k2 + (2C6m

2
Z + (D1 +D2 +D3)(4m2

f −m2
Z)m2

Z + 2(C1 − C2

− 2D1m
2
Z)k1 · k − 4D1(k1 · k2)k1 · k2 − 2D1m

2
Z(k1 · k2

2)−m2
Zk1 · k2(4(C3 − C4)(k1 · k)2

+ 6(C2 + C3 + 2(D1 +D2 +D3)m2
f −D3m

2
Z)k1 · kk1 · k2 + (−4C1 + 2C2 + 2C3 + (D1

+ 5D2 −D3)m2
Z − 6D1k1 · k)(k1 · k2)2)k2 · k + 2(2(C3 − C4)(k1 · k)3 + 2k1 · k((−C2

+ C5)m2
Z + (C2 + C3 + 2(D1 +D2 +D3)m2

f − 3D3m
2
Z)k1 · k)k1 · k2 − ((C2 − 2C5

+ C6)m2
Z − (−2C1 + 2C2 + (D1 +D2 − 2D3)m2

Z)k1 · k + 2D1(k1 · k)2)(k1 · k2)2

− 3D2m
2
Z(k1 · k2)3)(k2 · k)2 + 4k1 · k(2D3(k1 · k)2 +D3k1 · k k1 · k2 +D2(k1 · k2)2

+ (C2 − C5)(k1 · k + k1 · k2))(k2 · k)3)],

F2Box =

(
iNf (eQf )2δAFF

16 k1 · k2(m2
Zk1 · k2 − 2k1 · k k2 · k

)
[−8gAmf (k1 · k2(−(k1 · k(2C2 + (D1 +D2

− D3)m2
Z + 2D1k1 · k))− 2(C2 +D2m

2
Z +D1k1 · k)k1 · k2 + 2C1(k1 · k + k1 · k2))

− 2(D3(k1 · k)2 +D1k1 · k k1 · k2 +D2(k1 · k2)2 + C2(k1 · k + k1 · k2)

− C5(k1 · k + k1 · k2))k2 · k)],

F3Box =

(
iNf (eQf )2δAFF

16 k1 · k2(m2
Zk1 · k2 − 2k1 · k k2 · k)2

)
[8gAmf (k1 · k2(4C6(k1 · k)2 + (m2

Z(2C2 − 4C6

− 4(D1 +D2 +D3)m2
f + (D1 +D2 +D3)m2

Z) + 4C2k1 · k + 6D1m
2
Zk1 · k + 8D1(k1 · k)2

− 2C1(m2
Z + 2k1 · k))k1 · k2) + 2(2C3(k1 · k + k1 · k2)2 + k1 · k2(−(C5m

2
Z) + 4(D1 +D2

+ D3)m2
fk1 · k + C2(m2

Z + 2k1 · k) + k1 · k((D1 +D2 − 2D3)m2
Z + 2D1k1 · k)

+ 3D2m
2
Zk1 · k2 − 2C1(k1 · k + k1 · k2)))k2 · k + 4(D3(k1 · k)2 + k1 · k2(−C5

+ C6 +D2k1 · k + 2D2k1 · k2))(k2 · k)2 − 4C4(k1 · k)2(k1 · k2 + k2 · k))],

en donde las funciones escalares de Passarino-Veltman tienen los mismos argumentos de las en-
contradas en el decaimiento φ′ → Zγγ, las cuales se definen en Ecuaciones (4.13), solo debemos
efectuar el reemplazo mφ′ → mA.

5.2. Contribución de los diagramas de triángulo

Consideremos ahora los diagramas para el proceso A → Zφ′∗ → Zγγ. Debido a que no existe
el vértice AZZ solo tenemos la contribución de los diagramas de la Figura 5.2. A diferencia del
decaimiento del escalar φ′, ahora además de la contribución del lazo de fermiones también tenemos
un lazo con el bosón W . La amplitud para el proceso A→ Zφ′∗ → Zγγ se puede escribir como

MT = δφ′ZA(k − q)α i

q2 −m2
H

T µνε∗α(k)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (5.8)

en donde T µν representa la contribución total de los diagramas que contienen fermiones y bosones
W en el lazo, es decir T µν = T µνF + T µνW . La expresión de T µνF corresponde a la Figura 5.2a y
expĺıcitamente está dada por
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A(p)

Zα(k)

φ′(q)
γµ(k1)

γν(k2)

(a)

A(p)

Zα(k)

φ′(q)
γµ(k1)

γν(k2)

W

(b)

A(p)

Zα(k)

φ′(q)
γµ(k1)

γν(k2)

W

(c)

Figura 5.2: Diagramas de Feynman de triángulo que contribuyen al decaimiento A→ Zφ′∗ → Zγγ.
Los diagramas en donde se intercambian los fotones no se muestran.

T µνF = i(eQf )2Nfδφ′ff

∫
d4l

(2π)4

Tr[γν(/l +mf )γµ(/l + /k1 +mf )(/l − /k2 +mf )]

(l2 −m2
f )((l + k1)2 −m2

f )((l − k2)2 −m2
f )

+(kµ1 ↔ kν2 ). (5.9)

Después de aplicar el método de Passarino-Veltman obtenemos

T µνF ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) =

(
g

2π2 cos θW

)
F1f (kν1k

µ
2 − k1 · k2 g

µν)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (5.10)

con F1f = −cos θWmfNf (eQf )2δφ′ff
g k1 · k2

((2m2
f − k1 · k2)C1 + 1).

El término T µνW corresponde a los diagramas que contienen el lazo de bosones W . En cuanto a
la contribución del diagrama 5.2b se tiene

T µνWtri = ie2δφ′WW

∫
d4l

(2π)4
(gβλ(k2 − 2l)ν + gλν(l + k2)β + gνβ(l − 2k2)λ)

1

l2 −m2
W(

−gλτ +
lλlτ

m2
W

)
(gρµ(l + 2k1)τ + gµτ (l − k1)ρ + gτρ(−k1 − 2l)µ)

1

(l + k1)2 −m2
W(

−gγρ +
(l + k1)γ(l + k1)ρ

m2
W

)
(gγσ)

1

(l − k2)2 −m2
W

(5.11)(
−gσλ +

(l − k2)σ(l − k2)λ

m2
W

)
+ (kµ1 ↔ kν2 ),

mientras que la contribución correspondiente al diagrama 5.2c es

T µνBu = −ie2δφ′WW

∫
d4l

(2π)4
(gσνgµτ + gσµgτν − 2gστgµν)

1

l2 −m2
W

(
−gβσ +

lβ lσ

m2
W

)
(gβδ)

1

(l − k1 − l2)2 −m2
W

(
−gδτ +

(l − k1 − l2)δ(l − k1 − k2)τ

m2
W

)
. (5.12)
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Sumando estos resultados y aplicando el método de Passarino-Veltman tenemos

T µνW ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) = (−T µνWtri + T µνBu )ε∗µ(k1)ε∗ν(k2) (5.13)

=

(
g

2π2 cos θW

)
F1W (kν1k

µ
2 − k1 · k2 g

µν)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2),

en donde

F1W =
i cos θW e

2δφ′WW

4gm2
Wπ

2k1 · k2
[k1 · k2 + 3m2

W (1 + 2(m2
W − k1 · k2)C ′1)]. (5.14)

En este caso la función C ′1 se obtiene de C1 intercambiando la masa del fermión por la masa
del bosón W . Al sustituir las Ecuaciones (5.10) y (5.13) en (5.8) tenemos

MTri =

(
g

2 π2 cos θW

)
F1tri(k

α
1 + kα2 )(k1 · k2 g

µν − kν1kµ2 )ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (5.15)

con F1tri = F1f + F1W .
Finalmente, la expresión más general para la amplitud del decaimiento A → Zγγ está dada

por

MA =

(
g

2 π2 cos θW

)
Mαµν ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k), (5.16)

en donde Mαµν es

Mαµν = F1k
α
1 (kν1k

µ
2 − (k1 · k2)gµν) + F2(kν(kα1 k

µ
2 − (k1 · k2)gαµ) + (k2 · k)(kν1g

αµ − kα1 gµν))

+ F3 k
α
2 (kµ((k2 · k)kν1 − (k1 · k2)kν) + (k1 · k)(kνkµ2 − (k2 · k)gµν)) + (kµ1 ↔ kν2 ),

y los factores de forma Fi se obtienen de la superposición de las contribuciones de los diagramas
de caja y de triángulo y al sumar sobre los fermiones cargados f que circulan sobre los lazos:

Fi =
∑
f

(FiBox + Fif ) + FiW . (5.17)

Como ya vimos, los diagramas de triángulo solo contribuyen al factor de forma F1.

5.3. Integración en el espacio fase

De manera similar al caṕıtulo anterior, ahora discutiremos el método de obtención de la anchura
de decaimiento mediante la integración sobre el espacio fase. En el caso más general debemos
realizar la integración para un decaimiento a tres cuerpos, sin embargo empezaremos por discutir el
caso especial en donde la integración en el espacio fase es inmediata, esto es, cuando el pseusoescalar
es lo suficientemente pesado para producir un bosón Z y un bosón escalar φ′ reales. El bosón escalar
φ′ posteriormente decaerá en un par de fotones.

5.3.1. Decaimiento A→ Zφ′ seguido por el decaimiento φ′ → γγ.

En el caso cuando mA > mφ′ +mZ el bosón escalar φ′ es real y la fórmula para la anchura de
decaimiento A→ Zγγ se obtiene de manera inmediata y está dada por

Γ(A→ Zγγ) = Γ(A→ Zφ′)BR(φ′ → γγ). (5.18)
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Para poder obtener Γ(φ′ → γγ) usaremos las ecuaciones (5.10) para la contribución de fermiones
al lazo y (5.13) para la contribución del bosónW , pero ahora consideraremos k1·k2 = q2/2 = mφ′/2.
De esta manera la amplitud para el decaimiento φ′ → γγ es

Mφ′ = (F1 + F2)(m2
φ′g

µν − 2kν1k
µ
2 ), (5.19)

y la fórmula para la anchura es

Γ(φ′ → γγ) =
α2

8mφ′π3
|F1 + F2|2 , (5.20)

en donde

F1 =
∑
f

mfNfδφ′ff ((4m2
f −m2

φ′)C0(0, 0,m2
φ′ ,m

2
f ,m

2
f ,m

2
f ) + 2), (5.21)

F2 =
δφ′WW (6m2

W (m2
φ′ − 2m2

W )C0(0, 0,m2
φ′ ,m

2
W ,m

2
W ,m

2
W )−m2

φ′ − 6m2
W )

4m2
W

. (5.22)

Las fórmulas para la anchura del decaimiento A→ Zφ′ y los diferentes modos de decaimiento
del pseudoescalar se encuentran en el Apéndice A.

5.3.2. Integración en el espacio fase para el decaimiento a tres cuerpos
A→ Zγγ

En el caso general en que el bosón pseudoescalar no puede producir un bosón escalar real,
debemos integrar sobre el espacio fase de un decaimiento a tres cuerpos. Los productos escalares que
se encuentran en la expresión de la amplitud se obtienen de manera similar al caso del decaimiento
del caṕıtulo anterior y están dados por

k1 · k2 =
1

2
m2
A(µZ − x1 + 1),

k1 · k = −1

2
m2
A(µZ + x2 − 1), (5.23)

k2 · k = −1

2
m2
A(µZ − x1 − x2 + 1),

en donde µZ = (mZ/mA)2, x1 = 2EZ/mA y x2 = 2Eγ/mA. La anchura de decaimiento para el
proceso A→ Zγγ se puede obtener usando las Ecuaciones (4.38) y (4.39). En este caso la amplitud
está dada por

Γ(A→ Zγγ) =
mA

256 π3

∫ x1f

x1i

∫ x2f

x2i

|MA|2dx2 dx1, (5.24)

en donde los ĺımites de integración son

x1i = 2
√
µZ ,

x1f = 1 + µZ , (5.25)

x2i,2f =
1

2

(
2− x1 ∓

√
x2

1 − 4µZ

)
.

Para obtener la distribución de enerǵıa dΓ(A → Zγγ)/dEZ integraremos la anchura de decai-
miento solamente sobre la variable x2 y usaremos la relación dx1 = (2/mA)dEZ , tras lo cual se
obtiene
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dΓ

dEZ
=

1

128π3

∫ x2f

x2i

|MA|2dx2, (5.26)

en donde la enerǵıa de bosón Z puede tomar valores entre mZ y (m2
A +m2

Z)/2mA.
Para la contribución de la masa invariante (mγγ′)

2 = (k1 + k2)2 tenemos

mγγ′ = mA

√
µZ − x1 + 1 ⇒ dmγγ′ =

dEZ√
µZ − x1 + 1

, (5.27)

entonces la distribución correspondiente es

dΓ

dmγγ′
=

√
µZ − x1 + 1

128π3

∫ x2f

x2i

|MA|2dx2, (5.28)

en donde mγγ′ puede tomar valores entre 0 y mA −mZ .
En el siguiente caṕıtulo efectuaremos el análisis numérico de los decaimientos φ′ → Zγγ y

A→ Zγγ.

55





Caṕıtulo 6

Análisis numérico y discusión de
los resultados

Después de llevar acabo los cálculos concernientes al decaimiento φ → Zγγ con φ = h,H,A,
en esta sección evaluaremos numéricamente las integrales que aparecen en las expresiones para la
anchura y las distribuciones de enerǵıa para cada uno de los decaimientos. Como se mencionó ante-
riormente, nos enfocaremos en el MDDH tipo II. Para poder realizar nuestro análisis, necesitamos
conocer las cotas que han sido impuestas a los parámetros libres propios del modelo a partir de da-
tos experimentales. Recientes estudios teóricos y experimentales han sido utilizados para analizar
que valores de los parámetros de los MDDH están permitidos aún [30–33].

δhZZ
igmZ
cos θW

sin(β − α)

δhZA
g cos(β−α)

2 cos θW
δhWW igmW sin(β − α)

δhuū
−igmu
2mW

(sin(β − α) + cos(β − α)/tβ)

δhdd̄
−igmu
2mW

(sin(β − α)− tβ cos(β − α))

δhll̄
−igmu
2mW

(sin(β − α)− tβ cos(β − α))

δHZZ
igmZ
cos θW

cos(β − α)

δHZA − g sin(α−β)
2 cos θW

δHWW igmW cos(β − α)

δHuū
−igmu
2mW

(cos(β − α)− sin(β − α)/tβ)

δHdd̄
−igmd
2mW

(cos(β − α) + tβ sin(β − α))

δHll̄
−igml
2mW

(cos(β − α) + tβ sin(β − α))

δAZZ 0
δAWW 0

δAuū
−igmu
2mW

cotβ

δAdd̄
−igmd
2mW

tanβ

δAll̄
−igml
2mW

tanβ

Tabla 6.1: Constantes de acoplamientos a nivel árbol para los bosones de Higgs neutros h, H y A
a los fermiones y a los bosones de norma en el MDDH tipo II.

En la Tabla 6.1 se muestran los diferentes acoplamientos entre los bosones de Higgs neutros con
los fermiones y bosones de norma débiles en el MDDH tipo II. Usaremos estos acoplamientos para
llevar a cabo el análisis de los decaimientos de nuestro interés. Observamos que estos acoplamientos
dependen de los parámetros del modelo estándar ya conocidos, como son la constante g, las masas
de los bosones W± y Z, el coseno del ángulo de Weinberg y la masa de los fermiones. En cuanto
a los parámetros libres del MDDHII tenemos 6 parámetros libres, de los cuales 5 son de nuestro
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particular interés, como son las masas de los bosones escalares neutros (mh,mH ,mA), la razón
de los valores de expectación del vaćıo (tanβ) y el ángulo de mezcla (α). Para los valores del
modelo estándar, consideraremos los valores reportados en la literatura: para el ángulo de Weinberg
tomamos el valor sin2 θW = 0.23120, las masas para los leptones, quarks y bosones de norma se
encuentran en las Tablas 1.1, 1.2 y 1.3, respectivamente. En cuanto a la carga eléctrica e, se puede
expresar en términos de la constante de estructura fina α = 1/137 como e =

√
4πα. En lo que

se refiera a los parámetros del MDDH, consideraremos cos(α − β) ≈ 0. En esta aproximación, la
cual se conoce como ĺımite de alineamiento (alignment limit) los acoplamientos del escalar h son
idénticos a los del bosón de Higgs del modelo estándar. Para el parámetro tanβ tomaremos el
intervalo tanβ ∈ [1, 30], el cual es consistente con las cotas experimentales. En cuanto a las masas
de los bosones neutros consideraremos mA,mH ≥ 200 GeV. Cabe mencionar que se ha empleado
el software Mathematica para evaluar las integrales de manera numérica y hemos hecho uso de la
utileŕıa LoopTools para evaluar las funciones escalares de Passarino-Veltman.

6.1. Decaimiento h→ Zγγ

En esta sección estudiaremos el proceso h → Zγγ, con h el bosón de Higgs ligero del MDDH,
el cual corresponde al bosón de Higgs del modelo estándar en el escenario que estamos estudiando.
Este decaimiento recibe la mayor contribución a su anchura de parte de los quarks top y bottom. Tal
y como se estudió en el caṕıtulo 4, este decaimiento consiste en diagramas de caja y de triángulo,
que pueden denotarse como h → ZZ∗ → Zγγ y h → ZA∗ → Zγγ. Sabemos que el vértice
hZA es proporcional a cos(β − α), por lo que en el ĺımite que estudiamos se desvanece. Por lo
tanto, el proceso que involucra un pseudoescalar virtual no tiene contribución. En este caso se han
reproducido los cálculos para el decaimiento del bosón de Higgs h → Zγγ en el modelo estándar,
el cual fue calculado en la Ref. [7]. La anchura de decaimiento para este proceso está dada por
la Ecuación (4.40) tomando φ′ = h. Introduciendo los parámetros correspondientes y realizando
las integrales numéricamente obtenemos la gráfica para la anchura de decaimiento en función de
mh que se muestra en la Figura 6.1. Observamos que para la masa del bosón de Higgs (125 GeV)
se tiene una anchura del orden de 10−11, la cual es muy pequeña para hacer posible la detección
experimental de este decaimiento. Cabe hacer notar también que la anchura de decaimiento recibe
la contribución dominante del diagrama de triángulo mediado por un bosón Z virtual, mientras
que los diagramas de caja dan una contribución de varios ordenes de magnitud menor.

120 130 140 150 160 170 180
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G
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Figura 6.1: Anchura de decaimiento del proceso h → Zγγ como función de mh en el MDDH tipo
II. Se ha usado sin(β−α) = 1 por lo que la anchura de decaimiento no depende del valor de tanβ.
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En la Figura 6.2 mostramos la distribución de enerǵıa dΓ(h → Zγγ)/dEZ como función
de la enerǵıa del bosón Z y en la Figura 6.3 mostramos la distribución de masa invariante
dΓ(h → Zγγ)/dmγγ′ como función de mγγ′ . Estas distribuciones se pueden calcular a partir de
las ecuaciones (4.42) y (4.44), respectivamente. Se han considerado diversos valores para la masa
mh. Aunque el valor de este parámetro ya se conoce en la actualidad, el objetivo de realizar estas
gráficas es para comparar con el cálculo de este decaimiento que ya fue realizado hace varios años.
En resumen podemos decir que no existe una contribución adicional a este decaimiento proveniente
del MDDH y la anchura obtenida simplemente reproduce la que fue calculada para el bosón de
Higgs del modelo estándar.

92 94 96 98 100 102 104 106
10-14

10-13

10-12

10-11

10-10

EZHGeVL

dG
�d

E
Z

mh

115

125

135

145

160

Figura 6.2: Gráfica de la distribución de enerǵıa dΓ(h → Zγγ)/dEZ como función de enerǵıa del
bosón Z para diferentes valores de la masa del bosón de Higgs en el MDDH tipo II. Se ha usado
sin(β − α) = 1 por lo que la distribución no depende del valor de tanβ.
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Figura 6.3: Distribución de la masa invariante dΓ(h → Zγγ)/dmγγ′ como función de mγγ′ para
diferentes valores de la masa del bosón de Higgs en el MDDH tipo II. Se ha usado sin(β − α) = 1
por lo que la distribución no depende del valor de tanβ.
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6.2. Decaimiento H → Zγγ

En lo que respecta al bosón de Higgs pesado H, con ayuda de las ecuaciones para la anchura
de decaimiento y considerando los modos de decaimiento principales de esta part́ıcula podemos
graficar el branching ratio del decaimiento H → Zγγ en función de la masa mH . Sabemos que
dentro de los parámetros libres del MDDH encontramos tβ y mA, por lo que podemos realizar
las gráficas para BR(H → Zγγ) tomando diferentes valores de esos parámetros. En particular,
tomaremos tβ = 5 ,15 y 25, mientras que para la masa del bosón pseudoescalar consideraremos los
casos en que mH < mA y mH > mA.

(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figura 6.4: Branching ratios para los decaimientos principales del bosón de Higgs pesado H en el
MDDH tipo II como función de mH . Se tomó sin(β − α) = 1 y hemos considerado los siguientes
valores para los parámetros libres: tβ = 5 ,10 y 15; mA = 200 y 800 GeV.

Contrariamente a lo que sucedió en el decaimiento de un bosón de Higgs ligero, aqúı tenemos
que el vértice HZZ es proporcional a cos(β − α), por lo que en el ĺımite cuando sin(β − α) = 1
el proceso H → ZZ∗ → Zγγ es cero, de esta manera la contribución más importante proviene
de los diagramas de Feynman de triángulo (Figura 4.5) ya que la contribución de los diagramas
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de caja también está muy suprimida. En la Figura 6.4 hemos graficado los branching ratios para
los principales decaimientos del bosón de Higgs pesado H en el MDDHII para diversos valores de
tanβ y mA . Notamos que en la mayoŕıa de los casos el canal predominante es bb̄ junto al canal tt̄
cuando este está cinemáticamente permitido. En el caso en que mA = 200 GeV también el canal
AA puede estar disponible pero no está cinemáticamente permitido para mA = 800 GeV en el
intervalo de valores de mH que estamos considerando. En cuanto a los decaimientos que se dan a
través de un lazo tenemos los canales gg, γγ, Zγ y Zγγ de los cuales el decaimiento a dos gluones es
el predominante en la mayoŕıa de los casos. Incluso el branching ratio para el decaimiento a un par
de gluones es del orden de decaimiento a un par de bosones de Higgs ligeros, el cual se da a nivel
árbol. Como era de esperarse, el canal Zγγ se ve suprimido cuando tomamos valores grandes para
mA, tal y como se muestra en las gráficas de la columna derecha. Por ejemplo el modo H → Zγγ
tiene un branching ratio del orden de 2 × 10−9 para mH = 700 GeV, pero este se incrementa
considerablemente cuando mA = 200 GeV, pudiendo alcanzar valores del orden de 10−6. También
podemos observar que en ambos casos (mH < mA y mH > mA) al aumentar el valor de tanβ el
valor para del branching ratio del canal H → Zγγ disminuye. Esto se debe principalmente a que
este parámetro está involucrado en el vértice Aff̄ : este vértice es proporcional a tanβ para quarks
tipo down y proporcional a 1/ tanβ para quarks tipo up. Entonces la contribución del quark top
decrece al aumentar tanβ.

Con ayuda de las Ecuaciones (4.42) y (4.44) podemos graficar las distribuciones de enerǵıa del
bosón Z con respecto a su enerǵıa y la distribución de la masa invariante dΓ(H → Zγγ)/dmγγ′ . En
ambas distribuciones se considera el caso cuando mH > mA tomando diferentes valores de mH y
considerando mA = 450 GeV y tanβ = 25. Estas gráficas se muestran en las Figuras 6.5 y 6.6. En
el caso en que mH > mA+mZ sabemos que el decaimiento H → Zγγ procede como el decaimiento
a dos cuerpos H → ZA seguido del decaimiento A→ γγ, el cual es también un decaimiento a dos
cuerpos, de este manera el espectro de enerǵıa del bosón Z es discreto y no continuo como en el
caso anterior.
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Figura 6.5: Gráfica de la distribución de enerǵıa dΓ(H → Zγγ)/dEZ como función de enerǵıa del
bosón Z en el MDDH tipo II para diferentes valores de la masa del bosón de Higgs pesado. Se usa
mA = 450 GeV y tanβ = 25.

6.3. Decaimiento A→ Zγγ

Finalmente, realizaremos la evaluación numérica del decaimiento A → Zγγ. Primero conside-
remos la anchura de decaimiento, la cual se encuentra expresada en la Ecuación (5.16). En este
decaimiento se tiene la contribución de los bosones de Higgs pesado y ligero como part́ıculas vir-
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Figura 6.6: Distribución de masa invariante dΓ(H → Zγγ)/dmγγ′ como función de mγγ′ en el
MDDH tipo II para diferentes valores de la masa del bosón de Higgs pesado. Se usa mA = 450
GeV y tanβ = 25.

tuales, además de la contribución de los diagramas de caja. Como ya hemos mencionado, el vértice
hZA contiene el parámetro cos(α−β), razón por la cual el proceso A→ Zh∗ → Zγγ no contribuye
a la anchura de decaimiento en el caso que estamos estudiando. En cuanto a los diagramas que
tienen un bosón de Higgs pesado como propagador, se tienen fermiones y al bosón W en el lazo
(ver Figura (5.2)) de los cuales solo los diagramas con fermiones dentro del lazo contribuyen al
decaimiento debido a que el vértice HWW es proporcional a cos(β − α). Utilizando el software
Mathematica podemos obtener el branching ratio del decaimiento A→ Zγγ, además de los bran-
ching ratio de los decaimientos principales del pseudoescalar como función de mA. Los resultados
se muestran en la Figura 6.7 para diversos valores de mH y tanβ.

En la Figura 6.7 se observa que los canales de decaimiento bb̄ y tt̄ son los canales predominantes,
además, el canal HZ también es importante en el caso cuando mA > mH + mZ , tal y como se
muestran en las gráficas de la columna izquierda. Nuevamente notamos que el canal gg tiene la
mayor contribución de los diagramas que se dan a través de un lazo. Al considerar valores grandes
para la masa del bosón escalar H observamos que el branching ratio del canal Zγγ se encuentra
suprimido. Por ejemplo, si consideramos que tβ = 5 y mH = 800 GeV, vemos que para mA = 500
GeV tenemos que el branching ratio del decaimiento A → Zγγ es del orden de 10−10, mientras
que este es del orden de 10−6 para mH = 210 GeV. De manera similar a lo que ocurre en el
caso del decaimiento H → Zγγ, vemos que el valor del branching ratio del canal Zγγ disminuye
conforme aumenta el valor de tanβ. Por ejemplo, si mH < mA el valor del branching ratio del
canal A→ Zγγ disminuye dos órdenes de magnitud cuando se pasa de tβ = 5 a tβ = 25.

Análogamente a los decaimientos h,H → Zγγ, es interesante conocer el comportamiento de la
distribución de enerǵıa del bosón Z y la masa invariante mγγ′ , las cuales se encuentran expresadas
en las Ecuaciones (5.26) y (5.28). Las gráficas para estas distribuciones se muestran en las Figuras
6.8 y 6.9, en donde se consideran diferentes valores de mA y se han fijado los parámetros con los
valores mH = 450 GeV y tanβ = 25.

6.4. Conclusiones

El descubrimiento del bosón de Higgs, en el gran colisionador de hadrones (LHC) del CERN,
ha supuesto un gran avance en el entendimiento de la generación de masas de las part́ıculas ele-
mentales del modelo estándar, ya que el bosón de Higgs es la part́ıcula remanente del mecanismo
del rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil. Aunque se tiene la certeza de la existencia
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figura 6.7: Branching ratios para el decaimiento A→ Zγγ como función de mA en el MDDH tipo
II. Se incluyen los canales principales de decaimiento del pseudoescalar A. Se tomó sin(β −α) = 1
y se consideraron los siguiente valores para los parámetros del modelo: tβ = 5, 10 y 15 GeV;
mH = 210.

del bosón de Higgs con una masa de aproximadamente 125 GeV, todav́ıa se necesita seguir con
el estudio fenomenológico para poder determinar sus propiedades. Dado que no se considera que
el modelo estándar sea una teoŕıa completa de las interacciones fundamentales, se han propuesto
numerosas teoŕıas de extensión. Algunas de estas teoŕıas extienden al sector escalar del modelo
estándar y predicen bosones escalares adicionales. La extensión más simple del sector de Higgs
consiste en añadir otro doblete escalar. Los MDDH se basan en este escenario contando con una
fenomenoloǵıa muy amplia, debido a que contienen un bosón de Higgs cargado, un bosón pseudoes-
calar neutro y dos bosones escalares neutros, cuya detección en los actuales o futuros colisionadores
seŕıa una clara señal de nueva f́ısica. La versión más general del MDDH contiene corrientes neutras
con cambio de sabor a nivel árbol, la cual puede ser fenomenológicamente problemática. El MDDH
tipo II, que es una de las versiones más estudiadas de estos modelos, introduce una simetŕıa discreta
para evitar este tipo de corrientes a nivel árbol. Estudios recientes han demostrado que el espacio
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Figura 6.8: Gráfica de distribución de enerǵıa Γ(A→ Zγγ)/dEZ como función de enerǵıa del bosón
Z en el MDDH tipo II para diferentes valores de la masa del pseudoescalar. Se usa mH = 450 GeV
y tanβ = 25.
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Figura 6.9: Distribución de masa invariante dΓ(A → Zγγ)/dmγγ′ como función de mγγ′ en el
MDDH tipo II para diferentes valores de mA. Se usa mH = 450 GeV y tanβ = 25.

de parámetros de este modelo está fuertemente restringido por cotas experimentales y teóricas. En
este trabajo se calculó el decaimiento φ→ Zγγ en donde φ puede ser un bosón escalar o pseudoes-
calar. Usando invarianza de norma electromagnética y simetŕıa de Bose-Einstein, se logró escribir
la expresión más general a la amplitud para el decaimiento h,H → Zγγ, la cual está dada en
términos de cuatro factores de forma que reciben contribuciones de diagramas de caja y diagramas
de tipo triángulo. La estructura de Lorentz para el vértice φ′Zγγ (φ′ = h,H) se encuentra consti-
tuida por 4-vectores y tensores de Levi-Civita, lo cual era de esperarse ya que los bosones de Higgs
neutros son pares ante la simetŕıa CP. En cuanto al decaimiento A → Zγγ, encontramos que la
expresión a la amplitud cuenta con la contribución de 3 factores de forma, en este caso la estructura
de Lorentz correspondiente se constituye de 4-vectores y el tensor métrico debido a que A es impar
ante CP. El cálculo del decaimiento para h,H → Zγγ (A→ Zγγ) se simplifica considerablemente
al considerar el caso mH > mA + mZ (mA > mH + mZ) , pues en este escenario solo se calcula
un decaimiento a dos cuerpos (por ejemplo, en el caso del decaimiento H → Zγγ primero se da el
decaimiento H → ZA y posteriormente ocurre el decaimiento A → γγ) y no es necesario realizar
la integración sobre el espacio fase a tres cuerpos. Dicha integración se complica considerablemente
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en el caso en que se evalúan los diagramas de caja, esto debido a que los factores de forma son
funciones complicadas dados en términos de funciones escalares de Passarino-Veltman, las cuales se
deben evaluar numéricamente. Sin embargo, la evaluación numérica arrojó que la contribución de
los diagramas de caja es hasta dos órdenes de magnitud menor a la de los diagramas de triángulo.
Para realizar la evaluación numérica utilizamos el caso sin(β − α) = 1, dado que las cotas experi-
mentales restringen mucho este parámetro. En seguida resumimos los puntos más importantes que
se concluyen de nuestro estudio:

En el caso del decaimiento h → Zγγ el resultado obtenido para la anchura es totalmente
idéntico a la que se cálculo anteriormente en el marco del modelo estándar. Nuestros resul-
tados lograron reproducir estos resultados previos. En conclusión, se puede afirmar que el
MDDH tipo II no ofrece ningún cambio con respecto a la anchura predicha por el modelo
estándar.

En cuanto a los procesos H,A → Zγγ se han presentado los resultados numéricos para los
branching ratios tanto para este decaimiento como para los canales de decaimiento dominan-
tes considerando diferentes valores de los parámetros tanβ, mA y mH . Esto nos permitió de-
terminar si el decaimiento H,A → Zγγ podŕıa estar al alcance de la medición. También se
realizaron las gráficas para la distribución de enerǵıa del bosón Z y para la masa invarian-
te del par fotónico. Estas gráficas son interesantes ya que nos muestra como se observa en
el experimento el espectro de enerǵıa con el que se emite el bosón Z y la masa invariante
de los fotones. Se puede concluir de nuestro estudio que la anchura del decaimiento exótico
H → Zγγ (A → Zγγ) es muy pequeña en comparación con otros modos de decaimien-
to cuando el bosón pseudoescalar (escalar) intermediario es virtual, aunque la anchura se
incremente notablemente cuando el pseudoescalar (escalar) es real.

Los decaimientos raros de los bosones de Higgs pueden ofrecer perspectivas para su detec-
ción experimental en el LHC, el cual tiene como objetivo la búsqueda de efectos de nueva
f́ısica y en particular se pretende buscar nuevas part́ıculas predichas por algunos modelos de
extensión, o en un futuro colisionador lineal el cual operaria en como fábrica de bosones de
Higgs. Para poder ofrecer dicha perspectiva experimental aún se necesita emplear técnicas
computacionales más avanzadas para poder llevar a cabo un análisis más detallado del proce-
so estudiado, considerado los detalles espećıficos asociados al colisionador y las limitaciones
experimentales, como son la luminosidad, el ruido, cortes cinemáticos y las simulaciones de
los detectores. Este estudio se podŕıa llevar acabo en un análisis posterior.
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Apéndice A

Decaimientos de los bosones
escalar y pseudoescalar

En este apéndice incluiremos las expresiones para las anchuras de decaimiento más relevantes
de un bosón escalar que se transforma de manera par o impar ante la simetŕıa CP. Coloquialmente
se conoce al primer tipo como bosón escalar y al segundo tipo como bosón pseudoescalar. Consi-
deraremos las reglas de Feynman genéricas mostradas en las Figuras A.1 y A.2, las cuales están
dadas en términos de acoplamientos genéricos del bosón escalar o pseudoescalar.

A.1. Decaimientos del bosón de Higgs pesado

iδHSS

H

S

S

δHfifj

H

fi

fj

iδHV V gµν

H

Vµ

Vν

−iδHSV (p1 − p2)µ

Vµ

S(p2)

H(p1)

Figura A.1: Reglas de Feynman para las interacciones de un bosón escalar neutro H. Todos los 4-
momentos están entrando al vértice. S puede ser un bosón escalar neutro, un bosón pseudoescalar
neutro o un bosón escalar cargado.

A.1.1. Decaimientos a nivel árbol

Denotaremos a un bosón escalar (par ante la simetŕıa CP) como H (escalar pesado) o h escalar
ligero, mientras que un bosón pseudoescalar será denotado por A. Los decaimientos principales de
este bosón ocurren a dos cuerpos a nivel de árbol en teoŕıa de perturbaciones.
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A.1. DECAIMIENTOS DEL BOSÓN DE HIGGS PESADO

−ieΓαµν(k1, k2, k3)

Aα(k1)

W−
µ (k2)

W+
ν (k3)

−ie2Σαβµν

W−
α

W+
β
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Aν

−ie(p1 − p2)µ

Aµ

H+(p2)

H−(p1)

2ie2δµν

H−

H+

Aµ

Aν

Figura A.2: Reglas de Feynman adicionales para el cálculo de las anchuras de decaimiento de un
bosón escalar neutroH. Todos los 4-momentos están entrando al vértice. Además Γαµν(k1, k2, k3) =
(k1 − k2)αgµν + (k2 − k3)µgνα + (k3 − k1)νgαµ y Σαβµν = 2gαβgµν − gαµgβν − gανgβµ.

Decaimientos a un par de fermiones: H → f̄f y H → f̄ifj

Si hay cambio de sabor mediado por el bosón escalar, la anchura de decaimiento H → f̄ifj
está dada por

Γ(H → f̄ifj) =
δ2
Hfifj

NcmH

128π

(
4− (

√
τfi +

√
τfj )

2
) 3

2

√
4− (

√
τfi −

√
τfj )

2, (A.1)

con τi = 4m2
i /m

2
H . Si consideramos conservación de sabor, la anchura de decaimiento se reduce a

la siguiente expresión

Γ(H → f̄f) =
δ2
HffNcmH

8π
(1− τf )

3
2 . (A.2)

Decaimientos a un par de bosones de norma: H → ZZ y H →WW

El decaimiento del bosón escalar a un par de bosones de norma electrodébiles también puede
estar permitido cinemáticamente. Las correspondientes anchuras de decaimiento son

Γ(H →W−W+) =
δ2
HWWm

3
H

64πm4
W

√
1− τW

(
1− τW +

3

4
τ2
W

)
, (A.3)

y

Γ(H → ZZ) =
δ2
HZZm

3
H

128πm4
Z

√
1− τZ

(
1− τZ +

3

4
τ2
Z

)
. (A.4)

Debajo del espectro mH = 2mV los decaimientos a un bosón de norma real y uno virtual
H → W−W+∗ → W−fifj y H → ZZ∗ → Zf̄f también son importantes. Las correspondientes
anchuras de decaimiento son
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Γ(H →W−W+∗) =
3δ2
HWW g

2mH

512π3m2
W

RT

(
m2
W

m2
H

)
, (A.5)

y

Γ(H → ZZ∗) =
δ2
HZZg

2mH

2048π3m2
W

δZRT

(
m2
Z

m2
H

)
, (A.6)

en donde

RT (x) = − (1− x)
(
47x2 − 13x+ 2

)
2x

− 3

2

(
4x2 − 6x+ 1

)
log(x)

+
3
(
20x2 − 8x+ 1

)
√

4x− 1
arc cos

(
3x− 1

2x3/2

)
, (A.7)

y δZ = 7− 40/3s2
W + 160/9s4

W .

Decaimientos a un par de bosones escalares: H → H−H+, H → hh y H → AA

Otros decaimientos importantes que están permitidos cinemáticamente para un bosón escalar
pesado son aquellos decaimientos a un par de bosones escalares cargados H−H+ y a un par de
bosones escalares ligeros o pseudoescalares. La anchura de decaimiento para el primer caso está dada
por

Γ(H → H−H+) =
δ2
HH−H+

16πmH

√
1− τH− , (A.8)

mientras que para el segundo caso necesitamos añadir un factor extra de 1/2 dado que el estado
final se conforma de part́ıculas idénticas:

Γ(H → SS) =
δ2
HSS

32πmH

√
1− τS , (A.9)

donde S denota al bosón escalar o pseudoescalar.

Decaimientos H → AZ y H → H−W+

Es también posible que el bosón escalar pueda decaer en un par de un bosón escalar S junto
con un bosón de norma V , por ejemplo H → AZ o H → H+W−. La anchura de decaimiento
está dada por

Γ(H → SV ) =
δ2
HSVm

3
H

1024πm2
V

(
(4− (

√
τS −

√
τV )2)(4− (

√
τS +

√
τV )2)

) 3
2 , (A.10)

donde S y V respresentan ya sea al par A y Z o al par H− y W+. Cuando mA ≤ mH ≤ mA +mZ

(mH− ≤ mH ≤ mH− + mZ) el decaimiento H → AZ∗ (H → H+W−∗) tiene una anchura
importante. Sumando sobre todos los estados finales cinemáticamente permitidos W+ → f̄ifj
(Z → f̄f) tenemos la anchura de decaimiento para H → AZ∗

Γ(H → AZ∗) = 3
δ2
HAZg

2mH

1024m2
WPi

3
δZH

(τA
4
,
τZ
4

)
, (A.11)

con
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H(x, y) =
1

4

(
1

3
(1− x)

(
5(x+ 1)− 2λ(x, y)

y
− 4y

)
+ (λ(x, y)− 2x) log(x)

+ 2(y − x− 1)
√
λ(x, y)

(
arctan

[
y(x− y + 1)− λ(x, y)

(1− x)
√
λ(x, y)

]
+
π

2

))
,

(A.12)

en donde λ(x, y) = −1 + 2x + 2y − (x − y)2. Por otro lado, la anchura de decaimiento para
H → H+W−∗ es

Γ(H → H+W−∗) = 9
δ2
HH+W−g

2mH

256m2
WPi

3
G
(τH±

4
,
τW−

4

)
. (A.13)

Todos los decaimientos anteriores podŕıan dominar sobre los decaimientos a tres cuerpos de un
bosón escalar con una masa de aproximadamente 350 GeV.

A.1.2. Decaimientos a dos cuerpos a nivel de un lazo

Otros decaimientos interesantes de un bosón escalar son aquellos que surgen a nivel de un lazo,
tales como H → γγ, H → γZ y H → gg, cuyas anchuras se presentan a continuación.

Decaimiento H → γγ

La anchura del decaimiento de un bosón escalar a dos fotones puede escribirse como

Γ(H → γγ) =
α2m3

H

1024π3m2
W

∣∣AHγγ∣∣2 , (A.14)

en donde AHγγ puede recibir contribuciones de fermiones, bosones de norma cargados y bosones
escalares cargados:

AHγγ =
∑
s

AHγγs (τs) , (A.15)

en donde el sub́ındice s indica el esṕın de la part́ıcula cargada que circula por el lazo y corre sobre
fermiones (1/2), bosones de norma (1), y bosones escalares (0), con τ1/2 ≡ τf , τ1 ≡ τW y τ0 ≡ τH± .
La función AsHγγ se puede escribir como

AHγγs (τs) =



∑
f

2mW δHffNcQ
2
f

mf
F 1

2
(τf ) s = 1

2 ,

δHWW

mW
F1 (τW ) s = 1,

mW δHSS
m2
S

F0 (τH±) s = 0,

(A.16)

con la función Fs dada por

Fs(x) =


−2x(1 + (1− x)f(x)) s = 1

2 ,

2 + 3x+ 3x(2− x)f(x) s = 1,

x(1− xf(x)) s = 0,

(A.17)

en donde
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1√
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− 1
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log
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− iπ

]2
x < 1.

(A.18)

Decaimiento H → Zγ

El decaimiento H → Zγ se obtiene de diagramas de Feynman similares a los del decaimiento
H → γγ, reemplazando un fotón por un bosón Z. La anchura de decaimiento se puede escribir
como

Γ(H → Zγ) =
α2m3

H

512s2
Wm

2
Wπ

3

(
1− τZ

4

)3 ∣∣AHZγ∣∣2 , (A.19)

con
AHZγ =

∑
s

AHZγs , (A.20)

donde las contribuciones de los fermiones cargados, el bosón de norma W y el bosón escalar cargado,
están dadas por

AHZγs =



4mW gHffQfNfg
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V
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2
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2 ,

δHWW

mW
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2cWmW
m2
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G0(τH± , µH±) s = 0,

(A.21)

en donde gfV = T f3 − 2Qfs
2
W y hemos introducido la definición µi = 4m2

i /m
2
Z . La función Gi es

Gs(x, y) =


I1(x, y)− I2(x, y) s = 1
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2
x + 1

)
t2W − 2

x − 5
)
I1(x, y) + 4

(
3− t2W

)
I2(x, y) s = 1,

I1(x, y) s = 0,

(A.22)

mientras que la función Ii es

Ii(x, y) =


x2y2

2(x−y)2 [f(x)− f(y)] + x2y
(x−y)2 [g(x)− g(y)] + xy

2(x−y) i = 1,

− xy
2(x−y) [f(x)− f(y)] i = 2,

(A.23)

con f(x) definida anteriormente y

g(x) =


√
x− 1 arcsin

(
1√
x

)
x ≥ 1,

1
2

√
1− x

(
log
(

1+
√

1−x
1−
√

1−x

)
− iπ

)
x < 1.

(A.24)

Decaimiento H → gg

Finalmente presentamos el decaimiento a dos gluones, el cual solamente recibe contribuciones
de los quarks y la anchura de decaimiento se puede escribir como

Γ(H → gg) =
α2
Sm

3
H

512π3m2
W

∣∣∣AHgg1
2

∣∣∣2 , (A.25)

en donde
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AHgg1
2

(τq) =
∑
q

2mW δHqq
mq

F 1
2

(τq) . (A.26)

Aunque las correcciones radiativas deben ser incluidas para conseguir una alta precisión, las
expresiones anteriores pueden servir para obtener una buena aproximación a la anchura de decai-
miento de un escalar pesado a un par de gluones.

A.2. Decaimientos de un bosón pseudoescalar A

A.2.1. Decaimientos a nivel árbol

En lo que concierne al bosón pseudoescalar, las correspondientes reglas de Feynman necesarias
para los cálculos de sus anchuras de decaimiento se presentan en la Figura A.3.

iδAfifjγ
5

A

fi

fj

−iδASZ(p1 − p2)µ

Zµ

S(p2)

A(p1)

Figura A.3: Reglas de Feynman necesarias para el cálculo de las anchuras de decaimiento de un
pseudoescalar A. Todos los 4-momentos están entrando al vértice y S representa un bosón escalar.

Decaimientos a un par de fermiones: A→ f̄f y A→ f̄ifj

La anchura de decaimiento de un bosón pseudoescalar a un par de fermiones de distinto sabor
está dada por

Γ(A→ f̄ifj) =
δ2
Afifj

NcmA

128π

(
4− (

√
ηfi −

√
ηfj )

2
) 3

2

√
4− (

√
ηi +

√
ηj)2, (A.27)

la cual se reduce a la siguiente expresión para la anchura del decaimiento A→ f̄f

Γ(A→ f̄f) =
δ2
AffNcmA

8π

√
1− ηf , (A.28)

en donde ahora usamos la definición ηi = 4m2
i /m

2
A.

Decaimientos A→ hZ y A→ HZ

El bosón pseudoescalar no se acopla a un par de bosones electrodébiles a nivel árbol y por
lo tanto los decaimientos A → WW y A → ZZ no ocurren a nivel de árbol. Sin embargo, el
pseudoescalar puede decaer a un un bosón de norma y un bosón escalar, A → HZ y A → hZ, si
este decaimiento está cinemáticamente permitido. Estos decaimientos tienen la siguiente anchura

Γ(A→ SV ) =
δ2
HSVm

3
A

1024πm2
V

(
(4− (

√
ηS −

√
ηV )2)(4− (

√
ηS +

√
ηV )2)

) 3
2 . (A.29)

Debajo del umbral mA = mH +mZ necesitamos considerar el decaimiento A→ HZ∗ → Hf̄f ,
el cual tiene la siguiente anchura
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Γ(A→ HZ∗) = 3
δ2
HAZg

2mA

1024m2
Wπ

3
δZH

(ηH
4
,
ηZ
4

)
, (A.30)

que también es válida para el decaimiento A → hZ∗ → hf̄f considerando las sustituciones apro-
piadas.

A.2.2. Decaimientos a un lazo

Decaimiento A→ γγ

El decaimiento a dos fotones del bosón pseudoescalar se da a través de un lazo de fermiones y
la correspondiente anchura de decaimiento está dada por

Γ(A→ γγ) =
α2m3

A

1024π3m2
W

∣∣∣BAγγ1
2

∣∣∣2 , (A.31)

con

BAγγ1
2

=
∑
f

2mW δAffNcQ
2
f

mf
FA1

2

(
η 1

2

)
, (A.32)

y
FA1

2
(x) = −2xf(x). (A.33)

Decaimiento A→ Zγ

Este decaimiento también recibe contribuciones solamente de fermiones cargados y su anchura
está dada por

Γ(A→ Zγ) =
α2m3

A

512s2
Wm

2
Wπ

3

(
1− m2

Z

m2
A

)3 ∣∣∣AAZγ1
2

∣∣∣2 , (A.34)

en donde

AAZγ1
2

=
4mW δAffQfNfg

f
V

cWmf
GA1

2
(ηf , ξf ), (A.35)

con ξi = 4m2
i /m

2
Z y GA1

2

(x, y) = I2(x, y).

Decaimiento A→ gg

Por otro lado, la anchura de decaimiento a un par de gluones es

Γ(A→ gg) =
α2
Sm

3
A

512π3m2
W

∣∣∣BAgg1
2

∣∣∣2 , (A.36)

en donde

BAgg1
2

(ηq) =
∑
q

2mW δAqq
mq

FA1
2

(ηq). (A.37)
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A.2.3. Constantes de acoplamiento en el 2HDMII

En el MDDH tipo II las constantes de acoplamiento de los bosones H y A a los fermiones y
bosones de norma se encuentran en la Tabla 6.1, mientras que los acoplamientos que no aparecen
en esta tabla se encuentran en la Tabla A.1.

Acoplamiento Valor

δHH−H+ −ig[mW cos(β − α)− mZ
2 cos 2β cos(β+α) ]

δHAA
igmZ

2 cos θW
cos 2β cos(β + α)

δHH+W−
ig
2 sin(β − α)

Tabla A.1: Constantes de coplamiento para los vértices HH−H+, HAA y HH+W−.
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