
Benemérita Universidad Autónoma de Puebla

Facultad de Ciencias Físico-Matemáticas

Producción de bosones de Higgs neutros y cargados en
colisionadores pp (LHC y futuros colisionadores)

TESIS

presentada al Posgrado de Física Aplicada
para obtener el grado de:

Doctor en Ciencias (Física Aplicada)

presentada por:

Víctor Manuel López Guerrero

asesorado por:

Dr. J. Lorenzo Díaz Cruz [FCFM-BUAP]

Dr. Alfonso Rosado Sánchez [IFUAP-BUAP]

Puebla, Pue.
Noviembre 2025





Índice general

Agradecimientos xi

Resumen xiii

Introducción xv

1. El Modelo Estandar 1
1.1. Teorías Gauge . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 2

1.1.1. Invariancia gauge local U(1) . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 2
1.1.2. Invariancia gauge local SU(2) . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 3
1.1.3. Mecanismo de Higgs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 3

1.2. Lagrangiana del Modelo Estándar . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 5
1.2.1. Sector de Higgs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 5
1.2.2. Sector de Yang-Mills . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 7
1.2.3. Sector de Yukawa . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 8
1.2.4. Sector de corrientes . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 10
1.2.5. Sector fuerte . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 11

1.3. Dispersión Inelástica Profunda . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 11
1.4. Sección eficaz . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12

1.4.1. Funciones de Distribución Partónica . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 13
1.5. Problemas del Modelo Estándar . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 14

2. Modelo de Dos Dobletes de Higgs Tipo III 15
2.1. Potencial de Higgs en el 2HDM . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 15
2.2. Lagrangiana de Yukawa para el 2HDM-III . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17
2.3. Acoplamientos . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

3. Producción de bosones de Higgs neutros y cargados 23
3.1. Procesos con bosones de Higgs cargados y neutros en colisiones ep . . . . . . . . . . . . 23
3.2. Producción de bosones de Higgs cargados y neutros en colisiones ee . . . . . . . . . . . . 24
3.3. Producción de bosones de Higgs cargados y neutros en colisiones pp . . . . . . . . . . . 25

3.3.1. Producción directa . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
3.3.2. Sección eficaz hadrónica para la producción directa . . . . . . . . . . . . . . . . . 27
3.3.3. Fusión de gluones en la producción de bosones de Higgs . . . . . . . . . . . . . . 28

4. Resultados 31
4.1. Producción directa de bosones de Higgs . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 31

4.1.1. Sección eficaz para la producción directa del bosón h0 . . . . . . . . . . . . . . . 31
4.2. Espacio de parámetros . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 32

4.2.1. Sección eficaz para la producción directa del bosón H+ . . . . . . . . . . . . . . 34

iii



iv ÍNDICE GENERAL

4.3. Sección eficaz para la producción directa del bosón H0 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 35
4.4. Sección eficaz para la producción directa del bosón A0 . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 36
4.5. Producción asociada del bosón de Higgs con un quark top . . . . . . . . . . . . . . . . . 36

A. Base de Higgs 45

B. Restricciones sobre las matrices de cambio de sabor 49

Conclusiones 51

Bibliografía 53



Lista de figuras

1.1. Partículas del Modelo Estándar . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 1
1.2. El potencial V (ϕ) = 1

2µ
2ϕ2 + 1

4λϕ
4 para a) µ2 > 0 y b) µ2 < 0. . . . . . . . . . . . 4

1.3. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 12
1.4. Gráficas de las PDFs de MSTW 2008 con Q2 = 10GeV2 y Q2 = 104 GeV2 [47]. . . . . . 14

3.1. Diagrama de Feynman para un Higgs radiado por un quark en el subproceso eq → l−ϕ0q. 24
3.2. Diagrama de Feynman para la fusión vectorial en el subproceso eq → l−ϕ0q. . . . . . . 24
3.3. Diagrama de Feynman para el subproceso q + q → H+. . . . . . . . . . . . . . . . . . . 25
3.4. Diagrama de Feynman para el subproceso q + q → ϕ0. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 26
3.5. Diagrama de Feynman para la fusión de gluones. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 28

4.1. Resultados de la sección eficaz total σ(pp→ h0 +X) con
√
s = 14 TeV. . . . . . . . . . 32

4.2. Valores permitidos para los parámetros cos(α− β) y tanβ. . . . . . . . . . . . . . . . . 33
4.3. Valores permitidos para los parámetros χtt y cos(α− β). . . . . . . . . . . . . . . . . . . 33
4.4. Puntos permitidos en el plano χtt − tanβ (a) Valores Rb,γ,τ y (b)Valores RW,Z . . . . . . 34
4.5. Gráfica de σ(p+ p→ H+ +X), con

√
s = 14 TeV. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 35

4.6. Resultados de la sección eficaz total σ(p+ p→ H0 +X) con
√
s = 14 TeV. . . . . . . . 35

4.7. Resultados de la sección eficaz total σ(p+ p→ A0 +X) con
√
s = 14 TeV. . . . . . . . 36

4.8. Diagramas de Feynman para el proceso gc→ th0, (a) canal-s y (b) canal-t. . . . . . . . 37
4.9. Gráficas de la sección eficaz como función de χtc con cos(β − α) = 0.05 y

√
s = 14TeV. . 37

4.10. Gráficas de la sección eficaz como función de χtc con cos(β − α) = 0.10 y
√
s = 14TeV. . 37

4.11. Valores permitidos por el límite superior de BR(t→ ch0) en el plano χtc-tanβ. . . . . . 38
4.12. Valores permitidos por el límite superior de BR(t→ ch0) en el plano χtc-cos(α− β). . . 38
4.13. Valores permitidos para los parámetros cos(α− β) y tanβ. . . . . . . . . . . . . . . . . 39
4.14. Gráficas de distribuciones del background y la señal: (a) Masa invariante de los fotónes,

(b) Masa invariante de b1 y ℓ1, (c) pT del fotón-1, (d) pT del fotón-2. . . . . . . . . . . 40
4.15. Significancia (signal significance en inglés) como función de la luminosidad integrada:

(a) Escenario S1, (b) Escenario S2. Hemos considerado una incertidumbre sistemática
de κ = 5% (lineas punteadas), en las lineas solidas no se considera. Los puntos rojos en
(a) corresponden a la significancia para χtc = 5, calculada a través de cortes sobre las
variables cinemáticas. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 41

v





Índice de tablas

2.1. Clasificación de los 2HDM de acuerdo con los acoplamientos de los dobletes de Higgs en
el sector de Yukawa. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 17

2.2. Valores de X e Y para el 2HDM-III. Donde sα = senα, cα = cosα, sβ = senβ y
cβ = cosβ. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 19

4.1. Sección eficaz (σ) para los escenarios S1, S2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39
4.2. Secciones eficaces de los backgrounds dominantes. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 39

B.1. Valores para las diagonales de las matrices χ̃q
2. . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 51

vii





A mi madre Reina Guerrero Polo

ix





Agradecimientos

Agradezco a mis padres Reina Guerrero Polo y Bernardino López García por el esfuerzo que hicieron
al apoyarme para que pudiera continuar con mis estudios.

A la Dra. Olga Guadalupe Félix Beltrán por todo el apoyo que me brindó en el aspecto académico
por medio de la organización de cursos y talleres relacionadas con mi área de estudio. También
agradezco su apoyo para obtener las becas asignadas a los congresos y talleres que asistí.

A los doctores J. Lorenzo Díaz Cruz y Alfonso Rosado Sánchez por haberme confiado el tema de
tesis y por orientarme en la realización de la misma.

A los miembros del jurado los doctores: Gilberto Tavares Velasco, Olga Guadalupe Félix Beltrán,
María Isabel Pedraza Morales, Moisés Zeleny Mora, Tomás Antonio Valencia Pérez y Marco Antonio
Arroyo Ureña por las sugerencias y observaciones hechas acerca del trabajo de tesis.

Al Dr. Marco Antonio Arroyo Ureña por su apoyo respecto a los programas utilizados y por las
discusiones relacionadas con mi tema de tesis.

A la SECIHTI (Secretaría de Ciencia Humanidades Tecnología e Innovación) por la beca que me
otorgó durante los años que estudié el doctorado.

A la VIEP por haberme apoyado con una beca, la beca fue solicitada por la Dra. Olga Guadalupe
Félix Beltrán como parte del Proyecto VIEP-BUAP 198 20023.

A la FCFM-BUAP por apoyarme académicamente través de los cursos impartidos, por otorgarme las
becas para los eventos a los que asistí. Agradezco a los profesores de la facultad por el esfuerzo realizado
al impartir los cursos a los que asistí. Agradezco el apoyo recibido por parte de los miembros del comité de
Posgrado en Física Aplicada y al personal administrativo por su ayuda respecto a los tramites realizados.

Al Centro Internacional de Física Fundamental (CIFFU) por permitirme participar en los eventos
organizados.

En general agradezco la BUAP por el apoyo otorgado a través de sus dependencias académicas y
administrativas.

xi





Resumen

En este trabajo se estudia la producción de bosones de Higgs neutros y cargados en el LHC (Large
Hadron Collider) y colisionadores futuros. El modelo utilizado para realizar los cálculos es el 2HDM
(Two Higgs Doublet Model) del tipo-III, que es una extensión del Modelo Estándar. Específicamente,
en este trabajo se analizan procesos de producción directa: p + p → ϕ + X, e + e → ϕ + X, donde
ϕ = A0, H0, h0, H±. También, se estudian procesos con violación de sabor; característica importante
del 2HDM-III ya que permite acoplamientos con cambio de sabor a nivel árbol entre bosones de Higgs y
fermiones. Primero se revisa la construcción del modelo, para su implementación utilizando el programa
FeynRules. Con FeynRules se generan los archivos qe utilizan los programas CalcHEP y MadGraph para
calcular las secciones eficaces de los procesos de producción de bosones de Higgs. Finalmente se hará la
simulación de eventos para el proceso pp→ h0t+X.

PALABRAS CLAVE

Bosones de Higgs
Violación de sabor
LHC
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Introducción

El Modelo Estándar (ME) está basado en resultados obtenidos de Teoría Cuántica del Campo y
resultados de Teorías Gauge. Las interacciones fuertes son descritas por el grupo de norma SU(3)C ,
mientras que SU(2)L×U(1)Y representa a las interacciones electrodébiles [1,2]. Este modelo ha pasado
exitosamente pruebas experimentales muy precisas [3, 4] explicando una gran cantidad de resultados
obtenidos en física de partículas. El contenido de partículas del ME se divide en dos grupos, fermiones
y bosones. En los fermiones se incluyen leptones y quarks, ambos se organizan en tres generaciones o
familias. Los bosones son los mediadores de las interacciones entre las partículas; los bosones W± y
Z0 son asociados a la interacción electrodébil, los gluones g son asociados a la interacción fuerte y los
fotones γ son asociados a la interacción electromagnética. El Mecanismo de Higgs provee masa a los
bosones W± y Z0, dejando una partícula remanente llamada bosón de Higgs, este bosón debe ser un
escalar eléctricamente neutro y su masa debe ser del orden de la escala electrodébil [5,6]. El 4 de julio de
2012 los experimentos ATLAS y CMS del CERN anunciaron el descubrimiento de una partícula escalar
con una masa alrededor de 125 GeV, identificada como el bosón de Higgs h0 del ME [7,8].

En física de partículas existen resultados que no pueden ser explicados por medio del ME, como la
materia oscura [9] y la masa de los neutrinos [10], estos fenómenos indican la existencia de física mas allá
del ME. Para explicar estos resultados se han construido nuevos modelos y teorías que hasta la fecha no
han sido confirmados. Entre las teorías más desarrolladas se encuentran Supersimetría [11], Teoría de
Cuerdas [12], Teorías de Gran Unificación [13,14] y extensiones del ME [15]. Es posible extender el ME
de dos maneras: agregando más campos de Higgs o añadiendo otra simetría. Una extensión compatible
con la invarianza de norma del ME es el Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM); que consiste en
agregar un segundo doblete de Higgs con los mismos números cuánticos que el primero [16]. Entre las
carácteristicas importantes del 2HDM se encuentra que además del bosón de higgs h0 (asociado con el
bosón de Higgs del ME), aparecen tres bosones de Higgs adicionales, dos neutros (H0,A0) y dos cargados
(H±). Dependiendo de la forma de las interacciones en el sector de Yukawa se pueden definir varios
tipos de 2HDM, como son el tipo-I, tipo-II, tipo-III, flipped y lepton specific [17]. En el 2HDM-III se
tienen acoplamientos con cambio de sabor a nivel árbol, lo que implica la aparición de procesos que no
existen en el ME. Se han desarrollado trabajos donde se estudian las propiedades del 2HDM-III [18–20],
respecto a la parte fenomenológica se han realizado trabajos con el fin de confirmar la existencia de los
nuevos bosones de Higgs [21,22] y la detección de procesos con cambio de sabor [23,24].

En este trabajo estudiaremos la producción de bosones de Higgs neutros y cargados en el marco
del 2HDM-III. Después de revisar detalladamente al modelo, este se implementará con el programa
FeynRules [25]. A partir de FeynRules se podrán generar los archivos que utilizan los programas
CalcHEP [26] y MadGraph [27], con estos programas podremos calcular las secciones eficaces para todos los
procesos permitidos dentro del 2HDM-III. Una vez obtenidas las secciones eficaces, se podrán identificar
a los procesos de producción de bosones de Higgs más relevantes. Entre los procesos más relevantes se
mostrará que pp → th0 puede ser detectado el experimento HL-LHC [28], confirmando la validez del
2HDM-III.

xv



xvi Introducción

El trabajo realizado se estructura de la siguiente forma: en el capítulo1 se hará una revisión del ME,
en el capítulo 2 se desarrollará la construcción del 2HDM-III, en el capítulo 3 se estudiarán los procesos
de producción de bosones de Higgs, finalmente en el capítulo 4 se calcularán los procesos de producción
directa más relevantes teniendo en cuenta las cotas experimentales para el LHC, también en el capítulo
4 se calculará el proceso de producción pp → th0, proponiendo una señal para su posible detección en
el experimento HL-LHC.



Capítulo 1

El Modelo Estandar

El Modelo Estándar describe a las interacciones fundamentales como el intercambio de partículas
llamadas bosónes. El fotón γ es el mediador de la interacción electromagnética, el gluón g de la interac-
ción fuerte, los bosónes W± y Z0 de la interacción débil. La teoría electrodébil inició como un modelo
propuesto por Glashow, que combinaba a las interacciones débil y electromagnética en una simetría
SU(2) x U(1) [1]. Steven Weinberg y Abdus Salam implementaron el mecanismo de Higgs para generar
la masa de los bosones y de los fermiones, utilizando una teoría gauge. Finalmente Gerard ’t Hooft
demostró que la teoría electrodébil es renormalizable [29].

La Cromodinámica Cuántica (QCD, por sus siglas en inglés) fue aceptada como teoría cuando
David Gross, David Politzer y Frank Wilckzek lograron explicar el fenómeno conocido como libertad
asintótica [30–32]. El Modelo Estándar es la unión de la teoría electrodébil con la QCD, dos implica-
ciones importantes del Modelo Estándar son:

1. La materia está formada de leptones y quarks.

2. Las interacciones son descritas matemáticamente por teorías gauge.

Figura 1.1: Partículas del Modelo Estándar

1



El Modelo Estandar
1.1 Teorías Gauge

Los fermiones forman la materia conocida, se dividen en leptones y quarks. En la Fig. 1.1 vemos que
los quarks existen en 6 sabores agrupados en tres generaciones y que existen 6 leptones agrupados en
tres generaciones.

1.1. Teorías Gauge
Las Teorías Gauge están basadas en la invariancia de la lagrangiana ante transformaciones locales

de los campos, llamadas "transformaciones gauge". Para que la lagrangiana sea invariante bajo trans-
formaciones gauge es necesario cambiar las derivadas normales por derivadas covariantes.

1.1.1. Invariancia gauge local U(1)

La ecuación de movimiento para una partícula fermiónica de espín 1/2 de masa m tiene la forma [33]:

(iγµ∂µ −m)ψ = 0, (1.1)

la cual puede obtenerse de la lagrangiana [33]:

L = ψ(iγµ∂µ −m)ψ, (1.2)

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

ψ(x) → eiα(x)ψ(x). (1.3)

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

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

y el término ∂µα rompe la invariancia de L. Para que la lagrangiana tenga una invariancia bajo trans-
formaciones locales, se propone una derivada Dµ que se transforme covariantemente, de igual forma que
ψ:

Dµψ(x) → eiα(x)Dµψ(x). (1.5)

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

Dµ = ∂µ − ieAµ, (1.6)

donde Aµ se transforma como

Aµ → Aµ +
∂µα

e
. (1.7)

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

L = iψγµD
µ −mψψ

= ψ(iγµ∂
µ −m)ψ + eψγµψAµ. (1.8)

De ahí que para demandar una invariancia gauge local, se ha introducido un campo vectorial Aµ, llamado
campo gauge, que se acopla a una partícula de Dirac de carga −e, en la misma forma como el campo
de un fotón. Además, el nuevo término de interacción en (1.8) puede ser escrito como −jµAµ, donde
jµ es la densidad de corriente. Puesto que estamos observando a este nuevo campo como el campo
de un fotón físico, entonces debemos agregar a la lagrangiana un término correspondiente a la energía
cinética, análogo a 1

2 (∂µψ)
2 en (1.8). Dado que el término cinético debe ser invariante bajo (1.7), este

puede contener solamente a un tensor de campo invariante gauge:

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ, (1.9)

2



El Modelo Estandar
1.1 Teorías Gauge

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

L = ψ(iγµ∂
µ −m)ψ + eψγµψAµ − FµνF

µν

4
. (1.10)

La inclusión de un término de masa 1
2m

2AµA
µ está prohibido por la invariancia de gauge y por lo tanto

la partícula gauge (el fotón) no tiene masa. De esta manera vemos que el requerimiento de invariancia
gauge local sobre una lagrangiana de fermión libre, sorprendentemente restaurada por el campo del
fotón Aµ ha conducido a la teoría de campo interactuante de QED.

1.1.2. Invariancia gauge local SU(2)

Las transformaciones gauge del grupo SU(2), se definen como [33]:

ψ =

(
ψ

′

1

ψ
′

2

)
= ei⃗ϵ·τ⃗/2

(
ψ1

ψ2

)
, (1.11)

donde τi son las matrices de Pauli y los ϵi se refiere a los términos de rotación. Las transformaciones
cumplen las relaciones de conmutación

[τi, τj ] = 2iϵijkτk, (1.12)

estas transformaciones que no conmutan entre si son llamadas transformaciones no abelianas.
Por analogía al caso de invariancia gauge local U(1), visto en la sección anterior se propone la siguiente
derivada

Dµ = ∂µ − ig2
τ⃗

2
.W⃗µ. (1.13)

Para tener una idea de cómo se transforma el campo W⃗ basta resolver la ecuación de covarianza de la
derivada compuesta

D
′µψ

′
= ei⃗ϵ.τ⃗/2Dµψ. (1.14)

Tomando en cuenta el término de la expansión exponencial a segundo orden ei⃗ϵ.τ⃗/2 ∼ 1 + iϵ τ⃗
2 y W⃗

′µ =

W⃗µ + δW⃗µ, se obtiene

W⃗µ −→ W⃗µ +
∂µϵ⃗

g2
− ϵ⃗× W⃗µ. (1.15)

Agregando el término de energía cinética a la derivada de la Ec. (1.16) obtenemos:

L = ψ(iγµDµ −m)ψ − 1

4
W⃗µν · W⃗µν . (1.16)

En las secciones siguientes estudiaremos las consecuencias de exigir invariancia de una lagrangiana ante
transformaciones gauge del grupo SU(2).

1.1.3. Mecanismo de Higgs

Rompimiento Espontáneo de la simetría
El procedimiento por el cual se genera la masa de las partículas del SM se conoce como el Mecanismo

de Higgs. Este mecanismo da origen a una nueva partícula escalar neutra; el bosón de Higgs. La forma de
generar la masa de una partícula por rompimiento espontáneo de la simetría se puede ver considerando
un modelo simple compuesto únicamente por partículas escalares descritas mediante la lagrangiana

L = T − V =
1

2
(∂µϕ)

2 − (
1

2
µ2ϕ2 +

1

4
λϕ4), (1.17)

3



El Modelo Estandar
1.1 Teorías Gauge

Figura 1.2: El potencial V (ϕ) = 1
2
µ2ϕ2 + 1

4
λϕ4 para a) µ2 > 0 y b) µ2 < 0.

con λ > 0. Imponemos la condición de que L sea invariante bajo la operación de simetría ϕ → −ϕ,
bajo esta condición podemos tener dos potenciales diferentes: las dos posibles formas del potencial se
muestran en la Fig. 1.2. El caso para µ2 > 0 describe un campo escalar con masa µ con un estado base
(vacío) correspondiente a < ϕ >=< 0|ϕ|0 >= 0. Este potencial obedece la simetría de reflexión de la
lagrangiana. Sin embargo el caso donde µ2 < 0, la lagrangiana tiene un término de masa con el signo
incorrecto para el campo ϕ puesto que el signo relativo del término ϕ2 y la energía cinética T es positivo.
A diferencia del primer caso, el potencial tiene dos mínimos. Estos mínimos satisfacen

∂V

∂ϕ

∣∣∣∣
min

= ϕ(µ2 + λϕ2) = 0, (1.18)

y por lo tanto, se encuentran en

ϕ = ±v con v =

√
−µ2

λ
.

El extremo < ϕ >= 0 no corresponde al mínimo de energía, por lo que los cálculos perturbativos
deberían involucrar expansiones alrededor del mínimo clásico < ϕ >= ±v, ver Fig. 1.2. Por lo tanto
escribimos:

ϕ(x) = v + η(x), (1.19)

donde η(x) representa las fluctuaciones cuánticas alrededor de este mínimo. Se ha elegido trasladar el
campo a ϕ −→ ϕ+v, pero esto no implica pérdida de generalidad puesto que ϕ = −v puede ser obtenido
por la simetría de reflexión. Sustituyendo la Ec. (1.19) en la lagrangiana Ec. (1.17) obtenemos:

L
′
=

1

2
(∂µv)

2 − λv2η2 − λvη3 − 1

4
λη4 + cte. (1.20)

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

obtenemos que

m =
√
2λv2 =

√
−2µ2. (1.21)

Los términos de mayor orden en η representan a las autointeracciones del campo η. Las lagrangianas L y
L′

son completamente equivalentes. Utiliozando L descubrimos que la serie de perturbación no converge
debido a que se está tratando de expandir alrededor de un punto inestable ϕ = 0. La manera correcta de
proceder es usar L′

y expandir η alrededor de un vacío estable ϕ = v. En teoría de perturbaciónes L′
da

una imagen correcta de la física mientras que L no. La partícula escalar (descrita por las lagrangianas
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en principio equivalentes) tiene masa, la manera en que esta masa fue generada por el rompimiento
espontáneo de la simetría. En la versión de la lagrangiana L′

de esta teoría, la simetría de reflexión de
la lagrangiana se ha roto aparentemente por la elección del estado base < ϕ >= v alrededor del cual se
efectuaron los cálculos perturbativos.

1.2. Lagrangiana del Modelo Estándar
El grupo SUL(2) × UY (1) define las interacciones electrodébiles. El conjunto de campos gauge del

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

QiL =

(
ui
di

)
L

, LiL =

(
νi
li

)
L

, (1.22)

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

Dµ = ∂µ − ig1
Y

2
Bµ − ig2

τi
2
W i

µ, (1.23)

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

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

µ ,W
2
µ ,W

3
µ , Bµ) definen mediante combinaciones

lineales a los campos de masa (W±
µ , Zµ, Aµ). Es sabido que los bosones gauge de la interacción débil son

masivos, y que no es posible introducir los términos de masa directamente sin romper explícitamente la
invariancia gauge de la teoría. El método utilizado es el rompimiento espontáneo de la simetría.

1.2.1. Sector de Higgs
En este sector es donde se implementa el mecanismo de Higgs que nos permite dar masa a los bosones

gauge débiles W±, Z y también al boson de Higgs. Este sector también determina las interacciones entre
estas partículas. Se introduce una lagrangiana electrodébil invariante gauge bajo SU(2)× U(1), con la
siguiente forma [34]:

LH = (Dµϕ)
†(Dµϕ)− V (ϕ†, ϕ), (1.24)

donde Dµ es la derivada covariante en la representación de dobletes dada en la Ec. (1.23), el cual debe
tener multipletes (las suficientes componentes para tener un corrimiento sobre µ) para conservar la
invariancia. La opción más sencilla es tomar cuatro campos escalares en un doblete de hipercarga Y = 1
(hecha por Weinberg en 1967):

ϕ =

(
ϕ+

ϕ0

)
, (1.25)

donde
ϕ+ =

ϕ1 + iϕ2√
2

y ϕ0 =
ϕ3 + iϕ4√

2
. (1.26)

Para generar la masa de los bosones utilizamos el potencial:

V (ϕ) = µ2ϕ†ϕ+ λ(ϕ†ϕ)2, (1.27)
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con µ2 < 0 y λ > 0. Escogemos el valor esperado del vacío:

ϕ0 =
√

1
2

(
0
v

)
, (1.28)

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

2 , T 3 = − 1
2 y Y = 1, rompe SU(2) y U(1)Y . Debido a que ϕ0 es

neutral, la simetría de U(1)em con generador [35],

Q = T 3 +
Y

2
(1.29)

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

Así que
ϕ0 → ϕ

′

0 = eiα(x)Qϕ0 = ϕ0, (1.31)

para algún valor de α(x). Por lo tanto, el vacío es invariante bajo transformaciones U(1)em y el fotón
permanece sin masa. Se deduce que debido a la conservación de la carga eléctrica solamente se permiten
escalares neutros para adquirir valores de expectación del vacío. Demostraremos que el doblete de Higgs
es esencial para la generación de masa de los fermiones.

La teoría debe ser considerada en el entorno de su mínimo de energía, así que se introduce el
desplazamiento:

ϕ −→ ϕ0 + ϕ =
1√
2

(
0
v

)
+

(
G+

W

(H + iGz)/
√
2

)
, (1.32)

donde G+
W y GZ son los bosones de Goldstone asociados a los bosones gauge débiles W± y Z0, res-

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

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

=
λv4

4
− m2

H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4 − 2λvH(G2

Z + 2G+
WG−

W )

−λ
2
G2

ZH
2 − λ(H2 +G2

Z)G
+
WG−

W − λ

4
G4

Z − λ(G+
WG−

W )2. (1.33)

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

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

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

†(Dµϕ)

+(Dµϕ)
†(Dµϕ0) + (Dµϕ)

†(Dµϕ). (1.34)

El término que da masa a los bosones débiles es:

(Dµϕ0)
†(Dµϕ0) =

1

8

∣∣∣∣( g2W
3
µ + g1Bµ g2(W

1
µ − iW 2

µ)
g2(W

1
µ + iW 2

µ) −g2W 3
µ + g1Bµ

)(
0
v

)∣∣∣∣2
=

1

8
v2g22 [(W

1
µ)

2 + (W 1
µ)

2] +
1

8
v2(g1Bµ − g2W

3
µ)(g1B

µ − g2W
3µ)

= (
1

2
vg2)

2W+
µ W

−v +
1

8
v2(W 3

µ , Bµ)

(
g22 −g2g1

−g2g1 g21

)(
W 3µ

Bµ

)
.

(1.35)
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Aquí se ha tomado W±
µ = 1/

√
2(W 1

µ ∓ iW 2
µ). Además notando que mW = g2v/2 :

M =
1

2
m2

W

(
1 −g1/g2

−g1/g2 g21/g
2
2

)
, (1.36)

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

de eigenvalores y definiendo cW = cos θW = g2/
√
g21 + g22 y sW = senθW = g1/

√
g21 + g22 se encuentra:

S†MS =
m2

W

2

(
1 + g21/g

2
2 0

0 0

)
, (1.37)

donde

S =

(
cW sW
−sW cW

)
, (1.38)

diagonaliza a M con: (
W 3

µ

Bµ

)
= S

(
Zµ

Aµ

)
. (1.39)

Equivalentemente, los campos físicos quedan de la siguiente forma:

Aµ = Bµ cos θW +W 3
µsenθW ,

Zµ = −BµsenθW +W 3
µ cos θW .

(1.40)

Sustituyendo en la Ec. (1.35):

(Dµϕ0)
†(Dµϕ0) = m2

WW−
µ W

+
µ +

m2
Z

2
ZµZ

µ, (1.41)

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

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

2v
√
g22 + g21 . (1.42)

Se observa que
MW

MZ
= cos θw. (1.43)

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

con un doblete nos fija el parámetro ρ:

ρ =
M2

W

M2
Z cos2 θW

= 1, (1.44)

resultado que es corroborado experimentalmente [35].

1.2.2. Sector de Yang-Mills

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

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

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW

i
µ + g2ϵ

ijkW j
µW

k
ν ,

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (1.45)
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Con estos se construye la lagrangiana dada por la siguiente expresión [34]:

LYM = −1

2
Tr[W i

µνW
µν
i ]− 1

4
BµνB

µν . (1.46)

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

LYM = −1

4
W i

µνW
µν
i − 1

4
BµνB

µν . (1.47)

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

Ŵ±
µν = 1√

2
(W 1

µν ∓ iW 2
µν),

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ,
Fµν = ∂µAν − ∂νAµ,

(1.48)

La lagrangiana de Yang-Mills está dada como:

LYM = −1

2
Ŵ−

µνŴ
µν
+ − 1

4
FµνF

µν − 1

4
ZµνZ

µν

−ig2(sWFµν + cWZµν)W
−µW+ν

+g22(W
−
µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν )(W−µW+ν −W+µW−ν). (1.49)

Esta lagrangiana contiene las partes cinéticas de los cuatro bosones gauge, así como sus autointeraccio-
nes.

1.2.3. Sector de Yukawa
Este sector tiene el objetivo de generar las masas de los fermiones vía el rompimiento espontáneo de

la simetría. Como los neutrinos no tienen helicidad derecha, no tienen representación física en el sector.
Se incluye otro objeto que se transforme covariantemente bajo SUL(2), definido como:

ϕC = iτ2ϕ
∗ =

(
ϕ0∗

−ϕ−
)
, (1.50)

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

LY
q = −Y u

ijQ
′

iLϕCu
′

jR − Y d
ijQ

′

iLϕd
′

jR + h.c, (1.51)

donde Y u
ij , Y

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

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

U
′
=

 u
′

c
′

t
′

 D
′
=

 d
′

s
′

b
′

 , (1.52)

y las matrices de masa tienen las expresiones.

Mu
ij =

v√
2
Y u
ij Md

ij =
v√
2
Y d
ij , (1.53)

la lagrangiana de Yukawa para los quarks puede escribirse como:

LY
q = −(1 +

H

ν
)(U

′

LM
uU

′

R +D
′

LM
dD

′

R)
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− i

ν
GZ(U

′

LM
uU

′

R −D
′

LM
dD

′

R)

−
√
2

ν
G−

WD
′

LM
uU

′

R +

√
2

ν
G+

WU
′

LM
dD

′

R + h.c.. (1.54)

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

UL,R = V u
L,RU

′

L,R, DL,R = V d
L,RD

′

L,R, (1.55)

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

L Mu,dV u,d†
R sean reales y

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

LY
q = −(1 +

H

ν
)(U M

u
U +DM

d
D)

+
iγ5

ν
GZ(U M

u
U −DM

d
D)

−
√
2

ν
G−

WD(K†M
u
PR −M

d
K†PL)U

+

√
2

ν
G+

WU(K†M
d
PR −M

u
K†PL)D, (1.56)

donde
K = V u

L V
d†
L , (1.57)

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

M
u
= V u

LM
uV u†

R =

 mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt

 , (1.58)

M
d
= V d

LM
dV d†

R =

 md 0 0
0 ms 0
0 0 mb

 . (1.59)

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

LY
l = −Y l

ijL
′

iLϕl
′

jR + h.c, (1.60)

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

espacio:

E
′
=

 e
′

µ
′

τ
′

 , ν
′
=

 ν
′

e

ν
′

µ

ν
′

τ

 , (1.61)

y de las matrices de masa
M l

ij =
v√
2
Y l
ij . (1.62)

La lagrangiana de Yukawa para los leptones puede escribirse como:

LY
l = −(1 +

H

ν
)(E

′

LM
lE

′

R)−
i

ν
GZ(E

′

LM
lE

′

R)
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−
√
2

ν
G+

W ν
′
M lE

′

R + h.c. (1.63)

Tomando los campos de masa mediante las siguientes transformaciones:

EL,R = V l
L,RE

′

L,R νL = V l
Lν

′

L. (1.64)

Así, en términos de los campos de masa,

LY
l = −(1 +

H

ν
)(EM

l
E)− iγ5

ν
GZ(EM

l
E)

−
√
2

ν
G−

WEM
l
PLν −

√
2

ν
G+

W νM
l
PRE, (1.65)

la matriz de masa está dada como:

M
l
= V l

LM
lV l†

R =

 me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ

 . (1.66)

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

1.2.4. Sector de corrientes
El sector de corrientes nos permite obtener acoplamientos de los fermiones con los campos gauge. A

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

LC
q = iQ

′

iLγ
µDµQ

′

iL + iu
′

iRγ
µDµu

′

iR + id
′

iRγ
µDµd

′

iR, (1.67)

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

LC
q = iUγµ∂µU + iDγµ∂µD +

g2√
2
(W+

µ J
−µ + J+

µ W
−µ) +

g2
2cW

ZµJ
µ
Z + eAµJ

µ
A; (1.68)

donde se han definido las siguientes corrientes:

J−µ = ULγ
µKDL. (1.69)

Jµ
Z = Uγµ(gµV + gµAγ

5)U +Dγµ(gdV + gdAγ
5)D. (1.70)

Jµ
A = UγµU +DγµD. (1.71)

En estas igualdades K es la matriz de mezcla de Kobayashi-Maskawa dada en la Ec. (1.57) mientras
que los gui

V , g
ui

A (ui = u, d) son constantes de acoplamiento que dependen de la carga del quark. En este
caso las corrientes neutras conservan sabor, mientras que las cargadas no. Para los leptones se propone
la siguiente lagrangiana:

LC
l = iL

′

iLγ
µDµL

′

iL + il
′

iRγ
µDµl

′

iR, (1.72)
que expresada en términos de los campos de masa toma la siguiente forma:

LC
q = iEiγ

µ∂µEi + iνLγ
µ∂µνL +

g2√
2
(W+

µ J
−µ + J+

µ W
−µ) +

g2
2cW

ZµJ
µ
Z + eAµJ

µ
A, (1.73)

donde se han definido las siguientes corrientes:

J−µ = νLγ
µEL, (1.74)

Jµ
Z = νγµ(gµV + gµAγ

5)ν + Eγµ(gEV + gEAγ
5)E, (1.75)

Jµ
A = νγµν + EγµE. (1.76)

En este caso las corrientes neutras y cargadas conservan sabor a todo orden de perturbación.
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1.2.5. Sector fuerte
En este sector aparecen los acoplamientos entre quarks y gluones. La interacción fuerte es descrita

por una teoría de Yang-Mills (SUC(3)), llamada cromodinámica-cuántica. La lagrangiana se escribe
como [36]:

LQCD = −1

2
Tr[GµνG

µν ] + q̄i(iγ
µDµ −m)qi. (1.77)

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

Dµ = ∂µ − igSGµ. (1.78)

El tensor Gµν está dado como:

Gµν = ∂µGν − ∂νGµ − igS [Gµ, Gν ], (1.79)

el campo gauge es Gµ = Ga
µλ

a/2, donde λa (a = 1, ...8) son las matrices de Gell-Mann (los generadores
del grupo SUC(3)), las cuales satisfacen la relación de conmutación

[λa, λb] = 2ifabcλc (1.80)

y la condición normalización
Tr[λaλb] = 2δab. (1.81)

Los campos gauge de la interacción fuerte Gµ son llamados gluones y acorde con la simetría gauge
SUC(3) están presentes 8 gluones. Incluso, como se trata de una teoría no abeliana, como en el caso de
la débil, los gluones interactúan entre sí formando vértices trilineares y cuárticos. La lagrangiana total
del SM toma la forma:

LME = LH + LYM + LY + LC + LQCD, (1.82)

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

1.3. Dispersión Inelástica Profunda
El Modelo de Partones tiene su base en la Teoría Cuántica de Campos, este modelo fue concebido

por R. P. Feynman en 1968 [37], como una explicación del escalamiento de Bjorken [38] observado
en los experimentos de dispersión inelástica llevados a cabo en el acelerador SLAC (Stanford Linear
Accelerator Center) de la Universidad de Stanford EUA. Feynman postuló que los hadrones como el
protón están formados por partículas elementales puntuales llamadas partones, que a energías muy altas
se comportan como partículas libres que no interactúan entre sí. Aunque más adelante se demostró que
los protones están formados por quarks y gluones, se siguieron utilizando resultados del Modelo de
Partones para realizar cálculos relacionados con procesos de dispersión. Si un protón tiene un momento
P los partones que lo conforman tendrán momento

xiP,

con 0 ⩽ xi ⩽ 1 y ∑
i

xi = 1.

Basándonos en este marco, la colisiones entre protones a altas energías permite la interacción entre
los partones que los forman, como producto de estas interacciones podemos tener nuevas partículas
en el estado final. Estos procesos de colisiones entre partículas también se conocen como procesos de
dispersión; hay dos tipos de dispersión:
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Dispersión elástica. Las partículas entrantes y las partículas salientes son las mismas (e+ + e− →
e+ + e−).

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

En 1969 Bjorken dedujo de que las secciones eficaces para procesos de dispersión inelástica dependen de
manera importante de la energía y del momento transferido. Los primeros experimentos de dispersión
inelástica profunda se hacían con electrones y nucleones. En los aceleradores de partículas como el LHC
se realizan colisiones entre dos haces de protones a velocidades relativistas, de acuerdo con el Modelo
de Partones, los constituyentes de un protón A pueden interactuar los constituyentes de un protón B,
dando lugar a procesos de dispersión inelástica con nuevas partículas en el estado final. Si nos fijamos
en un proceso en particular podemos predecir el número de estos eventos que se generarán cuando se
realicen las colisiones entre los dos haces de protones. Una colisión se dice que es inelástica profunda
cuando el proyectil lanzado al blanco es lo suficientemente energético para que la longitud de onda del
proyectil sea mucho menor que la del blanco, de esta forma el proyectil entra en el blanco, mientras
más energético sea el proyectil más profundo entrará en el blanco.

1.4. Sección eficaz

Una cantidad relevante en física de partículas es la sección eficaz σ, ya que al multiplicarla por la
luminosidad instantanea Lins se obtiene el número de eventos por segundo Nseg [39]:

Nseg = σLins. (1.83)

La sección eficaz en Teoría Cuántica de Campos está relacionada con la matriz-S, la cual nos describe la
evolución de un sistema de partículas en un estado inicial a su estado final. La sección eficaz se calcula
utilizando las reglas de Feynman de la teoría. Una nueva teoría puede predecir la existencia de nuevas
partículas que pueden ser detectadas en el LHC. Una forma de visualizar procesos con dos protones en
el estado inicial y dos partículas en el estado final es la de la Fig. 1.3.

Figura 1.3: Proceso de Drell-Yan en una colisión de protones.

En esta figura qi, q̄j son los quarks provenientes de los protones A, B respectivamente y l+, l̄ son
dos leptones cargados. Este proceso es conocido como proceso de Drell-Yan [40]. La sección eficaz es la
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integral de la sección eficaz partónica multiplicada por las funciones de distribución partónica (PDFs)
correspondientes:

σ(p+ p→ l+ + l−) =
∑
a,b

∫
dxadxbfa(xa)fb(xb)σ̂(a+ b→ l+ + l−). (1.84)

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

√
ŝ =

√
ŝτ , (1.85)

el momento longitudinal lo definimos

p = x

√
s

2
, (1.86)

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

xa =
1

2
[(x2 + 4τ)

1
2 + x], (1.87)

xb =
1

2
[(x2 + 4τ)

1
2 − x], (1.88)

estas variables satisfacen las igualdades

xaxb = τ, (1.89)

xa − xb = x. (1.90)

La definición de las variables x y τ nos permiten hacer cambios de variables que simplifican las integrales
de varios procesos.

1.4.1. Funciones de Distribución Partónica

Las funciones de distribución partónica nos dan la probabilidad de encontrar un partón de tipo a
proveniente de un hadrón A con un momento xA [41]. En la red existen varios grupos de investigación que
trabajan en la obtención de las funciones de distribución partónica [42–47]. Para obtener estas funciones
se hace un análisis global de datos obtenidos de experimentos de dispersión inelástica. Los resultados
de estos grupos de investigación no difieren significativamente entre ellos. Este tipo de análisis es muy
complicado y las funciones obtenidas dependen de varios parámetros. Por ejemplo el grupo MSTW
2008 utiliza una parametrización con 30 parámetros libres incluyendo a la αs [47]. A continuación en la
Fig. 1.4 se muestran dos gráficas que se obtienen a partir de esta parametrización.
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Figura 1.4: Gráficas de las PDFs de MSTW 2008 con Q2 = 10GeV2 y Q2 = 104 GeV2 [47].

Vemos que al aumentar el valor de la Q2 también aumenta el valor de las PDF del mar de quarks.
El valor de la PDF para gluones domina en ambos casos y se divide entre diez para visualizar a todas
las PDFs.

1.5. Problemas del Modelo Estándar
Aunque el Modelo Estándar ha explicado muchos fenómenos en física de partículas, presenta algunos

problemas [48]:

El problema de jerarquía [49].

La existencia de neutrinos masivos [10].

La asimetría de materia y antimateria en el universo [50].

No explica qué es la materia oscura [9].

Existen varias teorías que tratan de explicar estos fenómenos pero hasta la fecha no se han confirmado.

En este capítulo se estudió al Modelo Estándar de la Física de Partículas. Se ha visto que el modelo
explica adecuadamente la mayoría de los fenómenos relacionados con la Física de Partículas, unificando a
las fuerzas electromagnética, débil y fuerte de manera consistente. Una forma de explicar a los fenómenos
que no están dentro del Modelo Estándar es proponiendo modelos de extensión que contengan al Modelo
Estándar, uno de estos modelos se obtiene agregando un doblete extra en el sector de Higgs conocido
como Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM), en el siguiente capítulo se estudiará de forma detallada
al 2HDM
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Capítulo 2

Modelo de Dos Dobletes de Higgs Tipo
III

A pesar de que el Modelo Estándar ha tenido mucho éxito describiendo la fenomenología de partículas
elementales no hay razón fundamental para asumir que el sector de Higgs debe de ser mínimo teniendo
un solo doblete de Higgs. El Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM) consiste en agregar un segundo
doblete de Higgs, con los mismos números cuánticos que el primero.
Consecuencias derivadas del 2HDM:

Permite inducir violación implícita de conjugación de carga y paridad.

Aparecen nuevas partículas.

Tenemos acoplamientos con violación de sabor a nivel árbol.

2.1. Potencial de Higgs en el 2HDM
Introduciendo un nuevo doblete de Higgs que es la réplica del primero, el sector de Higgs incluye dos

dobletes de Higgs con los mismos números cuánticos,

ϕ1 =

(
ϕ+1
ϕ01

)
, ϕ2 =

(
ϕ+2
ϕ02

)
. (2.1)

Después del rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil, ambos dobletes pueden adquirir un
Valor Esperado en el Vacío (VEV):

⟨ϕ1⟩ =
v1√
2
, ⟨ϕ2⟩ =

v2√
2
eiθ. (2.2)

El potencial de Higgs más general se puede escribir como:

V (ϕ1, ϕ2) = m2
11

(
ϕ†1ϕ1

)
+m2

22

(
ϕ†2ϕ2

)
−
[
m2

12

(
ϕ†1ϕ2

)
+ h.c.

]
(2.3)

+
λ1
2

(
ϕ†1ϕ1

)2
+
λ2
2

(
ϕ†2ϕ2

)2
+ λ3

(
ϕ†1ϕ1

)(
ϕ†2ϕ2

)
+ λ4

(
ϕ†1ϕ2

)(
ϕ†2ϕ1

)
+

{
λ5
2

(
ϕ†1ϕ2

)2
+
[
λ6

(
ϕ†1ϕ1

)
+ λ7

(
ϕ†2ϕ2

)](
ϕ†1ϕ2

)
+ h.c.

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

2
22, λ1, λ2, λ3, λ4 son reales. En

general m2
12, (m

2
12)

∗, λ5, λ6, λ7, son complejos. El potencial de Higgs de la Ec. (2.3) depende de 6
parámetros reales y 4 parámetros complejos, es decir, un total de 14 grados de libertad. Sin embar-
go, la libertad para redefinir la base significa que en realidad sólo once grados de libertad son físicos [16].

Este potencial de Higgs tiene las siguientes propiedades:

1. Es renormalizable.

2. Es hermítico V † = V .

3. Conserva CP explícitamente, cuando m12, λ5, λ6, λ7 son reales.

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

ϕ2 → ϕ2, ϕ1 → −ϕ1, esto es V es simétrico bajo el grupo Z2 [51].

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

V (ϕ1, ϕ2) = m2
11

(
ϕ†1ϕ1

)
+m2

22

(
ϕ†2ϕ2

)
+
λ1
2

(
ϕ†1ϕ1

)2
+
λ2
2

(
ϕ†2ϕ2

)2
+λ3

(
ϕ†1ϕ1

)(
ϕ†2ϕ2

)
+ λ4

(
ϕ†1ϕ2

)(
ϕ†2ϕ1

)
+

[
λ5
2

(
ϕ†1ϕ2

)2
+ h.c.

]
. (2.4)

Para el potencial, las masas y eigenestados de Higgs están definidos en términos de los parámetros
µi y λi,. Como consecuencia de agregar otro doblete de Higgs obtendremos dos escalares de CP-par
(H0, h0), un escalar con CP-impar (A0), dos bosones de Higgs cargados (H+, H− y los bosones de
Goldstone (G+, G−, G0) correspondientes a (W+, W−, Z0), respectivamente; el H+ puede contribuir a
la violación de CP [52]. Los eigenestados de masa h0 y H0 son obtenidos de la siguiente transformacion:(

H0

h0

)
=

(
cosα senα

− senα cosα

)(
Re(ϕ01)
Re(ϕ02)

)
, (2.5)

donde
tan 2α =

2m12

m11 −m22
. (2.6)

Utilizando el ángulo β se rotan los campos Φ±
a a los eigenestados de masa G±

W y H±:(
G±

W

H±

)
=

(
cosβ senβ
− senβ cosβ

)(
ϕ±1
ϕ±2

)
. (2.7)

Para obtener los eigenestados de masa G0
Z y A0 realizamos la siguiente rotación:(

GZ0

A0

)
=

(
cosβ senβ

− senβ cosβ

)(
Im(ϕ01)
Im(ϕ02)

)
. (2.8)

Las masas de los bosones de Higgs están dadas por las siguientes ecuaciones

m2
H0,h0 =

1

2

(
m11 +m22 ±

√
(m11 −m22)2 + 4m2

12

)
, (2.9)

m2
H± =

µ2
12

senβ cosβ
− 1

2
v2
(
λ4 + λ5

)
, (2.10)

m2
A0 = M2

H± +
1

2
v2(λ4 − λ5). (2.11)

16



Modelo de Dos Dobletes de Higgs Tipo III
2.2 Lagrangiana de Yukawa para el 2HDM-III

2.2. Lagrangiana de Yukawa para el 2HDM-III
Se pueden definir varios tipos de 2HDM de acuerdo con los acoplamientos de los dobletes de Higgs

con los fermiones en el sector de Yukawa. En la Tabla 2.1 se encuentran las definiciones de los 2HDM.

Modelo uiR diR liR
Conservación de sabor

I Φ2 Φ2 Φ2

II Φ2 Φ1 Φ1

Lepton-specific Φ2 Φ2 Φ1

Flipped Φ2 Φ1 Φ2

Violación de sabor
III Φ1,Φ2 Φ1,Φ2 Φ1,Φ2

Tabla 2.1: Clasificación de los 2HDM de acuerdo con los acoplamientos de los dobletes de Higgs en el sector de
Yukawa.

Se tienen 4 modelos que conservan sabor, el 2HDM-lepton-specific también es nombrado como
2HDM-X y el 2HDM-flipped como 2HDM-Y. El único modelo que permite interacciones con cam-
bio de sabor a nivel árbol es el 2HDM-III. Experimentalmente los procesos con cambio de sabor están
muy suprimidos pero, en el sector de Yukawa es posible obtener procesos con cambio de sabor compati-
bles con las cotas experimentales obtenidas en los aceleradores de partículas.Siguiendo la definición del

2HDM-III dada en la Tabla 2.1, escribimos la Lagrangiana de Yukawa en la siguiente forma

LY = −
(
Y u
1,2Q̄LΦ̃1,2uR + Y d

1,2Q̄LΦ1,2dR + Y l
1,2L̄LΦ1,2lR

)
, (2.12)

donde Φ1,2 = (ϕ+1,2, ϕ
0
1,2)

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

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

espontáneo de la simetría electrodébil, es posible calcular las matrices de masa dadas por la expresión

Mf =
1√
2
(v1Y

f
1 + v2Y

f
2 ), f = u, d, l. (2.13)

Partiendo de la Ec. (2.13) y considerando que las matrices de Yukawa tienen una estructura de 4-ceros,
escribimos a la matriz de masa con la forma siguiente

Mf =

 0 Df 0
Df Cf Bf

0 Bf Af

 , (2.14)

los elementos de la Ec. (2.14) se relacionan con las masas de los fermiones mfi (i = 1, 2, 3) a traves de
los invariantes principales

Tr (Mf ) = Cf +Af = mf1 +mf2 +mf3 ,
λ (Mf ) = CfAf −D2

f −Bf

= mf1mf2 +mf1mf3 +mf2mf3 ,
det (Mf ) = −D2

fAf = mf1mf2mf3 .

(2.15)

De las relaciones de la Ec. (2.15) encontramos las expresiones para las entradas de la matriz de masa
Ec. (2.14):

Af = mf3 −mf2 ,
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Bf = mf3

√
r2(r2 + r1 − 1)(r2 + r2 − 1)

1− r2
, (2.16)

Cf = mf3(r2 + r1 + r2),

Df =

√
mf1mf2

1− r2
,

donde ri = mfi/mf3 . Para diagonalizar a la matriza de masa Mf de la Ec.2.13, realizamos una trans-
formación bi-unitaria. Si suponemos que Mf es hermitiana, entonces VfL = VfR ≡ Vf . En este caso,
Vf = OfPf , con Pf = diag{eiαf , eiβf , 1}, la expresión para la matriz Of es

Of =



√
mf2mf3(A−mf1)

A(mf2 −mf1)(mf3 −mf1)

√
mf1mf3(mf2 −A)

A(mf2 −mf1)(mf3 −mf2)

√
mf1mf3(A−mf3)

A(mf3 −mf1)(mf3 −mf2)

−

√
mf1(mf1 −A)

(mf2 −mf1)(mf3 −mf1)

√
mf2(A−mf2)

(mf2 −mf1)(mf3 −mf2)

√
mf3(mf2 −A)

(mf2 −mf1)(mf3 −mf2)√
mf1(A−mf2)(A−mf3)

A(mf2 −mf1)(mf3 −mf1)
−

√
mf2(A−mf1)(mf3 −A)

A(mf2 −mf1)(mf3 −mf2)

√
mf3(A−mf1)(A−mf2)

A(mf3 −mf1)(mf3 −mf2)


.

(2.17)
Un hecho importante es que Vu,d deben reproducir a la matriz VCKM, en la forma VCKM = V †

uVd [19].
Al diagonalizar a Mf , reescribimos a la Ec. (2.13) como

M̄f =
1√
2
(v1Ỹ

f
1 + v2Ỹ

f
2 ), (2.18)

donde Ỹ f
i = V †

fLY
f
i VfR y M̄f = V †

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

u = V †
uu

′, d = V †
d d

′, l = V †
l l

′. (2.19)

Siguiendo el análisis hecho en [53] podemos dar una aproximación para el producto VqY q
nV

†
q , expresando

a la matriz Ỹ q
n , en la forma [

Ỹ q
n

]
ij
=

√
mqimqj

v
[χ̃q

n]ij , (2.20)

donde las χ’s son parámetros adimensionales del modelo que provienen de la elección de una textura
específica. Con esta parametrización [54] obtenemos una la lagrangiana de Yukawa para bosones de
Higgs cargados Ec. 2.21 y otra para bosones de Higgs neutros Ec. 2.22:

LqiqjH
+

= − g

2
√
2mW

3∑
l=1

ūi

[
Vil

(
Xmdl

δlj −
f(X)χ̃d

lj
√
mdl

mdj√
2

)
(1 + γ5)

+

(
Y mui

δil −
f(Y )χ̃u

il

√
muimul√
2

)
Vlj(1− γ5)

]
djH

+, (2.21)

Lqiqjϕ
0

= − g

2mW

[
di

([
mdiξ

d
Hδij −

(
ξdh +XξdH

)
f(X)

√
mdi

mdj√
2

χ̃d
ij

]
H0

+

[
mdi

ξdhδij +

(
ξdH −Xξdh

)
f(X)

√
mdimdj√

2
χ̃ij

]
h0
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+i

[
−mdi

Xδij + f(X)

√
mdimdj√

2
χ̃d
ij

]
γ5A0

)
dj

+ui

([
mui

ξuHδij +
(ξuh − Y ξuH)

f(Y )

√
mui

muj√
2

χ̃u
ij

]
H0

+

[
muiξ

u
hδij −

(ξuH + Y ξuh)

f(Y )

(√
mui

muj√
2

)
χ̃u
ij

]
h0

+i

[
−mui

Y δij + f(Y )

√
muimuj√

2
χ̃u
ij

]
γ5A0

)
uj

]
, (2.22)

donde Vij son las entradas de la matriz VCKM y χ̃u,d son las matrices 3× 3 relacionadas con el cambio
de sabor. La función f(x) se define como

f(x) =
√
1 + x2, x = X,Y, Z, (2.23)

los valores de X e Y están dados en la Tabla siguiente [54].

2HDM-III X Y Z ξuh ξdh ξdl ξuH ξdH ξlH
2HDM-I-like − cotβ cotβ − cotβ cα/sβ cα/sβ cα/sβ sα/sβ sα/sβ sα/sβ
2HDM-II-like tanβ cotβ tanβ cα/sβ −sα/cβ −sα/cβ sα/sβ cα/cβ cα/cβ
2HDM-X-like − cotβ cotβ tanβ cα/sβ cα/sβ −sα/cβ sα/sβ sα/sβ cα/cβ
2HDM-Y-like tanβ cotβ − cotβ cα/sβ −sα/cβ cα/sβ sα/sβ cα/cβ sα/sβ

Tabla 2.2: Valores de X e Y para el 2HDM-III. Donde sα = senα, cα = cosα, sβ = senβ y cβ = cosβ.

En la Tabla 2.2 vemos que las variables X e Y son las mismas para los modelos 2HDM-I-like y
2HDM-X-like, de forma silmilar X e Y son iguales para los modelos 2HDM-II-like y 2HDM-Y-like.

2.3. Acoplamientos

En la sección anterior se obtuvo la Lagrangiana que contiene los acoplamientos entre los quarks y el
bosón de Higgs cargado:

LqiqjH
+

= − g

2
√
2mW

3∑
l=1

ūi

[
Vil

(
Xmdl

δlj −
f(X)χ̃d

lj
√
mdl

mdj√
2

)
(1 + γ5)

+

(
Y muiδil −

f(Y )χ̃u
il

√
mui

mul√
2

)
Vlj(1− γ5)

]
djH

+. (2.24)

De esta lagrangiana podemos obtener de manera explícita la forma de los acoplamientos entre el bosón
de Higgs y los quarks. Expresaremos a los acoplamientos de manera compacta, para eso definiremos
a los escalares aij y bij , donde la i etiqueta a quarks tipo-up y la j etiqueta a quarks tipo- down. A
continuación mostraremos la expresión de los escalares a23 y b23 para el acoplamiento gcbH+ del bosón
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de Higgs cargado con los quarks charm y bottom:

gcbH+ = − ge
2
√
2mw

[
V21

(
f(X)χ̃d

13
√
md1

md3√
2

)
(1 + γ5)

−V22

(
f(X)χ̃d

23
√
md2

md3√
2

)
(1 + γ5) + V23

Xmd3
−
f(X)χ̃d

33

√
m2

d3√
2

 (1 + γ5)

+V13

(
f(Y )χ̃u

21
√
mu1

mu2√
2

)
(1− γ5) + V23

(
Y mu2

−
f(Y )χ̃u22

√
m2

u2√
2

)
(1− γ5)

−V33
(
f(Y )χ̃u

23
√
mu2mu3√
2

)
(1− γ5)

]
.

Factorizamos 1 + γ5 en los primeros tres términos y 1 − γ5 en los tres restantes, también sustituimos
las masas de los quarks:

gcbH+ = − ge

2
√
2mw

[[
V21

(
f(X)χ̃d

13

√
mdmc√

2

)

−V22
(
f(X)χ̃d

23

√
msmb√

2

)
+ V23

(
Xmb −

f(X)χ̃d
33mb√
2

)]
(1 + γ5)

+

[
V13

(
f(Y )χ̃u

21

√
mumc√

2

)
+ V23

(
Y mc −

f(Y )χ̃u
22mc√
2

)

−V33
(
f(Y )χ̃u

23

√
mcmt√

2

)]
(1− γ5)

]
. (2.25)

De la expresión anterior identificamos a los escalares a23 y b23:

a23 = V21

(
f(X)χ̃d

13

√
mdmb√

2

)
− V22

(
f(X)χ̃d

23

√
msmb√

2

)
+ V23

(
Xmb −

f(X)χ̃d
33mb√
2

)
,

b23 = V13

(
f(Y )χ̃u

21

√
mumc√

2

)
+ V23

(
Y mc −

f(Y )χ̃u
22mc√
2

)
− V33

(
f(Y )χ̃u

23

√
mcmt√

2

)
, (2.26)

entonces
gucH+ =

ig

2
√
2mW

[a23(1 + γ5) + b23(1− γ5)], (2.27)

por lo tanto los acoplamientos entre quarks y el bosón de Higgs cargado se pueden escribir como

guidjH+ =
ig

2
√
2mW

[aij(1 + γ5) + bij(1− γ5)], i, j = 1, 2, 3 (2.28)

También podemos escribir los acoplamientos de los quarks con los bosones de Higgs neutros de
manera compacta, definiendo a los escalares Uϕ0

ij y Dϕ
ij , relacionados con quarks tipo-up y tipo-down

respectivamente. A partir de la Lagrangiana Ec. (2.22) los acoplamientos entre el bosón H0 y quarks
tipo-up pueden escribirse en la forma

guiujH0 = − g

2mW
[UH

ij ], (2.29)

donde
UH
ij = muiξ

u
Hδij +

(ξuh − Y ξuH)

f(Y )

√
mui

muj√
2

χ̃u
ij , (2.30)
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de forma similar los acoplamientos entre el bosón H0 y quarks tipo-down se escriben

gdidjH0 = − g

2mW
[DH

ij ], (2.31)

con
DH

ij = mdi
ξdHδij −

(ξuh +XξuH)

f(X)

√
muimuj√

2
χ̃u
ij , (2.32)

se pueden incluir ambos acoplamientos en una sola expresión:

gqiqjH0 = − g

2mW
[QH

ij ], (2.33)

donde QH = UH , DH dependiendo de los quarks qi, qj que aparezcan en el estado inicial. Siguiendo este
mismo procedimiento se obtienen las formas compactas para los acoplamientos de los otros dos bosones
de Higgs neutros:

gqiqjh0 = − g

2mW
[Qh

ij ], (2.34)

gqiqjA0 = − g

2mW
[QA

ij ]. (2.35)

Es importante conocer las expresiones de los acoplamientos entre bosones de Higgs y quarks, porque
serán utilizadas para calcular secciones eficaces en los siguientes capítulos.

En este capítulo hemos estudiado al 2HDM-III y sus características, vimos que como consecuencia
de agregar otro doblete de Higgs aparecen cuatro nuevas partículas; dos bosones de Higgs cargados H±,
un bosón de Higgs neutro H0 escalar y un bosón de Higgs neutro pseudoescalar A0. Se obtuvieron las
expresiones analiticas para las masas de los bosones de Higgs y también se obtuvieron los acoplamientos
de los bosones de Higgs con los quarks. Se observa que en este modelo los bosones de Higgs pueden
acoplarse a nivel arbol con quarks que no son de la misma familia dando lugar a procesos con cambio
de sabor. En las siguientes secciones estudiaremos los procesos de producción de bosones de Higgs mas
relevantes.
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Capítulo 3

Producción de bosones de Higgs
neutros y cargados

El Modelo de Estándar establece que el protón está formado por quarks y gluones, que a energías
muy altas se comportan como partículas libres. En el LHC (Large Hadron Collider) las colisiones protón-
protón (pp) se dan a energías muy altas, siendo posible la interacción entre los constituyentes de los
protones. También es posible generar colisiones electrón-protón (ep) y electrón-positrón (ee) a energías
muy altas. En las primeras secciones de este este capítulo estudiaremos la producción de bosones de
Higgs en los tres tipos de colisiones, en las ultimas secciones estudiaremos de forma más detallada la
producción de bosones de Higgs en colisiones pp.

3.1. Procesos con bosones de Higgs cargados y neutros en coli-
siones ep

En colisiones ep no hay procesos de producción directa de bosones de Higgs, ya que estos procesos
violan la conservación de número leptónico. La producción asociada de un bosón de Higgs con una sola
partícula tampoco es posible. Los procesos donde es posible tener bosones de Higgs en el estado final
son procesos radiativos y de fusión vectorial:

ep→ l−ϕ0q,

ep→ ν−l ϕ
0q,

ep→ l−ϕq,

donde ϕ = h0, H0, A0, H+, ϕ0 = h0, H0, A0 y X es cualquier partícula del SM compatible con el proceso.
Para producir bosones de Higgs de forma rediativa se debe cumplir que la suma de la masa del bosón de
Higgs más la masa del quark en el estado final sea menor a la masa del quark que decae. En la Fig 3.1
mostramos los diagramas de Feynman para este tipo de procesos.
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Figura 3.1: Diagrama de Feynman para un Higgs radiado por un quark en el subproceso eq → l−ϕ0q.

Los diagramas de Feynman para la fusión vectorial se muestran en Fig 3.2

Figura 3.2: Diagrama de Feynman para la fusión vectorial en el subproceso eq → l−ϕ0q.

Es importante estudiar este tipo de procesos ya que es probable que pueden detectarse en futuros
experimentos como el LHeC (Large Hadron Electron Collider) [55]. El LHeC es una mejora del experi-
mento LHC, con una fecha de construcción estipulada para el año 2028. La energía del centro de masa
proyectada para este experimento es de 1.3 TeV.

3.2. Producción de bosones de Higgs cargados y neutros en co-
lisiones ee

Las colisiones ee son menos energéticas, pero el número de procesos de background se reduce signi-
ficativamente respecto a colisiones ep y pp. Los procesos de producción de bosones de Higgs son

ee→ ϕ0,

ee→ ϕx,

ee→ l−ϕ0q,

ee→ ν−l ϕ
0q,

ee→ l−ϕq,

donde ϕ = h0, H0, A0, H+, ϕ0 = h0, H0, A0 y x es cualquier partícula compatible con el proceso.
Observamos que hay una mayor cantidad de procesos que en las colisiones ep. Teóricamente es posible
producir bosones de Higgs neutros por medio de la producción directa, pero experimentalmente es
difícil alcanzar la energía suficiente para producirlos. Este tipo de procesos podrán generarse en futuros
colisionadores como el FCC (Future Circular Collider) [55], el ILC (Internacional Linear Collider) [56] o el
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CEPC (Circular Electron Positron Collider) [57]. En los tres aceleradores se planea alcanzar una energía
de 240 GeV en el centro de masa, energía necesaria para la producción asociada ee → Zh0. Podemos
ver que estos experimentos producirán una gran cantidad de bosones de Higgs, lo que permitirá mejorar
los valores de parámetros relacionados con esta partícula.

3.3. Producción de bosones de Higgs cargados y neutros en co-
lisiones pp

Este tipo de colisiones se generan en el experimento LHC , los subprocesos de producción directa de
bosones de Higgs son

q + q → ϕ,

g + g → ϕ0.

La producción asociada de un bosón Higgs con una partícula está dada por los siguientes procesos

pp→ ϕϕ+X,

pp→ ϕW− +X,

pp→ ϕZ0 +X,

pp→ ϕγ +X,

pp→ ϕg +X,

pp→ ϕq +X,

donde ϕ = h0, H0, A0, H+ y ϕ0 = h0, H0, A0.

Este tipo de colisiones genera una mayor cantidad de procesos respecto en comparación con ep y
ee, pero también genera una mayor cantidad de procesos de background. Las futuras mejoras del LHC
son: (a) el HL-LHC, donde se espera alcanzar una luminosidad de L = 3000 fb−1 y (b) el FCC, donde
se espera alcanzar una energía del centro de masa de 100 TeV. A continuación estudiaremos de forma
más detallada los procesos de producción directa.

3.3.1. Producción directa
Uno de los subprocesos para producción directa de higgs, es cuando dos quarks se fusionan para

producir a un bosón de Higgs en el estado final. Primero calcularemos la amplitud para la producción
directa del bosón de Higgs cargado, en la Fig. 4.1 se muestra el diagrama de Feynman correspondiente.

Figura 3.3: Diagrama de Feynman para el subproceso q + q → H+.
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La producción directa del Higgs cargado solo puede darse mediante la fusión de quarks el acopla-
miento de los quarks con el bosón H+ lo obtenemos de la Ec. (2.24):

guidjH+ =
ig

2
√
2mW

[aij(1 + γ5) + bij(1− γ5)], i, j = 1, 2, 3 (3.1)

donde aij , bij , dependen de las masas de los quarks y de los parámetros del modelo. La expresión para
la amplitud es

−iM = v̄j(p2)

[
ig

2
√
2mW

[aij(1 + γ5) + bij(1− γ5)]

]
ui(p1). (3.2)

Con esta amplitud podemos calcular |M|2, la amplitud cuadrada promedio, en este caso promediamos
sobre el espín y sobre el número de color:

|M|2 =

(
g

2
√
6mW

)2

2[(a2ij + b2ij)(p1 · p2)− 2aijbijmui
mdj

]. (3.3)

Debido a que el momento se conserva, se cumple la relación (p1+p2)
2 = p23 = m2

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

p1 · p2 =
m2

H+ − (m2
ui

+m2
dj
)

2
.

Sustituimos este resultado en la Ec. (3.3) y obtenemos

|M|2 =

(
g

2
√
6mW

)2

m2
H+(a2ij + b2ij)

[
1−

(a2ij + b2ij)(m
2
ui

+m2
dj
) + 4aijbijmui

mdj

(a2ij + b2ij)m
2
H+

]
. (3.4)

La ecuación de la sección eficaz para el subproceso que estamos estudiando es [39]

σ̂(qq → H+) =
π

ŝ
|M|2δ(ŝ−m2

H+), (3.5)

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

σ̂(qi + qj → H+) =

(
g

2
√
6mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2ij + b2ij) (3.6)

×

[
1−

(a2ij + b2ij)(m
2
ui

+m2
dj
) + 4aijbijmui

mdj

(a2ij + b2ij)m
2
H+

]
δ(ŝ−m2

H+).

De igual forma calculamos la sección eficaz partónica para la producción de bosones de Higgs neutros,
en la Fig. 3.4 se muestra el diagrama de Feynman correspondiente

Figura 3.4: Diagrama de Feynman para el subproceso q + q → ϕ0.
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Al realizar los cálculos correspondientes obtenemos:

σ̂(qi + qj → H0) =
g2

8m2
W

π

ŝ
[QH

ij ]
2(m2

H0 − (mi +mj)
2), (3.7)

σ̂(qi + qj → h0) =
g2

8m2
W

π

ŝ
[Qh

ij ]
2(m2

h0 − (mi +mj)
2), (3.8)

σ̂(qi + qj → A0) =
g2

8m2
W

π

ŝ
[QA

ij ]
2(m2

A0 − (mi +mj)
2), (3.9)

donde Qϕ
ij = Uϕ

ij o Qϕ
ij = Dϕ

ij , dependiendo del tipo de quarks en el estado inicial.

3.3.2. Sección eficaz hadrónica para la producción directa
La expresión para la sección eficaz hadrónica total para el proceso pp→ H+ +X es

σ(pp→ H+ +X) =
∑
qi,qj

∫
dxadxb

(
Fqi(xa)Fqj (xb) + Fqi(xb)Fqj (xa)

)
σ̂(qi + qj → H+) (3.10)

donde σ̂ es la sección eficaz partónica y Fq(x) son las funciones de estructura de los partones que
interactuan. En la sección anterior calculamos la sección eficaz para la producción directa:

σ̂(qi + qj → H+) =

(
g

2
√
6mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2ij + b2ij) (3.11)

×

[
1−

(a2ij + b2ij)(m
2
ui

+m2
dj
) + 4aijbijmui

mdj

(a2ij + b2ij)m
2
H+

]
δ(ŝ−m2

H+).

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

σ̂(q + q → H+) =

(
g

2
√
2mW

)2 m2
H+π

ŝ
(a2ij + b2ij)δ(ŝ−m2

H+). (3.12)

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

σH+ =
∑
qi,qj

π

12s

(
g

2
√
2mW

)2

(a2ij + b2ij)

1∫
τ

dx

x
[faqi(x,Q

2)f bq̄j (x,Q
2) + faq̄i(x,Q

2)f bqj (x,Q
2)]. (3.13)

Las secciones eficaces hadrónicas correspondientes a los bosones de Higgs neutros se calculan siguiendo
el mismo procedimiento. La sección eficaz obtenida para el bosón de Higgs H0 es

σH =
∑
qi,qj

π

12s

g2

8m2
W

[QH
ij ]

2

1∫
τ

dx

x
[faqi(x,Q

2)f bq̄j (x,Q
2) + faq̄i(x,Q

2)f bqj (x,Q
2)]. (3.14)

La sección eficaz para el bosón de higgs h0 es

σh =
∑
qi,qj

π

12s

g2

8m2
W

[Qh
ij ]

2

1∫
τ

dx

x
[faqi(x,Q

2)f bq̄j (x,Q
2) + faq̄i(x,Q

2)f bqj (x,Q
2)], (3.15)
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esta sección eficaz difiere de la que se obtiene para el Modelo Estándar debido a que tenemos acopla-
mientos con cambio de sabor, cuando realicemos el cálculo numérico podremos saber que tan diferentes
son. Por ultimo escribimos la sección eficaz obtenida para el bosón de Higgs pseudoescalar A0.

σA =
∑
qi,qj

π

12s

g2

8m2
W

[QA
ij ]

2

1∫
τ

dx

x
[faqi(x,Q

2)f bq̄j (x,Q
2) + faq̄i(x,Q

2)f bqj (x,Q
2)]. (3.16)

3.3.3. Fusión de gluones en la producción de bosones de Higgs
Los procesos a un loop con gluones involucrados en la producción directa de bosones de Higgs, son

los que tienen un loop triangular en su representación diagramática. Este proceso es el mas importante
para la producción del bosón de Higgs del Modelo Estándar y es un modo de producción importante
para la producción de los bosones de Higgs neutros del 2HDM-III. El diagrama para este proceso se
muestra en la Fig 3.5 (los diagramas de este trabajo se hicieron con el programa FeynGame [58]).

Figura 3.5: Diagrama de Feynman para la fusión de gluones.

El loop triangular también puede formarse con los quarks restantes pero sus secciones eficaces son
muy pequeñas comparadas con la del loop del quark top, esto debido a que los acoplamientos de Yukawa
dependen directamente de la masa de los fermiones involucrados. Simplificamos el resultado obtenido
con el programa de Mathematica Package-X [59]:

|M|2 =

(
gsg

2mW

)2
1

(4π)2

[
(4m2

q −m2
h) log

2
(√

m4
h − 4m2

qm
2
h + 2m2

q −m2
h

)
+ 4m2

h

]2
, (3.17)

podemos hacer un cambio de variable en la Ec. (3.17)

|M|2 =

(
gsg

2mW

)2
m4

h

(4π)2

[
2τ [1 + (1− τ)f(τ)]

]2
, (3.18)

donde

τ =
4m2

f

m2
h

(3.19)

y

f(τ) =


arcsin2

1√
τ

τ ≥ 1

1

4

[
log

1 +
√
1− τ

1 +
√
1− τ

]
τ < 1.

(3.20)

La sección eficaz partónica tiene la siguiente expresión

σ̂
(
gg → h0

)
=
π

ŝ
|M|2δ

(
ŝ−m2

h0

)
(3.21)
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Sustituimos la amplitud cuadrada de la Ec. (3.18) en la Ec (3.21). Finalmente sustituimos la sección
eficaz partónica en la Ec. (3.15), el resultados es

σh0 =
1

12π

(
gsg

2mW

)2

[Ff ]
2[Qh

ii]
2

1∫
τ

dx

x
dxadxb (Fga(xa)Fgb(xb) + Fgb(xb)Fga(xa)) , (3.22)

donde Ff = 2τ [1 + (1− τ)f(τ). Hemos ilustrado la forma de calcular la sección eficaz para el bosón de
Higgs del Modelo Estándar, siguiendo un proceso similar calculamos la sección eficaz para los bosones
de Higgs neutros restantes, obtenemos para H0

σH0 =
1

12π

(
gsg

2mW

)2

[Ff ]
2[QH

ii ]
2

1∫
τ

dx

x
dxadxb (Fga(xa)Fgb(xb) + Fgb(xb)Fga(xa)) , (3.23)

para el bosón de Higgs pseudo-scalar obtenemos

σA0 =
1

12π

(
gsg

2mW

)2

[Ff ]
2[QA

ii ]
2

1∫
τ

dx

x
dxadxb (Fga(xa)Fgb(xb) + Fgb(xb)Fga(xa)) . (3.24)

En este capítulo se calcularon las secciones eficaces para la producción directa de bosones de Higgs
cargados y neutros en el marco del 2HDM-III. En el siguiente capítulo realizaremos el análisis numérico
de la producción directa de los bosón de Higgs utilizando un rango de parámetros permitido por la
teoría y respetando las cotas experimentales que se han establecido.
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Capítulo 4

Resultados

En este capítulo se estudiaran procesos de producción de bosones de Higgs encontrados en el capítulo
anterior, tomando en cuenta las restricciones obtenidas en experimentos de física de partículas. Los
cálculos de este capítulo se enfocan en el experimento LHC y futuros desarrollos de este experimento.
Primero se calculará la producción directa del bosón h0, para ver si los resultados del 2HDM-III son
consistentes con los resultados experimentales. Después haremos un estudio del espacio de parámetros
para poder seleccionar valores adecuados y así poder calcular los procesos de producción directa de los
bosones de Higgs restantes. Por último analizaremos el proceso pp → th0 + X, este proceso es muy
importante porque puede ser detectado en futuros experimentos de física de partículas.

4.1. Producción directa de bosones de Higgs

Para la producción directa de bosones de Higgs neutros el proceso dominante es la fusión de gluones,
ya que las PDF de los gluones son un orden de magnitud más grandes que las de los quarks. El 2HDM
se implementó con el programa FeynRules, los acoplamientos entre dos gluones y un bosón de Higgs
se derivaron a partir de una Lagrangiana Efectiva [60]. Para calcular las secciones eficaces se utilizó el
programa CalcHep. Los resultados obtenidos se graficaron con el programa Mathplotlib [61].

4.1.1. Sección eficaz para la producción directa del bosón h0

Asociamos al bosón h0 con el bosón de Higgs del Modelo Estándar. Para calcular la sección eficaz
tomamos valores fijos de cos(α − β) y de tanβ, dejando libre al parámetro χtt, con χtt = χ̃23 . Los
cálculos se realizaron con el programa CalcHEP, se consideró una energía de 14 TeV en el centro de masa
y las PDF utilizadas fueron las CTQ10. En la Fig. 4.1 mostramos los resultados obtenidos.
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4.2 Espacio de parámetros

Figura 4.1: Resultados de la sección eficaz total σ(pp → h0 +X) con
√
s = 14 TeV.

Podemos ver que la sección eficaz es muy sensible a valores grandes del parámetro χtt y que los
valores mas altos de la sección eficaz se obtienen para tanβ = 1. Estos resultados serán tomados en
cuenta al realizar cálculos posteriores para asegurar la consistencia del 2HDM-III con el ME.

4.2. Espacio de parámetros

Los parámetros del 2HDM-III deben respetar las cotas obtenidas en los experimentos de física de
partículas. Los parámetros del modelo se acotan considerando las siguientes observables

Datos de LHC sobre Física del bosón de Higgs.

Resultados sobre Física de mesones neutros: B0
s → µ+µ− y B0

d → µ+µ−.

Estudios de violación de sabor leptónico.

Datos de LHC sobre decaimientos con violación de sabor

Para tomar en cuenta estas mediciones experimentales utilizamos el programa SpaceMath [62]. En la
Fig 4.13 mostramos las restricciones obtenidas sobre los parámetros cos(α− β) y tanβ.
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Figura 4.2: Valores permitidos para los parámetros cos(α− β) y tanβ.

Los puntos azules son valores permitidos por los modificadores de la intensidad de señal RX y los
puntos verdes son valore permitidos por mediciones sobre procesos con violación de sabor leptónico
(LFV, por sus siglas en ingles). Los modificadores RX se definen como

RX =
σ(pp→ h) · BR(h→ X)

σ(pp→ hSM ) · BR(hSM → X)
, (4.1)

donde σ(pp → h) es la sección eficaz para la producción de un bosón de Higgs proveniente del modelo
de extensión, hSM es el bosón de Higgs del Modelo Estándar y X = bb̄, τ−τ+, µ−µ+, WW ∗, ZZ∗, γγ.
Podemos ver que los valores permitidos para cos(α−β) están en el intervalo [−0.1, 0.1] y que el valor de
tanβ no está restringido para valores pequeños de cos(α−β). Después de ver los valores permitidos para
cos(α− β) y tanβ se acotará el parámetro χtt. En la Fig. 4.3 se muestran los valores de los parámetros
χtt y cos(α− β) permitidos por los modificadores RX .

Figura 4.3: Valores permitidos para los parámetros χtt y cos(α− β).

En la Fig. 4.4 se muestran los valores de los parámetros χtt y tanβ permitidos por los modificadores
RX .
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(a)

(b)

Figura 4.4: Puntos permitidos en el plano χtt − tanβ (a) Valores Rb,γ,τ y (b)Valores RW,Z .

Se observa en las gráficas anteriores que los valores de χtt alrededor de χtt = 1 están permitidos
por las cotas experimentales, este resultado será utilizado para los cálculos a realizar en las siguientes
secciones.

4.2.1. Sección eficaz para la producción directa del bosón H+

Por medio de la fusión de quarks es posible producir bosones de Higgs cargados, de acuerdo con los
acoplamientos las secciones eficaces más altas se obtienen para quarks pesados en el estado inicial. En
este caso tenemos seis combinaciones de quarks que producen a un bosón de Higgs cargado debido a
los acoplamientos con cambio de sabor; en nuestro modelo los quarks up y charm se acoplan con los
tres quarks del tipo-down. Después de implementar el modelo con FeynRules se generan los archivos
para CalcHEP, los valores de la sección eficaz se grafican utilizando el programa Matplotlib [61]. Se fijó
el valor cos(α − β) = 0.10 para valores de tanβ = 1, 2, 5, 10, los parámetros restantes se tomaron igual
que en el caso de bosón h0, los resultados obtenidos se muestran en la Fig. 4.5.
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Figura 4.5: Gráfica de σ(p+ p → H+ +X), con
√
s = 14 TeV.

La sección eficaz más alta se obtiene para tanβ = 1. De acuerdo con los resultados obtenidos es
difícil detectar bosones de Higgs cargados, ya que la producción directa de bosones W es dominante.

4.3. Sección eficaz para la producción directa del bosón H0

En este caso se fijó el valor cos(α−β) = 0.10 para valores de tanβ = 1, 2, 5. Mostramos en la Fig. 4.6
las secciones eficaces en función de la masa mH0 .

Figura 4.6: Resultados de la sección eficaz total σ(p+ p → H0 +X) con
√
s = 14 TeV.

Los valores más altos de la sección eficaz se obtienen para tanβ = 1. Con esta selección de parámetros
no es posible detectar al bosón H0, debido a que la producción del bosón h0 es tres ordenes de magnitud
mayor.
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4.4. Sección eficaz para la producción directa del bosón A0

Se fijó el valor cos(α − β) = 0.10 para valores de tanβ = 1, 2, 5. Para calcular la sección eficaz de
la producción directa del bosón A0 consideramos mA0 en el intervalo [50, 200] GeV. Los resultados se
muestran en la Fig. 4.6.

Figura 4.7: Resultados de la sección eficaz total σ(p+ p → A0 +X) con
√
s = 14 TeV.

A diferencia de los casos anteriores observamos en la Fig 4.7 que las secciones eficaces más altas se
obtienen para tanβ = 5. Además, observamos que se obtienen secciones eficaces altas considerando al
bosón A0 como una partícula ligera.

Después de calcular las secciones eficaces para la producción directa de los cuatro bosones de Higgs
concluimos que las secciones eficaces más altas se obtienen para el bosón h0, seguidas de las del bosón
A0 y las más bajas son las del bosón H0, lo cuál dificulta la detección de los nuevos bosones de Higgs
en procesos de producción directa.

4.5. Producción asociada del bosón de Higgs con un quark top
En esta sección estudiamos la producción de un bosón de Higgs asociado con un quark top en

colisiones pp. Este proceso no aparece en el SM, por lo que su detección confirmaría la existencia de
procesos con cambio de sabor fuera del ME, se propone la detección de este proceso en el experimento
HL-LHC. Los diagramas de Feynman para este proceso se muestran en la Fig. 4.8. Para calcular la
sección eficaz utilizamos el acoplamiento ghtc

gcth =
g

2mW

[(
ξuH0 + Y ξuh0

)
f(Y )

√
mu2mu3√

2
χ̃u
23

]
, (4.2)

de acuerdo con la expresión del acoplamiento la sección eficaz dependerá de 3 parámetros libres:

El coseno de la diferencia de los ángulos de mezcla: cos(α− β).

La razón entre los valores de expectación: tanβ.

El valor de la matriz de cambio de sabor correspondiente al acoplamiento h0tc: χtc con χtc = χ̃23.
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(a) (b)

Figura 4.8: Diagramas de Feynman para el proceso gc → th0, (a) canal-s y (b) canal-t.

Para elegir el espacio de parámetros primero calculamos la sección eficaz pp→ th0 +X con los valores
cos(β − α) = 0.05, 0.10, los resultados se muestran en Fig. 4.9 y Fig. 4.10 respectivamente.

Figura 4.9: Gráficas de la sección eficaz como función de χtc con cos(β − α) = 0.05 y
√
s = 14TeV.

Figura 4.10: Gráficas de la sección eficaz como función de χtc con cos(β − α) = 0.10 y
√
s = 14TeV.
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Observamos en las figuras anteriore que la sección eficaz es mayor cuando se incrementan los valores
de cos(β−α) y χtc. Tambien podemos ver que se obtienen valores grandes para tanβ = 1. En la sección
anterior vimos que para cos(β − α) = 0.10, tanβ puede tomar todos los valores del intervalo [1.0, 50].

Para acotar el parámetro χtc utilizaremos el límite superior de BR(t→ ch0), primero calculamos el
decaimiento parcial t→ ch0, obtenemos

Γ(t→ ch0) =

[
cos(α− β)√

2 senβ

(√
mcmt

v

)
χ̃23

]2
mt

16π
((xc + 1)2 − x2h)

√
(1− (xh − xc)2)(1− (xh + xc)2),

(4.3)
donde xc = mc/mt y xh = mh0/mt. Después de calcular el decaimiento parcial Γ(t → ch), calculamos
BR(t→ ch0), este debe cumplir

BR(t→ ch0) =
Γ(t→ ch0)

Γtotal + Γ(t→ ch0)
< 0.00046. (4.4)

donde 0.00046 es el valor de la cota superior para BR(t → ch0) obtenido por CMS [63]. Los valores de
los parámetros χtc, tanβ y cos(α− β) que cumplen la desigualdad Ec. (4.4) se muestran en la Fig. 4.11
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Figura 4.11: Valores permitidos por el límite superior de BR(t → ch0) en el plano χtc-tanβ.
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Figura 4.12: Valores permitidos por el límite superior de BR(t → ch0) en el plano χtc-cos(α− β).
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Adicionalmente los parámetros cos(β−α) y tanβ, deben cumplir las cotas experimentales sobre RX

y LFV. En la Fig. 4.13 mostramos las constricciones experimentales sobre los parámetros cos(α− β) y
tanβ.

Figura 4.13: Valores permitidos para los parámetros cos(α− β) y tanβ.

Considerando los resultados anteriores podemos definir dos escenarios S1 y S2 con los siguientes
valores

S1 : tanβ = 1, χtc = 5, 10, 15 and cos(α− β) = 0.1,

S2 : tanβ = 5, χtc = 5, 10, 15 and cos(α− β) = 0.1.

Tomando en cuenta los decaimientos del quark top y del bosón de Higgs se propone la señal: pp →
th(t→ ℓνℓb, h→ γγ). Para calcular secciones eficaces utilizamos MadGraph, las cadenas de decaimientos
se simulan con Pythia [64] y para simular la detección se utiliza Delphes [65]. Calculamos las secciones
eficaces de la señal para los dos escenarios, los valores obtenidos se muestran en la tabla 4.1.

Tabla 4.1: Sección eficaz (σ) para los escenarios S1, S2.

Scenario σ [fb] (χtc = 1) σ [fb] (χtc = 5) σ [fb] (χtc = 10)

S1 5.0 20.0 45.0
S2 4.0 13.0 28.0

Adicionalmente calculamos las secciones eficaces de los procesos de background más relevantes, los
resultados se muestran en la tabla 4.2.

Tabla 4.2: Secciones eficaces de los backgrounds dominantes.

SM backgrounds sección eficaz [fb]
pp→Whj 0.19
pp→Wjγγ 68.27
pp→ tjγγ 0.019
pp→Wjjγ 16590
pp→ tjγ 1.84

En la Fig. 4.14 mostramos las gráficas para la señal y los procesos de background, tomando en cuenta
estos resultados realizamos los siguientes cortes cinemáticos:
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Masa invariante de los dos fotones 120 < Minv(γγ) < 130 GeV.

Masa transversa 120 < MT < 190 GeV, donde M2
T =

(√
(pℓ + pb)2 + |p⃗T,ℓ + p⃗T,b|2 + |P⃗T |

)2
−

|p⃗T,ℓ+ p⃗T,b+ P⃗T |2, P⃗T es el momento transverso perdido, dado por la suma negativa del momento
visible en la dirección transversa.

PT [γ1(leading)] > 50 GeV and PT [γ2(subleading)] > 30 GeV.

(a) (b)

(c) (d)

Figura 4.14: Gráficas de distribuciones del background y la señal: (a) Masa invariante de los fotónes, (b) Masa
invariante de b1 y ℓ1, (c) pT del fotón-1, (d) pT del fotón-2.

Después de realizar los cortes cinemáticos anteriores, obtenemos un valor para la significancia de S ≈ 1.
Con el fin de aumentar el valor de la significancia y separar a la señal del background utilizamos
tecnicas de Machine Learning, en este caso utilizamos un algoritmo de BDT (Boosted Desicion Trees,
por sus siglas en inglés) [66,67]. Podemos ver en la Fig. 4.15 que el uso de BDT aumentó el valor de la
significancia. El escenario más favorable es S1: se predice una significancia σ ≥ 5 para una luminosidad
integrada L ≥ 2500 fb−1 y una significancia de σ = 3 para una luminosidad integrada de L ≈ 900 fb−1.
Estos resultados indican que en el experimento HL-LHC se puede encontrar evidencia para el proceso
pp→ th0 +X.

Los resultados de esta sección fueron publicados por Lopez-Guerrero et al. [68].
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(a) (b)

Figura 4.15: Significancia (signal significance en inglés) como función de la luminosidad integrada: (a) Escenario
S1, (b) Escenario S2. Hemos considerado una incertidumbre sistemática de κ = 5% (lineas punteadas), en las
lineas solidas no se considera. Los puntos rojos en (a) corresponden a la significancia para χtc = 5, calculada a
través de cortes sobre las variables cinemáticas.
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Conclusiones

En este trabajo de tesis se realizó el estudio de procesos de producción de bosones de Higgs neutros y
cargados utilizando al 2HDM-III como marco teórico. El estudio de los diferentes procesos de producción
se hizo con el objetivo de hallar evidencia que confirme la validez del 2HDM-III.

Para estudiar procesos provenientes de modelos de extensión primero se aprendió a calcular procesos
dentro del ME. Las técnicas utilizadas para realizar cálculos de amplitudes y secciones eficaces en el
ME son similares para los modelos de extensión. De acuerdo con lo estudiado el Capítulo 1 las secciones
eficaces calculadas para colisiones ep y pp dependen fuertemente de los partones en el estado inicial, por
lo tanto al aumentar el valor de la energía del centro de masa se incrementa el valor de las secciones
eficaces.

Al estudiar el 2HDM en el capítulo 2 se observó que el sector de Yukawa puede caracterizar diferentes
tipos de 2HDM donde cada uno de estos modelos genera una fenomenología distinta. Se eligió al 2HDM-
III porque este modelo tiene la propiedad de generar acoplamientos a nivel árbol con cambio de sabor
entre fermiones y bosones de Higgs, una consecuencia de esta propiedad es que se obtienen secciones
eficaces altas para procesos con este tipo de acoplamientos. En el capítulo 3 se estudiaron procesos de
producción directa y producción asociada de bosones de Higgs, con la finalidad de identificar los procesos
de producción más relevantes y su posible detección en el LHC y futuros experimentos de aceleradores
de partículas.

Tomando en cuenta los resultados del capítulo 3, en el capítulo 4 se calcularon secciones eficaces
de los procesos de producción de bosones de Higgs utilizando valores de parámetros compatibles con
las cotas experimentales. Para automatizar los cálculos de las secciones eficaces se utilizó el programa
CalcHEP, los archivos de CalcHEP fueron generados por el programa FeynRules. Respecto a la producción
directa de bosones de Higgs neutros el proceso de producción más relevante que se obtuvo fue la fusión
de gluones con una sección eficaz dos ordenes de magnitud mayor que la obtenida para fusión de
quarks. La sección eficaz calculada para la producción directa de H0 considerando mH0 ≈ 100 GeV fue
σ(pp → H0 +X) = O(102) fb que es menor a la del h0 ya que σ(pp → h0 +X) = O(101)pb. Para la
producción directa de A0 se pueden obtener valores de la sección eficaz del mismo orden que la de h0
cuando se consideran valores altos para tanβ. Para la producción directa de bosones de Higgs cargados
se pueden obtener valores altos de la sección eficaz σ(pp → H+ +X) = O(104) fb cuando se considera
como una partícula ligera masa mH+ ≈ 100 GeV, pero este valor es menor al de la producción directa de
W+ ya que σ(pp→W+ +X) = O(104) pb. El proceso pp→ th0 +X se analizó teniendo en cuenta dos
escenarios posibles, para la simulación de eventos de este proceso se utilizaron los programas MadGraph,
PHYTIA y Delphes. Al utilizar cortes cinemáticos la señal propuesta pp → th0(t → ℓνℓb, h

0 → γγ) no
arrojó un valor alto para la significancia. Con el propósito de obtener un mejor valor para la significancia
se utilizó BDT, con este método se aumentó considerablemente el valor de la significancia, obteniendose
para el escenario más favorable una significancia σ ≥ 5 para una luminosidad integrada L ≥ 2500 fb−1.
A partir de los resultados obtenidos concluimos que en experimentos futuros (como HL-LHC y FCC)
se podrán verificar los resultados más importantes del 2HDM-III.
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Apéndice A

Base de Higgs

La forma explicita del potencial de Higgs es la siguiente

VH = m2
11Φ

†
1Φ1 +m2

12Φ
†
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12Φ
†
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A través de una transformación unitaria podemos rotar los campos de tal forma que solo uno de los
dobletes de Higgs adquiera valor de expectación,
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sustituimos en la ec. (3.1) y obtenemos
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Agrupando terminos podemos escribir el potencial en la siguiente forma
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La relación entre los parámetros de las bases se obtienen de las siguientes ecuaciones [18]
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Este potencial está escrito en la base del Higgs . En esta base la masa del bosón de higgs cargado es

mH+ =M2
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v2

2
. (A.8)

La matriz de masa para es M2
11 +

3Λ1v
2

2
M2

12

2 + 3Λ6v
2

4 + 3v2Λ6

4 + M12
2

2
iM2

12

2 + 3iΛ6v
2

4 − 3iv2Λ6

4 − iM12
2

2
M2

12

2 + 3Λ6v
2

4 + 3v2Λ6

4 + M12
2

2 M2
22 +

Λ3v
2

2 + Λ4v
2

2 + Λ5v
2

4 + v2Λ5

4
iΛ5v

2

4 − iv2Λ5

4
iM2

12

2 + 3iΛ6v
2

4 − 3iv2Λ6

4 − iM12
2

2
iΛ5v

2

4 − iv2Λ5

4 M2
22 +

Λ3v
2

2 + Λ4v
2

2 − Λ5v
2

4 − v2Λ5

4

 .
(A.9)

Esta matriz puede diagonalizarse con una matriz ortogonal T , para obtener los valores de las
masas de los bosones de Higgs neutros
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Apéndice B

Restricciones sobre las matrices de
cambio de sabor

Una forma de acotar los valores de las matrices de Yukawa es utilizando la matriz VCKM [69]. La
matriz de masa ec. (11) puede ser diagonalizada por una transformación biunitaria

UqLMqU
†
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1√
2

(
v1Ỹ

q
1 + v2Ỹ

q
2

)
(B.1)

donde

Ỹq
j = UqLY

q
jU

†
qR(j = 1, 2). (B.2)

Suponemos que las matrices de Yukawa y la matriz de masa tienen la misma estructura, la estructura
que utilizaremos es conocida como textura de 4-ceros:

Mq =

 0 Cq 0

C∗
q B̃q Bq

0 B∗
q Aq

 =
v cosβ√

2
×

 0 Cq
1 0

Cq∗
1 B̃q

1 Bq
1

0 Bq∗
1 Aq

1

+ tanβ

 0 Cq
2 0

Cq∗
2 B̃q

2 Bq
2

0 Bq∗
2 Aq

2

 (B.3)

Esta matriz puede escribirse en la forma

Mq = P†
qMqPq, (B.4)

con
Pq = diag

[
1, eiϕ

q
c , ei(ϕ

q
b+ϕq

c)
]
. (B.5)

La matriz es real y simétrica, para tener más estabilidad en los valores a altas energías normalizamos a
la matriz dividiendo entre la masa del quark más pesado, podemos parametrizar a la matriz de quarks
normalizada como

M̂q =


0

√
m̂q1m̂q2

δ1
0√

m̂q1m̂q2

δ1
m̂q1 − m̂q2 + δq

√
δq
δ1
fq1fq2

0
√

δq
δ1
fq1fq2 1− δq

 , (B.6)

bajo esta parametrización la matriz ortogonal que diagonaliza a la matriz de quarks es

Oq =


√

m̂q2fq1
Dq1

√
m̂q1fq2
Dq2

√
m̂q1m̂q2δq

Dq3√
m̂q1fq1δ1

Dq1

√
m̂q2fq2δ1

Dq2

√
δ1δq
Dq3√

m̂q1fq2δq
Dq1

√
m̂q2fq1δq

Dq2

√
fq1fq2
Dq3

 . (B.7)
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Tomando en cuenta esta parametrización y el anzats de Cheng-Sher las matrices de Yukawa se pueden
escribir: (

Ỹq
j

)
kl

=

√
mqkmql

v

(
χ̃q
j

)
kl
, k, l = 1, 2, 3 (B.8)

Las expresiones para las matrices de cambio de sabor son las siguientes

(
χ̃q
j

)
11

=
fq1
Dq1

(
m̂q2

m̂q1
δ1

) 1
2

(cq∗j + cqj) +
fq1δq
Dq1

b̃qj −
(δqδ1fq1fq2)

1
2

Dq1
(bq∗j + bqj) +

δqfq2
Dq1

aqj (B.9)

(
χ̃q
j

)
22

= − fq2
Dq2

(
m̂q1

m̂q2
δ1

) 1
2

(cq∗j + cqj) +
fq2δq
Dq2

b̃qj −
(δqδ1fq1fq2)

1
2

Dq2
(bq∗j + bqj) +

δqfq1
Dq2

aqj (B.10)

(
χ̃q
j

)
33

=
δq
Dq3

(m̂q1m̂q2δq)
1
2 (cq∗j + cqj) +

δqδ1
Dq3

b̃qj −
(δqδ1fq1fq2)

1
2

Dq3
(bq∗j + bqj) +

fq1fq2
Dq3

aqj (B.11)

(
χ̃q
j

)
12

= −
(
δ1fq1fq2
Dq1Dq2

) 1
2

((
m̂q1

m̂q2

) 1
2

cq∗j +

(
m̂q2

m̂q1

) 1
2

cqj

)
+ δ1

(
fq1fq2
Dq1Dq2

) 1
2

b̃qj −
(

δqδ1
Dq1Dq2

) 1
2

×
(
fq2b

q∗
j + fq1b

q
j

)
+ δq

(
fq1fq2
Dq1Dq2

) 1
2

aqj

(B.12)

(
χ̃q
j

)
13

=

(
m̂q1

m̂q2

δqδ1fq1
Dq1Dq3

) 1
2

(m̂q1c
q∗
j + cqj) + δq

(
fq1δq
Dq1Dq3

) 1
2

b̃qj −
(

fq2δ1
Dq1Dq3

) 1
2

(δqb
q∗
j + fq1b

q
j)

− fq2

(
fq1δq
Dq1Dq3

) 1
2

aqj

(B.13)

(
χ̃q
j

)
23

=

(
m̂q2

m̂q1

δqδ1fq2
Dq2Dq3

) 1
2

(m̂q2c
q∗
j + cqj) + δq

(
fq2δq
Dq2Dq3

) 1
2

b̃qj −
(

fq1δ1
Dq2Dq3

) 1
2

(δqb
q∗
j + fq2b

q
j)

− fq1

(
fq2δq
Dq2Dq3

) 1
2

aqj

(B.14)

donde
aqj =

v

mq3
Aq

j , b
q
j =

v

mq3
|Bq

j |e
−iϕq

bj , b̃qj =
v

mq3
B̃q

j ycqj =
v

mq3
|Cq

j |e
−iϕq

cj . (B.15)

Las matrices χ̃u,d tienen la siguiente forma

χ̃u,d
ij ≡

 χ̃u,d
11 χ̃u,d

12 χ̃u,d
13

χ̃u,d
21 χ̃u,d

22 χ̃u,d
23

χ̃u,d
31 χ̃u,d

32 χ̃u,d
33

 . (B.16)

Los elementos fuera de las diagonales de las matrices χ̃q
1,2 están relacionados con el cambio de sabor,

ya que aparecen en los acoplamientos entre los quarks de diferentes familias. Las cotas para los valores
fuera de la diagonal se muestran a continuación [70]:

−0.06 ≤ (χ̃d
n)23 ≤ 0.3, −0.03 ≤ (χ̃u

n)23 ≤ 0.5, −0.1 ≤ (χ̃q
n)23 ≤ 0.1,

donde n = 1, 2. Notamos que los intervalos para los valores de la entrada (χ̃q
n)23 son los mismos para las

matrices χ̃q
n. Los intervalos para los valores de las entradas de la diagonal de la matriz χ̃q

2 están dados
en la Tabla B.1.
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90 < mH+ < 500 tanβ = 2 tanβ = 6 tanβ = 15 tanβ = 30
(χ̃u

2 )11 [-3.92, 18] [0.22, 18] [1.58,18] [3.76, 18]
(χ̃u

2 )22 [-4.42, 17.72] [-1.50, 17.68] [0.50, 17.46] [2.84, 16.24]
(χ̃u

2 )33 [-0.84, 1.98] [-0.04, 1.68] [0.84, 1.46] [1.06, 7.2]
(χ̃d

2)11 [-2.74, 18] [0.24, 18] [3.6,18] [5.78, 18]
(χ̃d

2)22 [-2.66, 18.4] [0.82, 18.32] [2.3, 17] [4.7, 15.72]
(χ̃d

2)33 [-7.68, 4.22] [-2.28, 2.44] [-0.45, 1.38] [0.02, 1.0]

Tabla B.1: Valores para las diagonales de las matrices χ̃q
2.

Para obtener los valores de la matriz χ̃u
1 , sustituimos[

Ỹ u
1

]
ij
=

√
mqimqj

v
[χ̃u

1 ]ij , (B.17)

[
Ỹ u
2

]
ij
=

√
mqimqj

v
[χ̃u

2 ]ij (B.18)

en la ecuación

[Ỹ u
2 ] =

√
2

vsenβ
M̄u − cotβ[Ỹ u

1 ]. (B.19)

Obtenemos

[χ̃u
1 ] =

√
2

mu
im

u
j

1

Cosβ
M̄u − tan β[χ̃u

1 ]. (B.20)

De esta forma se pueden calcular secciones eficaces utilizando valores de las matrices χ̃u,d
1,2 que sean

compatibles con las cotas experimentales impuestas sobre la Matriz VCKM .
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