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Resumen

En este trabajo se estudian las contribuciones de los Leptoquarks escalares al triple acopla-
miento del bosón de Higgs a nivel de un lazo mediante la introducción de un singlete escalar real
al modelo estándar. Primero estudiamos el marco teórico del bosón de Higgs, desarrollando el mo-
delo de Weinberg en su totalidad para entender mejor el rompimiento espontáneo de la simetría.
Seguimos con la renormalización del modelo estándar a nivel de un lazo con enfoque en el sector
de Higgs, para después hacer un procedimiento análogo con el leptoquark escalar S, y así obtener
la contribución de S renormalizada a nivel de un lazo, Ms. Continuamos con el estudio de Ms,
mediante la elaboración de gráficas, en las cuales encontramos que el leptoquark escalar que es-
tudiamos, podría dar contribuciones significativas a la corrección a nivel de un lazo, de hasta un
140% de la contribución a nivel de árbol. También podemos concluir que la contribución dependerá
en gran medida del valor del acoplamiento λS , y que los efectos de una partícula modelada con un
singlete escalar pueden ser bastantes significativos en futuros experimentos a muy altas energías
(más de 14 TeV). Finalmente, brindamos algunas perspectivas sobre cómo podemos enriquecer este
estudio mediante la elaboración de gráficas a través de simulaciones de Monte Carlo, y sobre cómo
se podría ampliar mediante la implementación de más representaciones de Leptoquarks.
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Introducción

Los leptoquarks son partículas hipotéticas predichas en diversos modelos de extensión, de
manera especial en las teorías de gran unificación y teorías supersimétricas [1]. Este tipo de
partículas fueron postuladas por primera vez en los años 70 en un modelo de gran unificación
propuesto por Pati y Salam [2]. Los leptoquarks, que pueden ser de tipo escalar y vectorial,
son peculiares porque poseen carga de color y número leptónico, por lo cual pueden acoplarse a
leptones y a quarks simultáneamente. A través de los años, los leptoquarks han causado mucho
interés ya que pueden ofrecer la solución a algunas anomalías encontradas en los experimentos
de altas energías [1]. Aunque el interés en los leptoquarks decreció notablemente en los años 90,
recientemente estas partículas han cobrado gran relevancia debido a que se ha encontrado que los
leptoquarks escalares y vectoriales permitirían resolver las llamadas anomalías en decaimientos
de mesones B sin entrar en conflicto con las mediciones experimentales de observables de alta
precisión. Estas anomalías indicarían que ocurre la violación de la universalidad leptónica, un
hecho no contemplado en el modelo estándar, por lo que serían un indicativo de efectos de nueva
física. Los leptoquarks también pueden dar explicación a la anomalía en el momento dipolar
magnético del muón. Alternativamente se ha planteado un mecanismo para la generación de la
masa de los neutrinos mediante correcciones radiativas a uno y dos lazos. Por estas razones, el
estudio de los efectos de los leptoquarks a nivel de un lazo en observables de alta precisión cobra
gran relevancia.

El modelo estándar de las interacciones electrodébiles de Weinberg, Glashow y Salam predice
una partícula escalar neutra como remanente del rompimiento espontáneo de la simetría, conocida
como bosón de Higgs y denotada como H. Dicha partícula fue buscada sin éxito durante mucho
tiempo, hasta que en el año 2012 aparecieron en el Gran Colisionador de Hadrones (LHC por sus
siglas en inglés) las primeras señales de una partícula escalar neutra con una masa de alrededor de
125 GeV, lo que confirmaría la válidez del modelo estándar [3]. Sin embargo en la actualidad aún
no se han medido experimentalmente todos los acomplamientos triples y cuárticos. En esta tesis
se estudirán las contribuciones de los leptoquarks escalares en el triple acoplamiento del bosón de
Higgs.
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Capítulo 1

La física del bosón de Higgs

El enfoque de la Física de Altas Energías es en gran medida unificar las teorías de las inter-
acciones fundamentales que se conocen en la actualidad en una sola teoría. El último gran avance
en esta dirección fue la unificación de la electrodinámica cuántica (QED) y la interacción débil o
de sabor en la teoría electrodébil gracias a la introducción del modelo de Weinberg y del meca-
nismo de Higgs que ya veremos con sumo detalle más adelante. A pesar de que el descubrimiento
experimental del bosón de Higgs fue un paso abrumador hacia una teoría de unificación todavía
falta estudiar en gran parte su fenomenología, es decir sus acoplamientos a las demás partículas
del Modelo Estándar (ME por sus siglas en español) y consigo mismo.
Al hacer esto se espera poder medir efectos de nueva física y avanzar en la dirección correcta
para seguir perfeccionando la teoría. Esta es la motivación de nuestro trabajo, pues a nosotros nos
interesa estudiar las posibles contribuciones de los Leptoquarks (LQ) al triple acoplamiento del
bosón de Higgs, acoplamiento que todavía no ha sido detectado. Por eso en este primer capítulo
nos concentraremos en repasar el marco teórico del bosón de Higgs del ME.

1.1. El Modelo Estándar
El modelo estándar (que de ahora en adelante llamaremos ME) es una teoría completa a bajas

energías que clasifica las partículas elementales que componen la materia y las interacciones fun-
damentales entre estas mismas. Podemos decir que todos los fenómenos naturales son de alguna
manera resultado de las interacciones fundamentales de la materia, de aquí la importancia de cla-
sificar todas las partículas con base en sus propiedades intrínsecas y la forma en la que interactúan
entre sí. Las partículas que conforman la materia se denominan fermiones y se agrupan en tres
familias, las cuales son copias exactas entre sí y solo varían en la masa de cada fermión. Cada
familia tiene dos leptones, uno cargado y uno neutro (neutrino), y dos quarks (partículas con car-
ga eléctrica fraccionaria), más las antipartículas respectivas. Aparte de los fermiones (leptones y
quarks) existe otra clasificación de partículas fundamentales, los cuales se conocen como bosones y
cuya tarea es mediar las interacciones entre fermiones, es decir, por cada interacción fundamental
tendremos al menos una partícula que gobierna esta interacción. Entendemos la interacción de dos
fermiones como el intercambio de un bosón entre ellos.
Los fermiones se dividen en leptones y quarks, y son las únicas partículas realmente fundamentales
en el sentido de que no poseen una estructura interna la diferencia entre quarks y leptones es que
los leptones existen de forma libre en la naturaleza y cuenta con carga eléctrica dada en múltiplos
enteros de la carga fundamental (carga del electrón), mientras que los quarks existen sólo en es-
tados ligados con otros quarks en la naturaleza y su carga eléctrica está dada en fracciones de la
carga fundamental (2/3, −1/3). A estos arreglos de estados ligados de quarks se les conoce como
hadrones (bariones cuando tenemos tres quarks o tres antiquarks y mesones cuando tenemos un
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quark y un antiquark). Anteriormente se creía que estos eran partículas fundamentales, por ejem-
plo dos bariones que tienen gran incidencia en la conformación de la masa son el protón (uud) y el
neutrón (ddu), considerados por mucho tiempo partículas fundamentales. De esta manera podemos
ir formando una gran cantidad de hadrones con las diferentes combinaciones que se pueden hacer
con todos los tipos de quarks, varias de estas combinaciones se han descubierto en los colisionadores
de hadrones, pero no son estables y son pocos los hadrones que se han observado en la naturaleza
aparte del protón y el neutrón.
Además hay otra gran diferencia entre los leptones y los quarks, mientras que ambas categorías
cuentan con carga eléctrica y de sabor, es decir, ambos experimentan la interacción electrodébil
sólo los quarks cuentan con una carga de color, lo que los hace susceptibles a la interacción fuerte,
la cual es la responsable del confinamiento natural que presentan los quarks.
La teoría que estudia los efectos de la interacción electromagnética es la electrodinámica cuántica
(QED por sus siglas en inglés). La teoría que estudia los efectos de las interacciones débiles es
la teoría de sabor (QFD por sus siglas en inglés) y una teoría más completa que unifica las in-
teracciones electromagnética con la débil es la teoría electrodébil (EWT por sus siglas en inglés),
descrita por el modelo de Weinberg. Así mismo la teoría que se encarga de describir la interacción
fuerte entre quarks es la cromodinámica cuántica (QCD por sus siglas en inglés). En principio
QCD no prohíbe que se formen hadrones con alguna estrctura distinta a la de mesones o bariones
pero no hay ningún tipo de evidencia experimental que sugiera la existencia de dichas estructuras
hadrónicas.

1.2. El bosón de Higgs
El bosón de Higgs es la partícula que llegó a solidificar al ME como una teoría fundamental

efectiva a bajas energías, pues como veremos más adelante; esta es predicha naturalmente por el
ME cuando en el desarrollo de la teoría electrodébil analizamos el rompimiento espontáneo de la
simetría. Durante varias décadas fue objeto de estudio y se buscó sin éxito en los colisionadores
de hadrones hasta que en el 2012 en el LHC del CERN se logró medir una partícula consistente
con el bosón de Higgs [3], haciendo así que la comunidad científica cambiara el enfoque a la
fenomenología del mismo, es decir, medir sus acoplamientos a otras partículas del ME, además de
sus acoplamientos triples y cuárticos (que todavía no se han medido y de igual manera son predichos
por la teoría) y así mismo utilizarlo como fuente para buscar nueva física en experimentos de altas
energías. Como entendemos al Higgs como el vehículo a través del cual las partículas del ME
obtienen su masa, entonces cualquier otra partícula hipotética con masa debe acoplarse al bosón
de Higgs.
La característica más importante del Bosón de Higgs es el hecho de que dota de masa a todas las
partículas del ME, pero ¿cómo es que pasa esto?. Para poder explicarlo mejor recordemos que a
estas alturas el uso de la palabra partícula es más abstracto que el concepto clásico, no hablamos
de partículas puntuales, cuando decimos partículas en realidad nos referimos al resultado de la
perturbación de un campo, es decir en el marco bajo el cual se estudia la Física de Partículas, la
Teoría Cuántica de Campos (QFT por sus siglas en inglés). Las variables con las que tratamos en
nuestras ecuaciones son campos, y los entendemos como un “mar de partícula” que permean todo
el espacio y las partículas como una fluctuación de energía en una región del campo, o una onda
que se propaga a través del mismo. Estos campos pueden interaccionar consigo mismo y con otros
campos, dependiendo de las propiedades de cada uno, con este concepto en mente podemos decir
que el campo de Higgs (el campo asociado a lo que venimos llamando bosón de Higgs) es aquel
que al interactuar con “los demás” campos hace que estos obtengan masa. Puede sonar extraño
decir que las partículas “obtienen” masa al interactuar con el campo de Higgs, pues suena a que
antes de hacerlo no tenían masa, pero recordemos que estos campos permean todo el espacio, por
lo cual la interacción de las partículas con el campo de Higgs es constante. Así la palabra obtener
es un recurso literario para explicar el mecanismo de manera más didáctica. Retomando la idea
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de que las partículas adquieren su masa al interactuar con el Higgs, esto lo vemos a través del
rompimiento espontáneo de la simetría, pues cuando esto ocurre surgen tres bosones de Goldstone
los cuales adjudican el término de masa para los bosones W± y Z. De esta forma el fotón se queda
sin masa y como remanente obtenemos el bosón de Higgs, el cual al interactuar con los fermiones
hace algo parecido a los bosones de Goldstone para dotarlos de masa, pero cabe destacar que esto
es debido a la interacción débil, por lo que las partículas sin carga débil no cuentan con masa.
Un estudio exhaustivo más formal acerca del Higgs, sus contricciones experimentales actuales, y
de su fenomenología se puede encontrar en la referencia [16].

1.3. Términos de masa
En Teoría Cuántica de Campos los términos de masa son componentes de las lagrangianas

que ayudan a describir el comportamiento de los campos. Estos términos se relacionan con las
masas de las partículas asociadas a los campos en cuestión y juegan un papel fundamental en la
dinámica y en la simetría de la teoría. Analizaremos un ejemplo sencillo para darnos una idea
general. Consideremos un campo escalar real φ(x), que es un campo que asigna un número real a
cada punto del espacio tiempo, la lagrangiana sin interacciones para este campo tiene la siguiente
forma,

L =
1

2
∂µφ∂

µφ− 1

2
m2φ2, (1.1)

donde el primer término se conoce como el término cinético y el segundo como el término de masa.
En cuanto al término de masa, podríamos decir que es el encargado de dar una masa m al campo
escalar. La mayor implicación y la más directa que podemos obtener de que aparezca este tipo
de términos en nuestra teoría es que el campo en cuestión no se mueve a la velocidad de la luz.
También podemos decir que matemáticamente el término de masa establece una escala a la teoría,
lo que afecta las soluciones de las ecuaciones de movimiento.
Ciertos aspectos generales de los términos de masa son los siguientes:

Los términos de masa pueden romper algunas simetrías, como la simetría de quiralidad para
el lagrangiano fermiónico.

La masa, al ser un aspecto intrínseco fundamental de los campos, suele convertir al término
de masa en un candidato para recibir correcciones a través de procesos de renormalización.

Los términos de masa también nos ayudan a determinar cómo se comporta una teoría a
diferentes escalas de energía. Por ejemplo a niveles de energías mucho más altos que el valor
de la masa podríamos aproximar el comportamiento del campo a aquel de uno sin masa, o
despreciar las contribuciones de estos campos a procesos a nivel de uno o más lazos.

En teorías de norma, como lo es el ME, los términos de masa para los campos vectoriales, como
los bosones de norma (W± y Z0) no se pueden introducir de manera directa sin romper la simetría
de norma de la teoría, de manera natural intentando resolver este problema surgió la formulación
del mecanismo de Higgs. Como ya hemos mencionado, el campo de Higgs es un doblete escalar
complejo de SU(2) que interactúa con los bosones de norma del ME. Cuando el campo de Higgs
llega a tener cierto valor de expectación del vacío (vev), se da el rompimiento espontáneo de la
simetría, generando ahora sí los términos de masa de los bosones de norma. El mecanismo de
Higgs y el rompimiento espontáneo de la simetría serán explorados a profundidad en la sección 1.4
cuando hagamos el desarrollo del modelo de Weinberg
En resumen los términos de masa en la teoría cuántica de campos son cruciales a la hora de
determinar las propiedades dinámicas de los campos y sus partículas asociadas, nos ayudan a
comprender aspectos fundamentales del campo en cuestión y de las simetrías a las que está sujeta
la teoría.
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1.4. Simetría de norma
En la Teoría Cuántica de Campos llamamos simetría a una transformación cuando al aplicarla

sobre los campos de una teoría las ecuaciones de movimiento permanecen invariantes.
La simetría de norma es un concepto fundamental en la teoría cuántica de campos y en el marco
de la Física de Partículas en general. El concepto de simetría de norma se refiere a una clase
especial de simetrías locales, es decir, que varían en cada punto del espacio-tiempo. Este tipo de
simetrías juegan un papel fundamental en la formulación de teorías de norma, las cuales describen
las interacciones fundamentales de la naturaleza, pues por el teorema de Noether sabemos que toda
simetría indica una ley de conservación [4]. Por ejemplo, en el caso del grupo electromagnético la
simetría de norma implica la conservación de la carga eléctrica. Antes de comenzar a describir
detalladamente una simetría de norma recordemos rápidamente las dos clasificaciones de simetrías
en general:

Simetría global: es aquella en la que la transformación se aplica de manera uniforme en
todo el espacio-tiempo. Por ejemplo el grupo U(1) tiene simetría global bajo la siguiente
transformación:

ψ(x) ⇒ ψ(x) = eiαψ(x), (1.2)

donde α = cte. Es fácil demostrar que esta transformación es una simetría global, y es
evidente que no depende del punto específico del espacio-tiempo.

Simetría local: es aquella donde el parámetro de transformación depende del punto espe-
cífico del espacio-tiempo. Por ejemplo si consideramos que el parámetro de transformación
α = α(x), ahora tenemos una simetría local,

ψ(x) ⇒ ψ(x) = eiα(x)ψ(x), (1.3)

de igual forma es fácil demostrar que esta transformación es una simetría.

En la práctica, las simetrías que describen las interacciones fundamentales son locales, por lo que
comúnmente nos referimos a ellas como simetrías de norma.

1.4.1. La derivada covariante
Cuando mencionamos que es fácil demostrar que las transformaciones anteriores son simetrías,

hacía falta hacer mención del problema de la derivada, pues cuando transformamos un campo
también debemos transformar su derivada para insertar el término cinético en el lagrangiano y con
la derivada ordinaria en general, no se va a transformar de forma que las ecuaciones de movimiento
permanezcan invariantes. Entonces para que a la hora de realizar la transformación, las ecuaciones
de movimiento permanezcan invariantes, también debemos transformar la derivada ordinaria, ya
que de otra forma tendremos un término extra que no permitirá conservar las ecuaciones de mo-
vimiento.
Hemos dado ejemplos específicos de las transformaciones, pero en general si tenemos un campo
de materia ψ(x) que describe a cierta partícula, una transformación local es una operación que
cambia este campo localmente en cada punto del espacio-tiempo. Si consideramos una simetría de
norma asociada a un grupo de simetría que describe a la naturaleza G (como pueden ser: U(1),
SU(2), etc.) la transformación de norma se puede escribir de forma general como:

ψ(x) ⇒ ψ(x) = U(x)ψ(x), (1.4)

donde U(x) es un operador que pertenece al grupo G y que depende de un punto del espacio-
tiempo. En la introducción de esta sección, por ejemplo, escogimos al grupo U(1) y U(x) toma la
forma de una fase compleja eiα(x), pero en general toma la forma de una matriz más complicada.
Entonces para componer este problema introducimos una nueva derivada que llamamos derivada
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covariante, y denotamos con Dµ, la cual incorpora un campo que compensa la transformación del
campo de masa ψ(x), que llamamos campo de norma. La estructura de este término nuevo va a
depender de la naturaleza del grupo que representa a la interacción fundamental que comprende
la teoría con la que trabajamos. Esto implica que si tratamos con diferentes interacciones en
nuestra teoría deberemos tomar en cuenta un término por cada interacción. Entonces para obtener
invariancia en la ecuaciones de movimiento necesitamos que la nueva derivada cumpla la siguiente
condición de transformación:

Dµψ(x) = Dµ′ψ′(x) = U(x)Dµψ(x) (1.5)

El ejemplo más sencillo es el del grupo electromagnético UEM (1), cuya simetría de norma ya fue
descrita en la ecuación (1.3), aquí el campo de norma es el llamado potencial magnético y se denota
con Aµ(x), y así la derivada covariante para este caso toma la siguiente forma:

Dµψ(x) = (∂µ + igAµ(x))ψ(x), (1.6)

Analicemos rápidamente la estructura del término extra:

Aµ(x) es el campo de norma, el cual podemos de manera un poco burda entenderlo como un
campo de conexión que asegura que la derivada covariante se transforme correctamente.

g es la constante de acoplamiento, que determina la “intensidad” de la interacción entre el
campo de masa ψ(x) y el campo de norma Aµ(x).

i es la unidad imaginaria y su presencia asegura la correcta transformación de fase en teorías
cuánticas.

En general el nuevo término de la derivada covariante tendrá una estructura similar con un campo
de norma, una constante de acoplamiento y la unidad imaginaria. Por último, el campo de norma
debe transformarse también de forma específica para asegurar la invariancia de las ecuaciones de
movimiento, en general para un campo de norma Aµ y la transformación U(x), la transformación
del campo de norma es,

Aµ(x) ⇒ Aµ(x) = U(x)Aµ(x)U
−1(x)− i

g
(∂µU(x))U−1(x), (1.7)

Así con la derivada covariante Dµ correspondiente podemos asegurar que una transformación U(x)
que deja invariante al campo de masa es también una simetría de norma de la teoría en cuestión.

1.5. Modelo de Weinberg
Con el descubrimiento de que el rompimiento espontáneo de una simetría local puede inducir

términos de masa para los bosones de norma (1964), quedaron establecidas las bases para construir
una teoría de norma para la fuerza débil, aunque no había evidencia de qué grupo se debía utilizar.
Estas son algunas características de la fuerza débil:

Es de tipo vectorial y axial.

Es de carácter universal, es decir actúa con la misma intensidad sobre todos los leptones y
hadrones.

Solo actúa sobre la parte izquierda del campo espinorial de los fermiones.

El mediador tiene carga, pero existía la evidencia de un mediador neutro.

Los neutrinos son no masivos o tienen una masa despreciable.
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La QED es una teoría de norma no rota y la fuerza débil debe tener una simetría de norma
no rota.

En 1967 Steven Weinberg postuló una teoría sobre las interacciones débil y electromagnética de la
primera familia de leptones basada en el grupo de norma SU(2)L × U(1)Y .
Se introduce la corriente cargada leptónica para la primera familia de leptones,

j−µ = ν̄eLγµeL, (1.8)

j+µ = j−µ
†
= ēLγµνeL. (1.9)

con eL = PLe y νeL = PLνe con e y νe espinores de Dirac de 4 componentes, que representan al
electrón y su neutrino correspondientemente.
Consideramos el grupo de norma SU(2)L donde la L hace alusión a que la fuerza débil solo actúa
sobre la parte izquierda de los leptones. Como ocuparemos SU(2) necesitamos un doblete de
leptones:

L =

(
νeL
eL

)
. (1.10)

Consideramos las siguientes matrices (donde τ i son las matrices de Pauli)

τ+ =
τ1 − iτ2

2
=

(
0 0
1 0

)
, (1.11)

τ− =
τ1 + iτ2

2
=

(
0 1
0 0

)
. (1.12)

Entonces

τ+L =

(
0
νeL

)
, (1.13)

τ−L =

(
eL
0

)
, (1.14)

donde al operar una matriz 2×2 sobre un doblete leptónico, los componentes de este (espinores de
4 componentes) serán tomados como elementos de la matriz al igual que las matrices γµ, entonces

L̄γµτ
+L = ( ¯νeL ēL)γµ

(
0
νeL

)
,

= ēLγµνeL,

= j+µ , (1.15)

L̄γµτ
−L = ( ¯νeL ēL)γµ

(
eL
0

)
,

= ¯νeLγµeL,

= j−µ . (1.16)

En resumen,
j±µ = L̄γµτ

±L. (1.17)

También introducimos una corriente neutra

j3µ = L̄γµ
τ3

2
L

=
1

2
¯νeLγµνeL − 1

2
ēLγµeL. (1.18)
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Así las corrientes cargadas se acoplan al mediador cargado y la corriente neutra al mediador neutro.
Entonces tenemos un triplete de corrientes de SU(2) en lo que se conoce como la representación
adjunta al grupo:

jiµ = L̄γµ
τ i

2
L, (1.19)

donde i = +,−, 3. Las cargas correspondientes están dadas por

T i =

∫
ji0(x)d

3x, (1.20)

las cuales satisfacen el álgebra de Lie

[T i, T j ] = iεijkT
K , (1.21)

donde i, j, k = 1, 2, 3. Ya que la parte derecha del electrón no es sensible a la fuerza débil, debe
introducirse como un singlete de SU(2):

eR = PRe. (1.22)

Como trabajamos con neutrinos sin masa no se requiere introducir su parte derecha.

Notemos que j3µ no puede asociarse a la corriente electromagnética, porque esta tiene am-
bas partes del electrón pero no del neutrino.

jemµ = −ēγµe = −ēγµ(PL + PR)e = −ēLγµeL − ēRγµeR. (1.23)

Entonces, para incluir a jemµ en el modelo, la simetría de norma debe extenderse y contener al grupo
U(1) que conserva la corriente electromagnética. Sin embargo el generador de las transformaciones
de U(1)em es:

Q =

∫
jem0 d3x,

=

∫
(−ēLγ0eL − ēRγ0eR)d

3x,

= −
∫
(e†LeL + e†ReR)d

3x, (1.24)

la cual no conmuta con las cargas de SU(2)L,

[Q,T i] 6= 0. (1.25)

Por lo tanto, SU(2)L y U(1)em no pueden ser simetrías simultáneas, por lo que nuestro grupo U(1)
debe ser uno nuevo que llamaremos el grupo de hipercarga U(1)Y . Entonces se define la carga de
U(1)Y como

Q− T 3 =

∫
d3x(jem0 − j30),

= −
∫
d3x(e†LeL + e†ReR − 1

2
e†LeL − 1

2
ν†eLνeL),

= −
∫
d3x(

1

2
e†LeL − e†ReR − 1

2
ν†eLνeL), (1.26)

la cual sí conmuta con T i

[Q− T 3, T i] = 0. (1.27)
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entonces la densidad lagrangiana del modelo tiene simetría ante SU(2)L y U(1)Y , por lo que el
grupo del modelo de Weinberg es SU(2)L × U(1)Y .
Se define el generador de U(1)Y como

Y

2
= Q− T 3. (1.28)

Los valores propios de Y , Q y T 3 son la hipercarga, la carga eléctrica y la tercera componente del
iso-espín débil, respectivamente.

1.5.1. Densidad lagrangiana
Ahora debemos construir una lagrangiana invariante ante las transformaciones del grupo de

norma.
Las transformaciones bajo SU(2)L son

L → L′ = e−iα̃(x)L, (1.29)
eR → e′R = eR, (1.30)

donde
~α(x) =

αi(x)τ i

2
, (1.31)

y las transformaciones bajo U(1)Y

L → L′ = ei
β(x)

2 L, (1.32)
eR → e′R = e−β(x)eR. (1.33)

Ahora introducimos el lagrangiano de Weinberg, que debe ser invariante de norma y no contiene
términos de masa ni para el leptón cargado

L = LF + LS + LG + LY , (1.34)

donde cada término representa a un sector en específico:

LF : sector fermiónico, determina la dinámica de los leptones.

LS : sector escalar, es donde se da el rompimiento espontáneo de la simetría, dota de masa a
los bosones de norma.

LG: sector de norma, determina la dinámica de los campos de norma.

LY : sector de Yukawa, dota de masa al leptón cargado después del rompimiento espontáneo
de la simetría.

Sector fermiónico

Empezamos con el lagrangiano para leptones que no contiene el término de masa para el
electrón:

LF = LiγµDµL+ ēRiγµDµeR, (1.35)
con la derivada covariante

DµL = (∂µ − ig ~W − i
g′Y

2
BµI)L, (1.36)

donde introducimos los tres campos de norma no abelianos W i
µ asociados a los generadores del

grupo de norma SU(2)L:
~Wµ =

W i
µτ

i

2
. (1.37)
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El campo de norma abeliano asociado al generador de U(1)Y , Bµ, con g y g′ constantes de aco-
plamiento de SU(2)L y U(1)Y , respectivamente.
Como el doblete tiene YL = −1 se tiene

DµL = (∂µ − ig ~W + i
g′

2
Bµ)L, (1.38)

el singlete derecho no se acopla a ~W y tiene YL = −2, entonces la derivada covariante es

DµeR = (∂µ + ig′Bµ)eR. (1.39)

Sector de norma

El lagragiano del sector de norma es

LG = −1

4
F i
µνF

iµν − 1

4
BµνB

µν , (1.40)

donde

F i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW

i
µ + gεijkW

i
µW

k
ν , (1.41)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (1.42)

Tampoco se tienen términos de masa para los bosones de norma porque violan la invariancia de
norma. Luego se introduce un doblete escalar complejo

φ =

(
φ+

φ0

)
=

1√
2

(
φ1 + iφ2
φ3 + iφ4

)
, (1.43)

donde φ0 y φ+ son campos escalares complejos y φi con i = 1, 2, 3, 4 campos escalares reales.

Sector escalar

El lagrangiano del sector escalar, que permitirá generar la masa de los bosones de norma y los
fermiones mediante el rompimiento espontáneo de la simetría, está dado como es usual

LS = (Dµφ)
†(Dµφ)− V (φ†φ) (1.44)

con

Dµφ = (∂µ − ig ~Wµ − ig′

2
Bµ)φ, (1.45)

V (φ†φ) = µ2φ†φ+ λ(φ†φ)2, (1.46)

donde g, g′ y Bµ son los mismo que los presentados en la sección anterio, y λ y µ2 son la constante
de acoplamiento de H y el término del rompimiento espontáneo de la simetría. El rompimiento
espontáneo de la simetría se da cuando µ2 < 0.

Sector de Yukawa

Este lagrangiano es el que dota de masa al electrón después del rompimiento espontáneo de la
simetría

LY = Ge(L
†φeR + eRφ

†L), (1.47)

donde φ se transforma como
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φ→ φ′ = e−i~α(x)φ, SU(2)L, (1.48)

φ→ φ′ = ei
β(x)

2 φ,U(1)Y . (1.49)

Sin embargo, notamos que el lagrangiano para el modelo de Weinberg que hemos introducido
está dado en la norma unitaria. t’Hooft introdujo una norma renormalizable Rξ para demostrar
la renormalización de las teorías de norma espontáneamente rotas [5], más adelante veremos con
detalle el proceso de renormalización del sector electrodébil del ME.
En las normas renormalizables se deben introducir términos adicionales: el término de fijación de
la norma y el término de los campos fantasmas.

1.5.2. Rompimiento espontáneo de la simetría
El rompimiento espontáneo de la simetría se lleva a cabo cuando µ2 < 0, en cuyo caso el campo

escalar φ tiene un valor de expectación del vacío degenerado, ya que el potencial tiene un mínimo
en

φ20 = φ†0φ0 =
υ2

2
, (1.50)

donde
υ2 = −µ

2

λ
(1.51)

y el valor de expectación del vacío del campo escalar es

φ0 = 〈0|φ|0〉 =
(

0
0√
2

)
. (1.52)

La variación del campo escalar bajo la transformación es

δφ = −iαiT iφ. (1.53)

Los generadores de SU(2)L ×U(1)Y que aniquilan al vacío (T iφ0 = 0), son los generadores que lo
dejan invariante. Primero veamos a Q

Qφ0 = (T 3 +
Y

2
)φ0,

= [
−1

2

(
1 0
0 1

)
+

1

2

(
1 0
0 1

)
]

(
0
υ√
2

)
,

= 0, (1.54)

Q deja invariante al vacío, veamos a T 3 y Y ,

T 3φ0 =
−1

2

(
1 0
0 1

)(
0
υ√
2

)
=

−1

2

(
0
υ√
2

)
, (1.55)

Y φ0 =
1

2

(
1 0
0 1

)(
0
υ√
2

)
=

1

2

(
0
υ√
2

)
. (1.56)

Entonces T 3 y Y no dejan invariante al vacío. Como Q “no se rompe”, al romperse espontáneamente
la simetría, el lagrangiano aún tendrá invariancia de norma ante este grupo. Entonces decimos que
la simetría de norma del modelo de Weinberg se rompe espontáneamente como

SU(2)L × U(1)Y → U(1)em. (1.57)
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Para llevar a cabo el rompimiento espontáneo de la simetría parametrizamos el doblete escalar
complejo como

φ =
1√
2

(
φ1 + iφ2
φ3 + iφ4

)
,

=
1√
2
ei

~θ(x)
υ

(
0

υ +H(x)

)
, (1.58)

donde
~θ(x) =

τ iξi(x)

2
. (1.59)

El campo φ se transforma bajo SU(2)L como

φ→ φ′ = e−i~α(x)φ, (1.60)

con

~α(x) =
τ iαi(x)

2
. (1.61)

Entonces escojemos la siguiente transformación de norma unitaria:

~α =
~θ

υ
, (1.62)

φ se transforma como

φ′ = e−i
~θ
υ φ,

= e−i
~θ
υ

1√
2
ei

~θ
υ

(
0

υ +H(x)

)
,

=
1√
2

(
0

υ +H(x)

)
,

=
υ +H√

2
χ, (1.63)

donde

χ =

(
0
1

)
. (1.64)

Así tenemos:

L → L′ = UL, (1.65)

~Wµ → ~W ′
µ = U ~WµU

† − i

g
(∂µU)U†. (1.66)

Además

Bµ → B′
µ = Bµ, (1.67)

eR → e′R = eR, (1.68)

por que no se transforman bajo SU(2).
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1.5.3. Desarrollo del lagrangiano escalar
Ahora debemos escribir el nuevo lagrangiano, comenzamos por el término escalar

L′
S = (D′

µφ
′)†(D′

µφ
′)− V (φ′†φ′), (1.69)

veamos primero el término cinético

D′
µφ

′ = (∂µ − ig ~W ′
µ − i

g′

2
B′

µ)φ
′,

=
1√
2
(∂µH − i(υ +H)(g ~W ′

µ +
g′

2
B′

µ))χ. (1.70)

De aquí en adelante trabajaremos con los campos transformados, por lo que omitiremos las primas,
el siguiente término es

(D′
µφ

′)† = [
1√
2
(∂µ − i(υ +H)(g ~Wµ +

g′

2
Bµ))χ]

†,

=
1√
2
χ̄(∂µH + i(υ +H)(g ~Wµ +

g′

2
Bµ)), (1.71)

por lo que el término cinético es

(D′
µφ

′)†(D′
µφ

′) = (
1√
2
)2χ̄(∂µH + i(υ +H)(g ~Wµ +

g′

2
Bµ))

(∂µH − i(υ +H)(g ~Wµ +
g′

2
Bµ))χ,

=
1

2
(∂µH∂

µH + (υ +H)2χ̄(g ~W +
g′

2
B)2χ). (1.72)

El segundo término de (1.72) con un poco de álgebra, se puede escribir como

χ̄(g ~W +
g′

2
B)2χ = χ̄(g2 ~Wµ

~Wµ + gg′ ~WµB
µ +

g′

4
BµB

µ)χ, (1.73)

~Wµ se puede expresar como

~Wµ =
W i

µτ
i

2
,

=
1

2

(
W 3

µ

√
2W+

µ√
2W−

µ −W 3
µ

)
, (1.74)

donde W± = 1√
2
(W 1

µ ∓ iW 2
µ).

El primer término de (1.73) se puede reescribir como

χ̄ ~Wµ
~Wµχ =

1

2
W−

µ W
+
µ +

1

4
W 3

µW
3
µ , (1.75)

ahora el segundo término de (1.73)

χ̄ ~Wµχ =
−W 3

µ

2
, (1.76)

y el tercer término de (1.73)

χ̄(g ~W +
g′

2
B)2χ =

1

4
(2g2W−

µ W
+
µ + (gW3 − gB)2). (1.77)
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Finalmente el término cinético puede ser expresado como

(D′
µφ

′)†(D′
µφ

′) =
1

2
∂µH∂

µH +
(υ +H)2

8
(2g2W+

µ W
−µ + (gW 3 − g′B)2), (1.78)

el último término de (1.78) se puede reescribir como

(gW 3 − g′B)2 =
(
W 3

µBµ

)
T

(
W 3

µ

Bµ

)
, (1.79)

donde la matriz T es
T =

(
g2 −gg′

−gg′ g′2

)
. (1.80)

Encontramos los valores propios de T y la diagonalizamos

0 = det(T− λI),

= λ2 − λ(g2 + g2), (1.81)

inmediatamente se obtienen los valores propios

λ1 = 0, (1.82)
λ2 = g2 + g′2, (1.83)

y los eigenvectores son

|λ1〉 =

( g√
g2+g2

− g′√
g2+g′2

)
=

(
cos θw
− sin θw

)
, (1.84)

|λ2〉 =

(
g′√

g2+g′2
g√

g2+g′2

)
=

(
sin θw
cos θw

)
, (1.85)

donde θw se conoce como el ángulo de Weinberg y la matriz de rotación correspondiente es

R =

(
cos θw sin θw
− sin θw cos θw

)
. (1.86)

Con R podemos diagonalizar a T

TD = R̄TR =

(
g2 + g′2 0

0 0

)
. (1.87)

Campos de norma físicos

Ahora para pasar a los campos de masa escribimos(
W 3

µBµ

)
T

(
W 3µ

Bµ

)
=

(
W 3

µBµ

)
RTDR̄

(
W 3µ

Bµ

)
,

=
(
ZµAµ

)
TD

(
Zµ

Aµ

)
,

= (g2 + g′2)ZµZ
µ, (1.88)

donde Zµ y Aµ son los campos físicos o de masa(
Zµ

Aµ

)
= R̄

(
W 3

µ

Bµ

)
=

(
cw −sw
sw cw

)(
w3

µ

Bµ

)
, (1.89)
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o bien (
W 3

µ

Bµ

)
= R

(
Zµ

Aµ

)
=

(
cw sw
−sw cw

)(
ZµAµ

)
. (1.90)

Ahora sí finalmente el término cinético

(D′
µφ

′)†(D′
µφ) =

1

2
∂µH∂

µH +m2
wW

+
µ W

−µ +
1

2
m2

zZµZ
µ

+
(2υ +H)H

8
(2g2W+

µ W
−µ + (g2 + g′2)ZµZ

µ), (1.91)

donde definimos

mW =
1

2
gυ, (1.92)

mZ =
1

2

√
g′2 + g2υ, (1.93)

que corresponden a las masas de los bosones de norma físicos W± y Zµ. En conclusión, el sector
de norma tiene tres campos físicos con masa

W±
µ =

1√
2
(W 1 ∓ iW 2

µ), (1.94)

Zµ = cwW
3
µ − swBµ. (1.95)

Aµ corresponde al fotón, ya que no aparece un término de masa para él:

Aµ = swW
3
µ + cwBµ. (1.96)

En todos los demás términos del lagrangiano debemos introducir los campos físicos mediante

W 3
µ = cwZµ + swAµ (1.97)

Bµ = −swZµ + cwAµ. (1.98)

El potencial escalar es

φ′†φ′ =
(υ +H)2

2
⇒ (1.99)

V (φ′†φ′) = −1

2
(2µ2)H2 + λυH3 +

λ

4
H4 +

1

4
µ2υ2. (1.100)

Entonces el lagrangiano del sector escalar es

LS =
1

2
(∂µH∂

µH −m2
HH

2) +m2
wW

+
µ W

−
µ +

1

2
m2

zZµZ
µ + Lint

S , (1.101)

donde m2
H = −2µ2 es la masa del bosón de Higgs, y

Lint
S = − (υ +H)H

8
(2g2W+

µ W
−µ + (g2 + g′2)ZµZ

µ)− λυH3 − λ

4
H4. (1.102)

1.5.4. Autoacoplamientos del bosón de Higgs HHH y HHHH

Como ya vimos en la sección pasada que al introducir un doblete de campo escalar con valor de
expectación del vacío no nulo a la teoría del grupo de norma SUL(2)×UY (1), la simetría del grupo
se rompe espotáneamente al grupo electromagnético UEM (1). El potencial de Higgs presentado en
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la ecuación (1.46) contiene al doblete complejo de Higgs φ con hipercarga Y = 1 y a los parámetros
λ y µ, que están relacionados por el valor de expectación del vacío,

|〈φ〉0|2 =
υ2

2
=
µ2

2λ
. (1.103)

Desde el descubrimiento del bosón de Higgs sus autoacoplamientos se han vuelto de mayor impor-
tancia por la posibilidad de utilizarlos como mecanismos para la búsqueda de nueva física, por lo
que se buscan diferentes formas de medir este tipo de acoplamientos. Estos autocaplamientos a
nivel de árbol están únicamente determinados por la masa del bosón de Higgs, la cual a nivel de
árbol está dada como MH =

√
2λυ. En la sección pasada también introdujimos al campo de Higgs

H en la componente neutral de doblete

φ =
1√
2

(
0

υ +H

)
, (1.104)

de esta forma los autoacoplamientos del bosón de Higgs a nivel de árbol pueden ser derivados
directamente del potencial como en la ecuación (1.100), dando como resultado:

λHHH =
3g

2MW
M2

H =
3

υ
M2

H ,

λHHHH =
3g2

4M2
W

M2
H =

3

υ2
M2

H , (1.105)

donde g es la constante de acoplamiento de SUL(2)

Término de masa para el electrón

Consideramos ahora el sector de Yukawa

L′
Y = −Ge(L

′†φ′eR + e†Rφ
′†L′), (1.106)

donde Ge es una constante y el campo esta parametrizado como

φ′ =
1√
2

(
0

υ +H

)
, (1.107)

pero omitimos la prima en L y tenemos

LY =
−Ge√

2
(υ +H)(e†LeR + e†ReL),

=
−Geυ√

2
(e†LeR + e†ReL)−

GeH√
2

(e†LeR + e†ReL), (1.108)

donde identificamos el término de masa del electrón

me =
Geυ√

2
, (1.109)

y notamos que

ēe =
(
e†L e†R

)
γ0
(
eL
eR

)
= e†LeR + e†ReL. (1.110)

Así finalmente el término del sector de Yukawa es

LY = −meēe−
me

υ
Hēe; (1.111)

de aquí vemos que el acoplamiento del bosón de Higgs a los electrones es proporcional a me. En
general, el acoplamiento de bosón de Higgs es proporcional a la masa de la partícula.
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1.5.5. Lagrangiano fermiónico
Para pasar a los campos de masa Zµ y Aµ escribimos(

W 3
µ

Bµ

)
=

(
cw sw
−sw cw

)(
Zµ

Aµ

)
,

=

(
cwZµ + swAµ

−swZµ + cwAµ

)
, (1.112)

esto es;

W 3
µ = cwZµ + swAµ, (1.113)

Bµ = −swZµ + cwAµ. (1.114)

El término cinético de los leptones está dado como

LF = L̄iγµDµL+ ēRiγµDµeR, (1.115)

donde

DµL = (∂µ − ig ~Wµ +
ig′

2
Bµ)L, (1.116)

DµeR = (∂µ + ig′Bµ)eR, (1.117)

primero desarrollamos el término del singlete

DµeR = (∂µ + ig′Bµ)eR,

= (∂µ + ig′(−swZµ + cwAµ))eR, (1.118)

entonces
ēRiγ

µDµeR = ēRiγ
µ∂µeR + g′swZµēRγ

µeR − gcwAµēRγ
µeR, (1.119)

es evidente que la constante de acoplamiento del electrón con el fotón debe ser la carga eléctrica,
esto es

g′cw = e. (1.120)
Entonces

ēRiγ
µDµeR = ēRiγ

µ∂µeR + g′swZµēRγ
µeR − eAµēRγ

µeR, (1.121)
podemos notar que también hay interacciones con Zµ y Aµ. Ahora veamos la derivada covariante
para el doblete, en términos de los campos de masa:

DµL = (∂µ − ig ~Wµ +
ig′

2
Bµ)L, .

=

(
D11µ D12µ

D21µ D22µ

)
L,

=

(
∂µ 0
0 ∂µ

)
− ig

2

(
W 3

µ

√
2W+

µ√
2W−

µ −W 3
µ

)
+
ig′

2

(
Bµ 0
0 Bµ

)
. (1.122)

Analizamos entrada por entrada de la ecuación (1.122):

D11µ = ∂µ − ig

2
W 3

µ +
ig′

2
Bµ,

= ∂µ +
i

2
(−gW 3

µ + g′Bµ),

= ∂µ +
i

2
(−gcwZµ − gswAµ − g′swZµ + g′cwAµ),

= ∂µ +
i

2
[−(gcw + g′sw)Zµ + (g′cw − gsw)Aµ], (1.123)
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pero por definición g′ = gtw, por lo que

gcw + g′sw =
e

cwsw
. (1.124)

También
−gsw + g′cw = −gsw + gsw = 0, (1.125)

por lo que
D11µ = ∂µ − ig

2cw
Zµ. (1.126)

Directamente inspeccionando, vemos que

D21µ =
−ig√
2
W+

µ , (1.127)

D12µ =
−ig√
2
W−

µ . (1.128)

Por último,

D22µ = ∂µ +
ig

2
W 3

µ +
ig′

2
Bµ,

= ∂µ +
i

2
(gW 3

µ + g′Bµ), (1.129)

el último término que aparece entre paréntesis en (1.129) es

gW 3
µ + g′Bµ = g(cwZµ + swAµ) + g(−swZµ + cwAµ),

= (gcw − g′sw)Zµ + (gsw + g′cw)Aµ,

= (gcw − g
s2w
cw

)Zµ + (gsw + g
swcw
cw

)Aµ,

= g(cw − s2w
cw

)Zµ + 2gswAµ,

=
g

cw
(c2w − s2w)Zµ + 2gswAµ, (1.130)

entonces
D22µ = ∂µ +

ig

2cw
(c2w − s2w)Zµ + ieAµ. (1.131)

El término cinético del doblete leptónico es

L̄DµL =
(
ν̄eL ēL

)
Dµ

(
νeL
eL

)
,

= ν̄eL(∂µ − ig

2cw
Zµ)νeL − ēL

ig√
2
W−

µ νeL − ν̄eL
ig√
2
W+

µ eL + ēL(∂µ

+
ig

2cw
(c2w − s2w)Zµ + ieAµ)eL, (1.132)

entonces

L̄iγµDµL = ¯νeLiγ
µ∂µνeL +

g

2cw
Zµ ¯νeLγ

µνeL +
g√
2
W+

µ ¯νeLγ
µeL +

g√
2
W−

µ ēLγ
µνeL

+ēLiγ
µ∂µeL − g

2cw
(c2w − s2w)ZµēLγ

µēL − eAµēLγ
µeL. (1.133)
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Así, el lagrangiano fermiónico es

LF = ēLiγ
µ∂µeL + ēRiγ

µ∂µeR + ¯νeLiγ
µ∂µνeL

−eAµēLγ
µeL − eAµēRγ

µeR − g

2cw
(c2w − s2w)ZµēLγ

µeL

+
gs2w
c2w

ZµēRγ
µeR +

g

2cw
Zµ ¯νeLγ

µνeL

+
g√
2
W+

µ ¯νeLγ
µeL +

g√
2
W−

µ ēLγ
µνeL. (1.134)

Recordemos rápidamente que

eL = PLe ⇒ ēL = ēPR, (1.135)
eR = PRe ⇒ ēR = ēPL, (1.136)
P 2
L = PL P 2

R = PR PL + PR = I, (1.137)

con esto tenemos

ēLiγ
µ∂µeL = ēiγµ∂µPLe, (1.138)

ēRiγ
µ∂µeR = ēiγµ∂µPRe, (1.139)

y aparte tenemos que
−eAµēLγ

µeL − eAµēRγ
µeR = −eAµēγ

µe. (1.140)
También debemos de considerar que:

g

2cw
(c2w − s2w)ZµēLγ

µeL + g
s2w
cw
ZµēRγ

µeR

=
g

2cw
Zµēγ

µ((c2w − s2w)PL + 2s2wPR)e, (1.141)

g√
2
W+

µ ¯νeLγ
µeL =

g√
2
W+

µ ν̄eγ
µPLe, (1.142)

g√
2
W−

µ ēLγ
µνeL =

g√
2
W−

µ e
−
Lγ

µPLνeL, (1.143)

g

2cw
Zµ ¯νeLγ

µνeL =
g

2cw
Zµν̄eγ

µPLνe. (1.144)

Finalmente el lagrangiano del sector fermiónico en términos de los campos de masa es

LF = ēiγµ∂µe− eAµēγ
µe+

g

2cw
Zµēγ

µ(geLPL + geRPR)e

+ν̄eLiγ
µ∂µνeL +

g

2cw
Zµν̄eγ

µgνLPLνe +
g√
2
W+

µ ν̄eγ
µPLe

+
g√
2
W−

µ ēγ
µPLνe, (1.145)

donde hemos definido

geL = s2w − c2w,

= −1 + 2s2w, (1.146)
geR = 2s2w. (1.147)

Podemos resaltar algunos puntos importantes del lagrangiano de este sector

En este sector tenemos los acoplamientos del fotón, el bosón Zy el bosón W con los leptones.

Como la fuerza débil es de carácter universal el lagrangiano para el muon y el tau es análogo.
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Corrientes neutras y cargadas

Escribiremos el lagrangiano en términos de las corrientes neutra, cargada y electromagnética.
Definimos la corriente neutra

j0µ = ēγµ(geLPL + geRPR)e+ ν̄eγ
µpLνe,

= ēγµ(geV − geAγ
5)e+ ν̄γµ

I− γ5

2
νe, (1.148)

donde

geν =
1

2
(geL + geR) = −1

2
+ 2s2w, (1.149)

geA = −1

2
(geR − geL) = −1

2
, (1.150)

gνV = gνA =
1

2
, (1.151)

la corriente cargada es

j+µ = ν̄eγ
µPLe, (1.152)

j−µ = (j+µ )† = ēγµPLνe, (1.153)

y la corriente electromagnética
jemµ = ēγµe, (1.154)

y así finalmente el lagrangiano fermiónico queda como

LF = ēiγµ∂µe+ ν̄eLiγ
µ∂µνeL +

g

2cw
j0µZµ +

g√
2
(j+µW

−µ + j−µW
+µ)− ejemµ Aµ, (1.155)

podemos notar que las interacciones con los bosones Z y W violan paridad, pero la interacción con
el fotón la conserva. También podemos ver que el neutrino interacciona con los bosones Z y W .

El Lagrangiano de norma

El lagrangiano del sector de norma está dado como sigue

LG =
−1

4
BµνB

µν − 1

2
Tr[ ~Wµν

~Wµν ]. (1.156)

Empezamos por el término de la traza

~Wµν
~Wµν =

1

4

(
W 3

µν

√
2W+

µν√
2W−

µν −W 3
µν

)(
W 3µν

√
2W+µν

√
2W−µν −W 3µν

)
,

=
1

4

(
W 3

µνW
µν3 + 2W+

µνW
−µν

√
2(W 3

µνW
+µν −W+

µνW
3µν)√

2(W−
µνW

3µν −W 3
µνW

−µν) 2W−
µνW

+µν +W 3
µνW

3µν

)
. (1.157)

(1.158)

Entonces la traza
Tr[ ~Wµν

~Wµν ] =
1

2
W 3

µνW
µν3 +W+

µνW
−µν , (1.159)

por lo que el lagrangiano toma la forma

LF = −1

2
W+

µνW
−µν − 1

4
BµνB

µν − 1

4
W 3

µνW
3µν . (1.160)
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Ahora necesitamos escribirlo en términos de los campos físicos

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ,

= −swZµν + cwAµν , (1.161)

entonces el producto

BµνB
µν = (cwAµν − swZµν)(cwA

µν − swZ
µν),

= c2wAµνA
µν + s2wZµνZ

µν − 2cwswZµνA
µν . (1.162)

Luego
W 3

µν = ∂µW
3
ν − ∂νW

3
µ + g(W 2

µW
1
ν −W 1

µW
2
ν ), (1.163)

de la definición de W±
µ podemos despejar a W 1,2 fácilmente

W 1
µ =

1√
2
(W+

µ +W−
µ ), (1.164)

W 2
µ =

i√
2
(W+

µ −W−
µ ). (1.165)

Entonces podemos hacer los productos

W 2
µW

1
ν =

i

2
(W+

µ −W−
µ )(W+

ν +W−
ν ),

=
i

2
(W+

µ W
+
ν +W+

µ W
−
ν −W−

µ W
+
ν −W−

µ W
−
ν ), (1.166)

W 1
µW

2
ν =

i

2
(W+

µ +W−
µ )(W+

ν −W−
ν ),

=
i

2
(W+

µ W
+
ν −W+

µ W
−
ν +W−

µ W
+
ν −W−

µ W
−
ν ), (1.167)

haciendo la resta

W 2
µW

1
ν −W 1

µW
2
ν =

1

2
(2W+

µ W
−
ν − 2W−

µ W
+
ν ),

= i(W+
µ W

−
ν −W−

µ W
+
ν ), (1.168)

después
∂µW

3
ν − ∂νW

3
µ = cwZµν + swAµν , (1.169)

y ahora tenemos
W 3

µν = cwZµν + swAµν − ig(W+
µ W

−
ν −W+

ν W
−
µ ), (1.170)

entonces

W 3
µνW

3µν = c2wZµνZ
µν + s2wAµνA

µν + 2cwsw(ZµνA
µν + aµνZ

µν)

−2ig(swAµν + cwZµν)(W
+µW−ν −W+νW−µ)

+g2(W+
µ W

−
ν −W+

ν W
−
µ )(W+µW−ν −W+νW−µ), (1.171)

sumando

W 3
µνW

3µν +BµνB
µν = ZµνZ

µν +AµνA
µν − 2ig(cwZµν + swAµν)(W

+µW−ν −W+νW+µ),

+g2(W+
µ W

−
ν −W+

ν W
−
µ )(W+µW−ν −W+µW−µ), (1.172)
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entonces el lagrangiano es

LG = −1

2
W−

µνW
+µν − 1

4
ZµνZ

µν − 1

4
AµνA

µν

−2ig(cwZµν + swAµν)(W
+µW−ν −W+νW+µ)

+g2(W+
µ W

−
ν −W+

ν W
−
µ )(W −+µ W−ν −W+µW−ν). (1.173)

Ahora se define
W±

µν =
1√
2
(W 1

µν ∓−iW 2
µν), (1.174)

donde
W 1

µν = ∂µW
1
ν − ∂νW

1
µ + g(W 2

µW
3
ν −W 3

µW
2
ν ), (1.175)

W 2
µν = ∂µW

2
ν − ∂νW

2
µ − ∂νW

2
µ + g(W 3

µW
1
ν −W 1

µW
3
ν ), (1.176)

entonces sustituyendo directamente obtenemos
W+

µν =
1

√
2(W 1

µν − iW+
µν),

= DµW
+
ν −DνW

+
µ + igcw(ZνW

+
µ − ZµW

+
ν ), (1.177)

donde
Dµ = (∂µ + ieAµ), (1.178)

entonces
W−

µν = (W+
µν)

†,

= D∗
µW

−
ν −D∗

νW
−
µ − igcw(ZνW

−
µ − ZµW

−
ν ). (1.179)

Así obtenemos la siguiente relación
W−

µνW
+µν

= (D∗
µW

−
ν −D∗

νW
−
µ )(DµW+ν −DνW+µ)

igcw[(D
+
µW

−
ν −D∗

νW
−
µ )(ZνW+µ − ZµW+ν)

−(DµW+ν ∗DνW+µ)(ZνW−
µ − ZµW−

ν )]

g2c2w(ZνW
−
µ − ZµW

−
ν )(ZνW+µ − ZµW+ν), (1.180)

y finalmente el lagragiano de norma es

LG = −1

4
AµνA

µν − 1

4
ZµνZ

µν − 1

2
(D∗

µW
−
ν −D∗

νW
−
µ )(DµW+ν −DνW+µ) + Lint (1.181)

donde el lagrangiano de interacción se define como
Lint = −2ig(cwZµν + swAµν)(W

+µW−ν −W+νW−µ)

g2(W+
µ W

−
ν −W+

ν W
−
µ )(W+µW−ν −W+νW−µ)

− ig
2
cw[(D

+
µW

−
ν −D∗

νW
−
µ )(ZνW+µ − ZµW+µ − ZµW+ν)

−(DµW+ν −DνW+µ)(ZνW−
µ − ZµW−

ν )]

−g
2

2
c2w(ZνW

−
µ − ZµW

−
ν )(ZνW+µ − ZµW+ν). (1.182)

Podemos obtener la siguiente información del lagrangiano de norma:
El fotón se acopla a un par W−W+

El Z se acopla a un par W−W+

Existen vértices de 4 W

En general existen varios vértices cuádruples
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1.5.6. Generalización para familias leptónicas
Introducimos los dobletes izquierdos de cada familia

L1 =

(
νeL
eL

)
, (1.183)

L2 =

(
νµL
µL

)
, (1.184)

L3 =

(
ντL
τL

)
, (1.185)

y los singletes derechos

e1R = eR, (1.186)
e2R = µR, (1.187)
e3R = τR. (1.188)

Como ya sabemos que la fuerza débil es universal el lagrangiano es el mismo que ya calculamos
para las tres familias, así que solo debemos sumar

LFΣ
3
i=1(L̄iiγ

µDµLi + ēiRiγ
µDµeiR). (1.189)

Para el sector de Yukawa debemos extenderlo de la forma más general posible que respeta la
invariancia de norma

LY = −Σ3
ij(GijL

†
iφejR +G∗

ije
†
jRφ

†Li), (1.190)

donde Gij es una matriz compleja 3× 3, entonces introducimos los siguientes tripletes

L =

L1

L2

L3

 , (1.191)

eR =

e1Re2R
e3R

 . (1.192)

En la norma unitaria
φ =

1√
2

(
0

υ +H

)
, (1.193)

donde el doblete φ actuá sobre cada Li por separado

L†
iφ =

(
ν†eiL e†iL

) 1√
2

(
0

υ +H

)
,

=
1√
2
(υ +H)e†iL, (1.194)

φ†Li =
1√
2

(
0 υ +H

)(νieL
eiL

)
,

=
1√
2
(υ +H)eiL. (1.195)

Entonces el lagrangiano

LY = − υ√
2
eLGeR − H

υ
(
υ√
2
G)eR +H.C., (1.196)
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donde

eL =

e1Le2L
e3L

 =

eLµL

τL

 (1.197)

eR =

e1Re2R
e3R

 =

eRµR

τR

 , (1.198)

y la matriz de masas leptónicas es:
M =

υ√
2
G. (1.199)

Diagonalizamos con una rotación

MD = ULMU†
R, (1.200)

M = U†
LMDUR, (1.201)

MD =

me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ

 (1.202)

y el lagrangiano queda como

LY = −e†LU
†
LMDUReR − H

υ
e†LU

†
LMDUReR +H.C. . (1.203)

Los campos de masa son

e′L = ULeL, (1.204)
e′R = UReR, (1.205)

entonces
LY = −e′L

†
MDe

′
R − H

υ
e′L

†
MDe

′
R +H.C. (1.206)

Al rotar la matriz de masas también se rota la matriz de acoplamientos del Higgs, por lo que el
modelo de Weinberg no tiene corrientes neutras con cambio de sabor mediadas por el Higgs (no
hay acoplamientos simultáneos del Higgs con leptones de diferentes familias).
Por simplicidad omitimos la prima de aquí en adelante, entonces

LY = −mee
†
LeR −mµµ

†
LµR −mττ

†
LτR − H

υ
mee

†
LeR − H

υ
mµµ

†
LµR − H

υ
mττ

†
LτR +H.C. (1.207)

o bien
LY = −meēe−mµµ̄µ−mτ τ̄ τ −

H

υ
meēe−

H

υ
mµµ̄µ− H

υ
mτ τ̄ τ. (1.208)

1.5.7. Adición de los quarks
Para escribir el lagrangiano de los quarks introducimos un doblete de quarks izquierdos por

familia
QL =

(
uL
dL

)
(1.209)

y dos singletes derechos por familia
uR, dR, (1.210)
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con hipercarga 4
3 y −2

3 respectivamente. Para tener consistencia con la carga eléctrica, la hipercarga
del doblete debe ser 1

3

Qu = T 3 +
YQ
2

=
1

2
+

1

6
=

2

3
, (1.211)

Qd = T 3 +
YQ
2

= −1

2
+

1

6
= −1

3
. (1.212)

El término cinético para una familia de quarks está dado por

L = Q̄LiDµQL + ūRiDµuR + d̄riDµdR. (1.213)

La derivada covariante para el doblete es

DµQL = (∂µ − ig ~Wµ − ig

6
Bµ)QL, (1.214)

para los singletes la derivada covariante es

DµuR = (∂µ − 2ig′

3
Bµ)uR, (1.215)

DµdR = (∂µ +
ig′

3
Bµ)dR, (1.216)

similar al caso de los leptones necesitamos escribir a los campos de norma en términos de los
campos de masa. Comenzamos por los singletes

ūRiγ
µDµuR = d̄Riγ

µ∂µdR +
g

3

s2w
cw
Zµd̄Rγ

µdR − e

3
Aµd̄Rγ

µdR,

para el doblete

DµQL =

(
D11µ D12µ

D21µ D22µ

)
QL ⇒ (1.217)

D11µ = ∂µ − ig ~W11µ − ig′

6
Bµ,

= ∂µ − ig

2cw
(
3c2w − s2w

3
)Zµ − i

2

3
eAµ, (1.218)

D22µ = ∂µ − ig ~W22µ − i
g′

6
Bµ,

= ∂µ − ig

2cw
(
−3c2w − s2w

3
)Zµ + i

e

3
Aµ, (1.219)

D12µ = − ig√
2
W+, (1.220)

D21µ = − ig√
2
W−. (1.221)
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Desarrollamos un poco más el primer término de (1.213)

DµQL =

(
D11µuL +D12µdL
D21µuL +D22µdL

)
⇒ (1.222)

Q̄Liγ
µDµQL =

(
ūLd̄L

)
iγµ

(
D11µuL +D12µdL
D21µuL +D22µdL

)
,

= ūLiγ
µ∂µuL +

g

2cw
(1− 4

3
s2w)ZµūLγ

µuL

+
2

3
eAµūLγ

µuL +
g√
2
W+

µ u
−
Lγ

µdL

+
g√
2
W−

µ d̄Lγ
µuL + d̄Lγ

µi∂µdL

+
g

2cW
(−1 +

2

3
s2w)Zµd̄Lγ

µdL

−e
3
Aµd̄Lγ

µdL. (1.223)

Finalmente el lagrangiano de los quarks es

LQ = ūRiγ
µ∂µuR − 2g

3cw
s2wZµūRγ

µuR

+
2

3
eAµūRγ

µuR − e

3
Aµd̄Rγ

µdR

+d̄Riγ
µ∂µdR +

gs2w
3cw

Zµd̄Rγ
µdR

+ūLiγ
µ∂µuL +

g

2cw
(1− 4

3
s2w)ZµūLγ

µuL

+
2

3
eAµūLγ

µuL +
g√
2
W+

µ ūLγ
µdL

+
g√
2
W−

µ d̄Lγ
µuL + d̄Lγ

µi∂µdL

−e
3
Aµd̄Lγ

µdL, (1.224)

reacomodando algunos términos y redefiniendo algunas constantes este queda como

LQ = ūiγµ∂µu+ d̄iγµ∂µd+
g

2cw
Zµūγ

µ(guLPL + guRPR)u

+
2

3
eAµūγ

µu− e

3
Aµd̄γ

µd+
g

2cw
Zµd̄γ

µ(gdLPL + gdRPR)d

+
g√
2
W−

µ d̄γ
µPLu+

g√
2
W+ūγµPLd, (1.225)

donde

guL = 1− 4

3
s2w,

gdL = −1 +
2

3
s2w,

guR = −4

3
s2w,

gdR =
2

3
s2w. (1.226)
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El lagrangiano para las otras familias de quarks es análogo. Si se escriben PL y PR en términos de
γ5 tenemos acoplamientos de tipo vectorial-axial

Zµq̄γµ(gqV − gqAγ
5)q (1.227)

con

guV =
1

2
− 4

3
s2w, (1.228)

gdV = −1

2
+

2

3
s2w, (1.229)

guA =
1

2
, (1.230)

gdA = −1

2
. (1.231)

En general el acoplamiento de un par fermión antifermión al bosón Z se escribe como
g

2cw
Zµf̄γ

µ(gfV − gfA)f (1.232)

donde

gfV = T f
3 − 2Qfs

2
w, (1.233)

gfA = T f
3 , (1.234)

1.5.8. El lagrangiano del sector electrodébil del modelo estándar
La masa de los quarks down

Para los leptones el neutrino no tiene masa, pero para los quarks tanto el up como el down
tienen masa, entonces el lagrangiano de Yukawa debe tomar en cuenta ambos quarks, esto es

LY = Lu
Y + Ld

Y . (1.235)

Esta vez generalizamos para todas las familias de quarks, primero para los quarks d

Ld
Y = Σ3

i=1(G
d
ijQ

†
iLφdjR +Gd∗

ij d
†
jRφ

†QiL), (1.236)

con el doblete
QiL =

(
uiL
diL

)
. (1.237)

Una vez mas tomamos al campo en la norma unitaria, y así

Q†
iLφ =

1√
2

(
u†iL d†iL

)( 0
υ +H

)
,

=
1√
2
(υ +H)d†iL, (1.238)

φ†QiL =
1√
2

(
0 υ +H

)(uiL
diL

)
,

=
1√
2
(υ +H)diL, (1.239)

entonces

Ld
Y = −υ +H√

2
Σ3

i=1(G
d
ijd

†
iLdjR +Gd∗

ij d
†
jRdiL),

= −d†LM
ddR − H

υ
d†LM

ddR +H.C., (1.240)
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con los tripletes

dL =

dLsL
bL

 =

d1Ld2L
d3L

 , (1.241)

dR =

dRsR
bR

 =

d1Rd2R
d3R

 , (1.242)

y la matriz
Md =

υ√
2
Gd. (1.243)

La rotación de los quarks de sabor a los quarks de masa es

dL = D†
Ld

′
L, (1.244)

dR = D†
Rd

′
R (1.245)

entonces

LY
d = −d′L

†
DLM

dDd′R − H

υ
d′L

†
DLM

dDRd
′
R +H.C.

= −d′†LMd
Dd

′
R − H

υ
d′L

†
Md

Dd
′
R +H.C. , (1.246)

con la matriz de masas

Md
D = DLM

dDR, =

md 0 0
0 ms 0
0 0 mb

 .

Esta rotación también diagonaliza los acoplamientos del bosón de Higgs a los d

LY
d = −mdd

′
L
†
d′R −mss

′
L
†
sR −mbb

′
L
†
b′R − H

υ
(mdd

′
L
†
dR +mss

′
L
†
s′R +mbb

′
L
†
b′R) +H.C.,

= −mdd̄′d
′ −mss̄′s

′ −mbb̄′b
′ − H

υ
(mdd̄′d+mss̄′s

′ +mbb̄′b
′) (1.247)

La masa de los quarks up

Introducimos un doblete de SU(2)

φ̄ = iσ2φ

=
1√
2

(
υ +H

0

)
, (1.248)

por lo que

Q†
iLφ̄ =

(
ūiLd̄iL

) 1√
2

(
υ +H

0

)
,

=
υ +H√

2
ūiL, (1.249)

φ̄†QiL =
1√
2

(
υ +H 0

)(uiL
diL

)
,

=
υ +H√

2
uiL. (1.250)
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Introducimos los tripletes para los quarks u

uL =

u1Lu2L
u3L

 =

uLcL
tL

 =

uRcR
tR

 , (1.251)

entonces

Lu
Y = −υ +H√

2
Σ3

i=1(G
u
ij ūiLujR +Gu∗

ij u
†
jRuiL),

= −υ +H√
2

(u†LG
uuR + u†RG

−†uL), (1.252)

diagonalizamos la matriz de masa con la siguiente rotación

uL = U†
Lu

′
L, (1.253)

uR = U†
Ru

′
R, (1.254)

y la matriz de masas es análoga al caso de los d

Mu = UMuU†
R,

=

mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt

 (1.255)

con
Mu =

υ√
2
Gu, (1.256)

y así el lagrangiano de Yukawa es

Lu
Y = − υ√

2
u†LG

iuR − H

υ

υ√
2
u†LG

uuR +H.C.

= −muū′u
′ −mcc̄′c

′ −mtt̄′t
′ − H

υ
(muū

′u′ +mcc̄′c
′ +mtt̄′t

′). (1.257)

Matriz de mezcla CKM

Ahora debemos escribir los términos cinéticos y de interacción con los bosones de norma en
términos de los quarks de masa, si regresamos a lo que ya hemos calculado notamos que se tienen
términos de corrientes neutras

ūγµu = ūLγ
µuL + ūRγ

µuR, (1.258)
d̄γµd = d̄Lγ

µdL + d̄Rγ
µdR, (1.259)

ūγµ(guLPL + guRPR)u = gL
uūLγ

µuL + guRūRγ
µuR, (1.260)

d̄γµ(gdLPL + gdRPR)d = gdLd̄Lγ
µdL + gdRd̄Rγ

µdR. (1.261)

De modo que solo hay términos con quarks izquierdos o términos con quarks derechos, es decir, no
hay mezclas. Podemos efectuar una rotación como sigue

ūLγ
µuL = ū′LULγ

µU†
Lu

′
L = ū′Lγ

µu′L, (1.262)
d̄Lγ

µdL = d̄′LDLγ
µD†

Ld
′
L = d̄′Lγ

µd′L (1.263)

para R

ūRγ
µuR = ū′RURγ

µU†
Ru

′
R = ū′Rγ

µu′R, (1.264)
d̄Rγ

µdR = d̄′RDRγ
µD†

Rd
′
R = d̄′Rγ

µd′R. (1.265)
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Entonces en las corrientes neutras solo hay que redefinir los campos sin primas por los primados y
no aparece cambio de sabor, ya que

ū′Rγ
µu′R = ū′Rγ

µu′R + c̄′Rγ
µc′R + t̄′Rγ

µt′R, (1.266)
d̄′Rγ

µd′R = d̄′Rγ
µd′R + s̄′Rγ

µs′R + b̄′Rγ
µb′R. (1.267)

Ahora veamos las interacciones con el W , donde si hay mezcla

d̄Lγ
µuL , (1.268)

ūLγ
µdL , (1.269)

y se transforman como

d̄Lγ
µuL = d̄′LDLγ

µU†
Lu

′
L = d̄′Lγ

µDLU
†
Lu

′
L, (1.270)

ūLγ
µdL = ū′LULγ

µD†
Ld

′
L = ū′Lγ

µULD
†
Ld

′
L, (1.271)

entonces se define la matriz CKM
VCKM = ULD

†
L, (1.272)

así podemos escribir las interacciones con el W como

LWqq′ =
g√
2
W+

µ ū
′
Lγ

µVCKMd
′
L +

g√
2
W−

µ d̄
′
Lγ

µV †
CKMu

′
L, (1.273)

notamos que
V †
CKMVCKM = DLU

†
LULD

†
L = I. (1.274)

VCKM se puede escribir como

VCKM =

Vud Vus Vub
Vcd Vcs Vcb
Vtd Vts Vtb

 , (1.275)

esta es la matriz de mezcla de los quarks y da lugar a violación de CP . En conclusión en el sector
de los quarks del modelo estándar no hay cambio de sabor en las corrientes neutras, pero sí lo hay
en las cargadas.

1.6. Modelos de extensión
Como ya comentamos en la introducción de este capítulo el ME es una teoría que describe tres

de las cuatro interacciones fundamentales exceptuando a la gravedad, y clasifica a las partículas
fundamentales que componen a la materia. A pesar de su éxito sigue fallando en responder ciertas
cuestiones fundamentales, ya que aparte de no describir la interacción gravitacional no explica la
materia oscura, ni la disparidad entre materia y antimateria en el universo, entre otros fenómenos.
Los modelos de extensión son los intentos de la comunidad científica de completar el ME intro-
duciendo nuevas partículas con ciertas peculiaridades que podrían ayudar a resolver las incógnitas
que hemos mencionado, muchísimos de ellos enfoncándose en unificar las teorías actuales que des-
criben las interacciones fundamentales. Hay varios modelos de extensión famosos que han llamado
la atención de la comunidad científica por las posibilidades que ofrecen.
Dos de las perspectivas más comúnes para proponer modelos de extensión son las teorías de gran
unificación, que se revisa a continuación, y teorías que extienden el sector de Higgs. En este trabajo
nos importa más el marco de gran unificación, pues de aquí sale la propuesta de los LQ. Pero no
se debe perder de vista la importancia de las teorías con un sector de Higgs extendido como herra-
mienta para la búsqueda de efectos de nueva física. En las referencias [12] y [15] encontramos dos
estudios de los efectos de un Higgs ligero del modelo de dos dobletes de Higgs en el acoplamiento
HHH, que nos ayudan a entender como los autoacoplamientos del Higgs son fundamentales para
la búsqueda de nueva física independiente del marco teórico que escojamos para proponer nuestra
teoría de extensión
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1.6.1. Teorías de gran unificación
Las teorías de gran unificación (GUT por sus siglas en inglés) son un conjunto de modelos que

buscan (como su nombre lo índica) unificar las tres interacciones fundamentales del ME en una
única interacción fundamental que se da a energías extremadamente altas. El gran precursor de
este tipo de teorías es el modelo de Weinberg que ya vimos a detalle, en él ofrecemos un marco
más amplio de la teoría de grupos en donde podemos conceptualizar a la interacción débil y la
electromagnética como una sola interacción, y como ya discutimos este fue un parte aguas en la
historia de la Física, en vez de representar a cada interacción con un solo grupo, consideramos un
grupo más completo en donde podemos representar ambas interacciones con un solo grupo, siendo
este grupo U(1)Y × SU(2)L el cual se “rompe” al grupo electromagnético U(1)EM una vez que
se da la ruptura espontánea de la simetría, lo cual ocurre cuando estamos a energías abajo de la
escala electrodébil. De esta forma, para unificar ahora la interacción fuerte buscamos un grupo
con una simetría fundamental que esté rota y que al romperse incorpore a SU(3) (grupo asociado
a la interacción fuerte) dentro de su estructura, es decir un grupo que tenga como subgrupo a
U(1) × SU(2) × SU(3). Además, como funciona con el ME esperamos que esta nueva teoría y su
nueva simetría fundamental se “rompan” al pasar cierto umbral de energía y así la teoría converga
al ME, es decir, buscamos que el ME sea solo la versión de bajas energías de esta nueva teoría.
Hay varios grupos que son candidatos y que se han analizado en diversas teorías, pero ese no es el
punto central de este trabajo, por lo que no aunaremos en dichos detalles.
Una de las principales ideas es que al principio del todo solo existía una interacción fundamental
universal que se fue separando en distintos tipos de interacciones a medida que el universo se
expandía y enfriaba. Cada una de las interacciones fundamentales tiene su propia constante de
acoplamiento, las cuales en el contexto de GUT parecen distintas a bajas energías, pero a energías
muy altas deberían ser la misma. El límite de energía para el que se preve se pudieran observar
estos efectos es 1016 GeV, el cual se conoce como la escala de gran unificación, y es esta la misma
escala a la que esperamos se rompa la nueva simetría. Esta idea está detrás de la mayoría de las
extensiones del ME.
Hay varias teorías dentro del marco de GUT que han sido ampliamente estudiadas y en la gran
mayoría de ellas el común denominador que impide la comprobación experimental de las mismas es
la escala de energía, el límite inferior para las masas de las partículas propuestas por cualquier teoría
interesante ya se encuentran por arriba de las energías a las que pueden funcionar los aceleradores
actuales por lo que no esperamos ver efectos de estas teorías hasta que estén en funcionamiento los
nuevos colisionadores, así los que nos queda por ahora es medir los acoplamientos del ME que no
han podido ser observados (en especial los del Bosón de Higgs) y discutir acerca de cuáles teorías
valen la pena que nos enfoquemos en ellas para diseñar los experimentos futuros teniendo en mente
los procesos cuánticos que deberían recibir contribuciones de las partículas propuestas por dichas
teorías. Con esto en mente es que en esta tesis analizamos el triple acoplamiento del Bosón de
Higgs como un mecanismo para detectar partículas escalares en un futuro.
Cuando Pati y Salam estaban desarrollando una teoría bajo el contexto de las GUT surgieron de
manera natural cierto tipo de partículas cuya propiedad particular es convertir quarks en leptones
y viceversa, están son denominadas leptoquarks y recientemente han cobrado relevancia. En el
siguiente capítulo entraremos en más detalle en este tipo de teorías, y en particular en las partículas
escalares que estos modelos ofrecen.
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Capítulo 2

La Física de los Leptoquarks

Los Leptoquarks (que desde ahora llamaremos LQ) son partículas hipotéticas que emergen de
forma natural en teorías de gran unificación. La particularidad que distingue a los LQ de cualquier
otro tipo de partícula es que pueden convertir leptones en quarks y viceversa, representando así una
fuente única para la búsqueda de nueva física que ha sido ampliamente estudiada. El descubrimiento
de un LQ sería un paso importante en la dirección correcta para la unificación de las interacciones
fundamentales. Esto encajaría bastante bien con la reciente unificación de las interacciones débil
y electromagnética.
Los LQ fueron clasificados sistemáticamente por primera vez por Buchmuller, Ruckl y Wyler en
1987, en diez representaciones diferentes bajo el grupo de norma del ME de los cuales cinco son
de naturaleza escalar (espín 0) y cinco de naturaleza vectorial (espín 1). Apesar de pasar por un
periódo de desinterés, en años recientes los LQ han cobrado relevancia nuevamente ya que se cree
que podrían ser los culpables de ciertas desviaciones de observables físicas de sabor detectadas en
experimentos con respecto de las predicciones del ME. [6]
La razón por la cual se cree que los LQ podrían ser en parte responsables de las desviaciones
es porque todas presentan violación universal del sabor leptónico. Esta problemática se podría
corregir mediante la implementación de LQ, pero el análisis de dicho planteamiento supera los
objetivos y metas de nuestro trabajo.
En este capítulo haremos una revisión rápida de las generalidades de los modelos de LQ. Nos
enfocaremos en los LQ de naturaleza escalar. En [5] encontramos una recopilación de la bibliografía
referente a LQ en las últimas décadas (hasta 2016) enfocada en la fenomenología y las generalidades
de los modelos. En [6] encontraremos un estudio centrado en la obtención de las reglas de Feynman
para LQ escalares.
De ahora en adelante cada vez que hagamos mención de un LQ, quedará implícito que nos referimos
a uno de naturaleza escalar. En la primera sección abordaremos con rápidez la nomenclatura que
vamos a usar, para después hacer un análisis del lagrangiano de los LQ escalares, seguido de una
revisión de los acoplamientos entre los LQ y el H. Continuaremos con la presentación de las reglas
de Feynman para las interacciones de los LQ y el H. Finalmente damos información relevante sobre
los decaimientos de los LQ y terminamos con una recopilación de todos los esfuerzos experimentales
hasta la fecha para buscar los LQ en colisiones de protones.

2.1. El lagrangiano y las interacciones del bosón de Higgs
con los Leptoquarks

En este trabajo vamos a representar a los LQ escalares con la letra S. En todos los modelos que
proponen la existencia de LQ habrá ya sea 5 o 6 representaciones escalares, que se diferenciarán
unas de otras por la forma bajo la que se transforman sus representaciones en los grupos principales

31



La Física de los Leptoquarks
2.1 El lagrangiano y las interacciones del bosón de Higgs con los Leptoquarks

del ME, en la siguiente tabla ponemos como ejemplo una de las nomenclaturas más tempranas. [6]
Sin embargo en este trabajo analizaremos la contribución de los LQ al vértice HHH, y como ya

Grupo S1 S1̄ S2 S2̄ S3

SUc(3) 3 3 3 3 3
SUL(2) 1 1 2 2 3
UY (1) − 1

3 − 4
3

7
6

1
6 − 1

3

veremos más adelante la única propiedad intrínseca de los LQ que tendrá efecto en esta contribución
será su masa. Entonces la forma en la que los LQ se transforman bajo los diferentes grupos de
norma y su carga no nos son de vital importancia. De tal manera que lo que sigue nos referiremos
a los LQ escalares con una sola representación genérica S.
En general el lagrangiano de las teorías de LQ se podrá separar en los siguientes sectores,

LLQ = L2S + LK + LF + L3S + L4S , (2.1)

donde L2S contiene los términos de masa de los LQ y los acoplamientos de tipo LQ− LQ−H y
LQ−LQ−H −H. LK los términos cinéticos y los acoplamientos a los bosones de norma del ME.
LF los acoplamientos a los fermiones del ME. L3S los acoplamientos del tipo LQ − LQ − LQ y
LQ−LQ−LQ−H. Por último L4S contiene los acoplamientos de tipo LQ−LQ−LQ−LQ. En este
trabajo nos interesan los efectos de S sobre el acoplamiento HHH, por lo que solo vamos a analizar
la sección del lagrangiano que contiene los acoplamientos de S con H. Como estamos haciendo
un análisis sobre los efectos de una GUT a bajas energías, nos es más conveniente introducir un
sínglete real con un lagrangiano genérico que describa la forma en la que los LQ se acoplan al Higgs.
Entonces en vez de analizar la porción entera del lagrangiano que da los acoplamientos de todas
las representaciones al Higgs, vamos a introducir un lagrangiano genérico con los acoplamientos
de un escalar con el Higgs. A este lagrangiano genérico le vamos a llamar lagrangiano efectivo.
Así para estudiar los efectos de los LQ sobre el vértice HHH en vez de añadir un modelo de LQ
entero al ME, nos bastará con el sínglete escalar S, lo cual no solo proporciona una buena forma
de estudiar estas contribuciones de manera efectiva a bajas energías, sino que también aminora la
carga de trabajo. Los modelos de un sínglete escalar han sido estudiados de forma extensiva y hay
mucha bibliografía sobre los diferentes acoplamientos de dicho sínglete a todas las partículas del
ME.

2.1.1. Lagrangiano efectivo
Presentamos el lagrangiano efectivo, que como ya hemos explicado es una generalización del

sector del lagragiano que contiene los acoplamientos de los LQ con el H y los términos de masa en
las teorías de LQ,

LLQ ⊃ −(M2
S + λSφ

†φ)(S†S), (2.2)
donde introducimos la representación para el doblete de Higgs φ, en términos del campo de Higgs
H y el valor de expectación del vacío υ que ya hemos usado varias veces,

φ =
1√
2

(
0

υ +H

)
, (2.3)

entonces
φ†φ =

1

2
(υ +H)2 =

1

2
(υ2 +H2 + 2υH), (2.4)

y sustituyendo (2.4) en (2.2) tenemos

LLQ ⊃ −[M2
S +

λS
2
(υ2 +H2 + 2υH)]S†S

= −M2
SS

†S − λS
2
υ2S†S − λS

2
H2S†S − λSυHS

†S, (2.5)
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el primer término de (2.5) es claro el término de masa, el segundo término es la corrección a la masa
de S débido a su interacción con el campo de Higgs. Los últimos dos términos son los acoplamientos
SSHH y SSH respectivamente.
De aquí ya es claro que para poder realizar análisis númericos de las contribuciones que nos
interesan habrá que fijar constricciones en el espacio de parámetros. Con el objetivo de saber
que valores fijos son pertinentes para la constante de acoplamiento λS . En el límite del ME,
S se desacopla de los fermiones y los bosones de norma debido al factor de escala, así que las
constricciones experimentales no tendrán efecto en S. Pero el H todavía interaccionará a través de
los acoplamientos HSS y HHSS, y esto como ya veremos será de gran influencia en el acoplamiento
HHH.

2.1.2. Reglas de Feynman para la interacción del bosón de Higgs con
Leptoquarks escalares

Las reglas de Feynman correspondientes a los acoplamientos SSH y SSHH se obtienen toman-
do los coeficientes de los términos de (2.5) que los representan, multiplicándolos por i y tomando
en cuenta las contribuciones de partículas idénticas. Con lo último nos referimos a que como en
el acoplamiento HSS los dos S son indistinguibles debemos múltiplicar por un 2, para que al
calcular la amplitud ya se este tomando en cuenta la amplitud del diagrama análogo con los S
intercambiados. De igual forma, para el acoplamiento HHSS debemos multiplicar el coeficiente
por un factor 4, pues en este tanto H como S son indistinguibles. Entonces tomando todo esto en
cuenta las reglas de Feynman son las siguientes [6]

H

S

S

= −2iλSυ

S S

H H

= −2iλS (2.6)

Aparte el propagador para los LQ es

i

p2 −M2
S

=

p

S S . (2.7)

2.2. Búsqueda de los Leptoquarks en colisiones de protones
Aparte de estudiar sus efectos en los procesos que ya se pueden llevar acabo en los colisionadores

actuales, la forma más directa de estudiar los LQ es producirlos en los colisionadores e investigar
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sus patrones subsecuentes de decaimiento. Se ha buscado y estudiado a los LQ en el contexto de
los procesos más comúnes producidos en los colisionadores actuales y pasados, como lo son: e+e−,
ep, pp̄ y pp. En este trabajo solo nos preocuparemos por las colisiones de protones, pues el proceso
a través del cual se puede producir un bosón de Higgs, pero primero vamos a hablar de manera
general sobre los decaimientos naturales que deberían experimentar los LQ.

2.2.1. Decaimientos
Una vez producidos, los LQ deberían decaer a un quark y a un leptón. La anchura decaímiento

de un LQ escalar S con masa mS a un quark con masa mq y un leptón con masa ml está dada por
la siguiente expresión,

ΓS = |y|2

√
m4

LQ +m4
l +m4

q − 2m2
Sm

2
l − 2m2

Sm
2
q − 2m2

qm
2
l

16πm3
S

(m2
S −m2

l −m2
q), (2.8)

donde y es la constante de yukawa para el acoplamiento de un LQ a un par específico de quark-
leptón. Pero para ciertos LQ escalares las masas serán tales que podremos desechar las contribu-
ciones de los términos de masa del quark y el leptón y entonces la anchura de decaímiento tomaría
la forma,

ΓS =
|y|2

16π
mS (2.9)

La anchura total de decaimiento es la suma de todas las anchuras parciales. Entonces el tiempo
de decaimiento será inversamente propocional a la suma de los cuadrados de los acoplamientos
relevantes y la masa de los LQ en cuestión. Esto se traduce en que para asegurar decaimientos
inmediatos de los LQ escalares debemos asumir que el acoplamiento y es lo suficientemente largo,
en varios estudios se ha estimado este valor, poniendo así una cuota teórica: y ≤ 10−7, para un LQ
de masa de 500 GeV. Recordemos que esta idea es una suposición.
También es importante mencionar que todo el estudio teórico apunta a que los acoplamientos
entre LQ y fermiones deben tener una cuota superior, ya que una cuota superior de 4π para los
acoplamientos de yukawa es un requerimiento para que las teorías sean perturbativas.
A menudo se asume que los LQ que se estudian en la actualidad tienen dos canales principales de
decaimiento. Una señal posible corresponde al decaimiento de un LQ a un leptón con cierto valor
de sabor y un jet (resultado de un quark libre), y la otra señal posible sería la del decaimiento
de un LQ a un neutrino y un jet. Observar experimentalmente las fracciones de derivación de los
decaímientos de LQ en los estados finales que ya mencionamos podrían permitirnos determinar los
parámetros de mezcla de sabor a bajas energías.

2.2.2. Búsqueda en colisionadores
A continuación vamos a mencionar los esfuerzos relevantes de la comunidad científica para

econtrar señales de LQ en colisiones de protones, la recopilación entera de todos los esfuerzos en
general se puede encontrar en el estudio exhaustivo de Dorsner [5]. Todos los experimentos que
siguen los realizarón las colaboraciones ATLAS y CMS utilizando datos de corridas en el LHC.
En lo siguiente β se utiliza para representar la tasa de decaimiento de un LQ en un leptón cargado
y un quark.

La colaboración ATLAS llevo a cabo una búsqueda de LQ escalares de primera generación
con energía de centro de masa de 7 TeV, basada en información correspondiente a 1,03 fb−1
de luminosidad integrada. Los eventos analizados contaban con al menos dos jets y ya sea un
electrón y un positrón, o un electrón y energía faltante. Las mediciones de estos eventos está
en concordancia con la predicción teórica del ME. Gracias a esta búsqueda se obtuvieron las
siguientes cuotas inferiores de masa para los LQ escalares de primera generación: 660 GeV y
607 GeV para β = 1 y β = 1/2, con un nivel de confianza de 95%.
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ATLAS también llevo a cabo una búsqueda de la producción de LQ escalares de segunda
generación, basándose en información correspondiente a 1,03 fb−1 de luminosidad integrada,
con una energía de centro de masa de 7 TeV. En esta ocasión los estados finales analizados
consistían de ya sea un par muon-antimuón y al menos dos jets, o un muon más una cantidad
faltante de momento tranversal y al menos dos jets. Una vez más las mediciones están en
acuerdo con la predicción teórica del ME, así ATLAS ha fijado las siguiente cuotas inferiores
para las masas de los LQ escalares de segunda generación: 685 GeV y 594 GeV para β = 1 y
β = 1/2 respectivamente con un nivel de confianza de 95%

La colaboración CMS realizó una búsqueda de producción de pares de LQ escalares uno
de primera y otro de segunda generación, con una energía de centro de masa de 7 TeV,
y utilizando información correspondiente a 5 fb−1 de luminosidad integrada. Los estados
finales analizados consistían de al menos dos jets y dos leptones cargados del mismo sabor o
de un solo leptón cargado y energía transversal faltante. El resultado de este análisis son las
siguientes cuotas inferiores de masas: para los LQ de primera generación tenemos valores de
830 GeV y 640 GeV para β = 1 y β = 1/2, y para los LQ de segunda generación tenemos
valores de 840 GeV y 650 GeV para β = 1 y β = 1/2. ESto con un nivel de confianza del
95%.

La colaboración ATLAS también realizó la búsqueda de LQ escalares de tercera generación
a través de producción en pares. Con una energía de centro de masa de 7 TeV, utilizando
información recabada correspondiente a 4,7 fb−1 de luminosidad integrada. La suposición
subyacente era que los LQ decaen a un τ y un b con β = 1. Una vez más no se encontraron
señales en desacuerdo con las predicciones del ME, así se fijó la siguiente cuota inferior de
masa para los LQ escalares de tercera generación: 534 GeV con un nivel de confianza del
95%.

Después CMS mejoró la cuota inferior para la producción de LQ escalares de tercera gene-
ración que decaen a un τ y un b, este nuevo límite es de 740 GeV con un nivel de confianza
del 95%. Esta búsqueda se llevó a cabo con una energía del centro de masa de 8 TeV, con
información correspondiente a 19,7 fb−1 de luminosidad integrada.

CMS también llevó a cabo la búsqueda para la producción de LQ escalares de tercera genera-
ción con carga eléctrica de 1/3 que decaen a un τ y un t, alcanzando una energía de centro de
masa de 8 TeV con información correspondiente a 19,7 fb−1. Los eventos que se tomaron en
cuenta para este análisis contaban con un electrón o muon, un τ con decaimiento hadrónico,
y dos o más jets. Las señales analizadas están en concordancia con las predicciones teóricas
del ME por lo que se fijó la siguiente cuota para la masa de los LQ escalares de tercera
generación, 685 GeV con un nivel de confianza de 95% (β = 1).

La producción de LQ escalares de primera y segunda generación fue estudiada por CMS con
una energía de centro de masa de 8 TeV y con información correspondiente a 19,6 fb−1. Los
estados finales que se analizarón consistían de un par electrón-positrón y un jet para los
de primera generación, y un par muon-antimuón y un jet para los de segunda generación.
Gracias a la concordancia de los datos con las predicciones del ME, CMS logró fijar los límites
de exclusión para las masas de los LQ escalares en función del acoplamiento de yukawa y.
En el estudio de Drosner [5] se muestran los límites de exclusión relevantes en una tabla.

Aparte se llevaron a cabo dos búsquedas más para la producción por pares de los LQ escalares
de primera y segunda generación, por CMS con una energía de centro de masa de 8 Tev,
con información correspondiente a 19,6 fb−1 de luminosidad integrada. Los estados finales
de interés eran aquellos con un par electrón-positrón y al menos dos jets, o un electrón,
su neutrino y al menos dos jets, en el caso del de primera generación. Para los de segunda
generación: un par muon-antimuón y al menos dos jets, o un muon, su neutrino y al menos
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dos jets. Apesar de que CMS logró poner una cuota inferior de menos de 1005 GeV (β = 1)
y 845 GeV (β = 1/2) para los LQ escalares de primera generación, observaron en ambos
canales un exceso significativo en la selección final optimizada para LQ con una masa de 650
GeV. En la revisón exhaustiva de Dorsner [5], en una gráfica, se muestra el mejor ajuste de la
anomalía observada asumiendo que las fracciones de ramificación de los LQ para decaer en ej
y νj no están relacionadas, y con un valor de masa fija de 650 GeV. Si la anomalía es real los
LQ deberían decaer en algo los que sea menos en la primera generación de leptones cargados.
Una solución sería tener un LQ que se acoplará a las otras generaciones de leptones cargados,
pero las constricciones de la búsqueda de los LQ de segunda generación no permiten esto.
Es decir CMS ha excluido valores de masas para los LQ escalares de segunda generación de
1070 GeV (β = 0) y 785 GeV (β = 1/2).

La anomalía mencionada, de manera natural despertó el interés de la comunidad de física
de altas enetgías y hubo varias propuestas para explicar las discrepancias entre la medición
experimental y las predicciones del ME. Una de ellas es construir un escenario que fuera
capaz de tomar en cuenta el leve exceso en los canales eejj y eνj que observó CMS para los
LQ escalares de primera generación, a través de combinaciones bastante especifícas de ramifi-
caciones y cinemática (otro método similar ha sido utilizado por pero con ciertos cambios en
el espacio de parámetros para ciertos canales). Tambíen se propusó investigar la correlación
entre el exceso en los canales eejj y eνjj y la mejora de la resonancia en las tazas de lluvias
de eventos a muy altas energías en el experimento icecube, en el contexto de un escenario
con un solo LQ. La producción y decaimiento de los LQ escalares R2 y R̄2, en el contexto de
un modelo GUT basado en el grupo de norma SU(4)C × SU(2)L × U(1)R, se discutió en la
referencia.

CMS brindó una actualización en la búsqueda de la producción de pares de LQ escalares de
primera y segunda generación, que se llevó a cabo con una energía de centro de masa de 8
TeV, con una luminosidad integrada de 19,7 fb−1 que fue usada para excluir LQ escalares
de primera generación con masas de menos de 1010 GeV(β = 1) y 850 GeV(β = 1/2). Los
límites para los LQ escalares de segunda generación fueron en cambio 1080 GeV(β = 1) y
760 GeV(β = 1/2). Los estados finales de interés fueron aquellos que tuvieran ya sea dos
leptones cargados y dos jets o un leptón cargado, su neutrino y dos jets.

Por último ATLAS reportó recientemente una búsqueda para la producción de LQ escalares
con energía de centro de masa de 8 TeV con una luminosidad integrada de 20 fb−1. Límites
de exclusión severos fueron impuestos para la primera generación, 1,05 TeV y la segunda
generación, 1 TeV a un nivel de confianza del 95%. En la siguiente gráfica de Dorsner [5],
están los límites esperados y los límites obtenidos para σ× β2, para la producción de un par
de LQ escalares con decaimiento subsecuente a ej. La línea azul representa la predicción de
la sección eficaz en QCD (β = 1). En este análisis se descartó la anomalía encontrada por
CMS para los valores de masa alrededor de 650 GeV.
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Capítulo 3

La contribución de los
Leptoquarks al triple acoplamiento
del bosón de Higgs

En este capítulo vamos a desarrollar de manera detallada, pero compacta la renormalización
del MS más un LQ escalar, y la contribución que este aportaría al vértice del triple acoplamiento
del bosón de Higgs. Abordaremos primero la renormalización del ME por si solo, calcularemos
el contratérmino y las divergencias del triple acoplamiento HHH y vamos a comprobar que se
cancelen. Después haremos lo propio para un LQ escalar y analizaremos el comportamiento de la
contribución del mismo.

3.1. Renormalización del Modelo Estándar electrodébil

En esta sección desarrollamos el proceso de renormalización del ME electrodébil, pero nos
enfocamos en la parte referente al campo de Higgs. Estudios completos sobre la renormalización
del ME electrodébil se pueden encontrar en [8] y [9].
El ME es una teoría de norma no abeliana con rompimiento espontáneo de la simetría, por lo
cual es renormalizable (probado por ’tHooft), así como lo son también la teoría electrodébil y
la cromodinámica cuántica (QCD). Decimos que una teoría es renormalizable cuando todas sus
divergencias UV pueden ser absorbidas por constantes (de renormalización) que son generadas por
un cambio manual en los parámetros independientes, campos, y/o funciones de onda externas de
la teoría. Al proceso de hacer este ”cambio” y determinar las formas de las constantes necesarias
para librarnos de las divergencias UV se le conoce como renormalización.
El lagrangiano del ME consta de tres sectores principales, el de Yang Mills, el de Higgs y el
fermiónico,

LC = LYM + LH + LF . (3.1)

Donde

LYM = −1

4
(∂µW

a
ν − ∂νW

µ
a + g2ε

abcW b
µW

c
ν )

2 − 1

4
(∂µBν − ∂νBµ)

2

LH = (Dµφ)
†(Dνφ)− λ

4
(φ†φ)2 − µ2φ†φ, (3.2)
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son los sectores de Yukawa y de Higgs en ese orden. El sector fermiónico tiene una forma un poco
más complicada,

LF = Σi(L̄′L
i iγ

µDµL
′
i
L
+ Q̄′L

i iγ
µDµQ

′
i
L
)

+ Σi(l̄′
R
i iγ

µDµl
′
i
R
+ ū′

R
i iγ

µDµu
′
l
R
+ d̄′

R
i + d̄′

R
i iγ

µDµd
′
l
R
)

− Σij(L̄′L
i Gij

ll′j
R
φ+ Q̄′L

i Gij
uu′j

R
φ̄+ Q̄L

i Gij
dd′j

R
φ+ h.c.). (3.3)

El lagrangiano del ME contiene una serie de parámetros libres los cuales deben ser determinados
experimentalmente. Estos debemos elegirlos tal que tengan un significado físico intuitivo a nivel
de árbol. Es decir que estén directamente relacionadas con cantidades que pueden ser medidas
experimentalmente, como podrían ser las masas físicas y los acoplamientos. Está relación directa
se pierde cuando tomamos en cuenta correcciones de mayor orden. Aunado a esto los parámetros
del lagrangiano original, los llamados parámetros desnudos, difieren de las cantidades físicas co-
rrespondientes por un factor de divergencias UV. Sin embargo en teorías renormalizables estas
divergencias se cancelan en relaciones entre las cantidades físicas, permitiendo así realizar predic-
ciones significativas.
Para la tarea de renormalizar el ME utilizaremos el enfoque del contratérmino. Aquí los parámetros
desnudos que presenten divergencias UV los escribiremos en términos de los nuevos parámetros
renormalizados y constantes de renormalización divergentes (contratérminos), también vamos a
reemplazar los campos desnudos por los campos renormalizados. Los contratérminos son fijados
por condiciones de renormalización, estas las podemos elegir de manera arbitraria, pero eso no
significa que no tengan un significado profundo, ya que estas se encargan de establecer la relación
entre los parámetros renormalizados y los parámetros físicos. Los resultados van a depender en ór-
denes finitos de teoría de perturbaciones, no solo de la elección de los parámetros de entrada, sino
también en la elección de los parámetros renormalizados. Los resultados físicos no son ambiguos
hasta el orden que hayamos tomado en cuenta. A continuación enlistaremos los pasos a seguir para
la renormalización del ME tomando el enfoque de contratérminos.

1. Escoger un conjunto de parámetros independientes.

2. Separar los parámetros y campos desnudos en parámetros y campos renormalizados y cons-
tantes de renormalización.

3. Elegir condiciones de renormalización para fijar los contratérminos.

4. Expresar las cantidades físicas en términos de los parámetros renormalizados.

5. Escoger datos de entrada para fijar los valores de los parámetros renormalizados.

6. Evaluar predicciones para cantidades físicas en función de los datos de entrada.

Los puntos uno, dos y tres de esta lista son en general la base de cualquier esquema de renor-
malización [8]. Debemos escoger los contratérminos tal que los parámetros renormalizados finitos
sean iguales a parámetros físicos en todos los ordenes de teoría de perturbaciones. Decimos físico
en el sentido de que sean derivados de los polos de los propagadores. Este es el llamado esquema
de renormalización ”on-shell” o de capa de masa. La ventaja de este esquema es que todos los
parámetros tienen un claro significado físico y pueden ser medidos experimentalmente. Aparte la
sección eficaz de Thomson de la cual se obtiene la unidad de carga fundamental e es exacta a todos
los órdenes de teoría de perturbaciones. Los parámetros independientes que vamos a renomalizar
son las masas de las partículas físicas, MW , MZ , MH , MF (de todos los fermiones), e, y la matriz
de mezcla de quarks Vij .
La renormalización de los parámetros es suficiente para obtener elementos finitos de la matriz S,
pero deja a las funciones de Green divergentes. Esto es debido a que las correcciones radiativas
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cambian la normalización de los campos por cantidades finitas. Entonces para poder obtener pro-
pagadores y vértices finitos los campos también deben ser renormalizados. Aparte las correcciones
radiativas aportan correcciones no diagonales a las matrices de masa de tal manera que los campos
desnudos ya no son eigenestados de masa. Para rediagonalizar las matrices de masa se deben intro-
ducir constantes de renormalización matriciales para los campos. Estas nos permitirán definir los
campos renormalizados de tal manera que sean eigenestados de masa en todos los niveles de teoría
de perturbaciones. Si no renormalizamos los campos de esta forma necesitaríamos renormalizar de
forma no trivial la función de onda para las partículas externas. Esto es un requerimiento para que
al pasar de funciones de Green a elementos de matriz S obtengamos una matriz S propiamente
normalizada. Los resultados para elementos físicos de de la matriz S es independiente de la elección
de renormalizar los campos.

3.1.1. Constantes de renormalización y contratérminos
En esta sección vamos a desarrollar el esquema de renormalización de capa de masa para el

ME electrodébil de manera cuantitativa. Como ya indicamos arriba escogeremos como parámetros
independientes las masas de las partículas físicas, la carga del electrón y la matriz de mezcla de
quarks. Entonces las cantidades renormalizadas y constantes de renomalización se definen como
sigue (a partir de ahora denotaremos a las cantidades renormalizadas con un subíndice 0),

e0 = Zee = (1 + δZe)e

M2
W,0 = M2

W + δM2
W

M2
Z,0 = M2

Z + δM2
Z

M2
H,0 = M2

H + δM2
H

MF,i,0 = MF,i + δMF,i

Vij,0 = (U1V U2
†)ij = Vij + δVij , (3.4)

donde U1 y U2 deben ser matrices unitarias ya que Vij y Vij,0 lo son también. Las correcciones
radiativas afectan al potencial de Higgs de tal forma que cambia su valor minímo. Para poder
corregir esta desviación debemos introducir un contratérmino para el valor de expectación del
vacío del campo de Higgs, el cual determinamos de forma que el υ (valor de expectación del
vacío) renormalizado corresponda a el verdadero minímo del potencial efectivo de Higgs, que ahora
denotaremos por δT . Este contratérmino lo dejaremos de manera tal que todos los diagramas con
topologías de tipo ”renacuajo” se cancelen, es decir que el potencial efectivo no contendrá términos
lineares del campo de Higgs H. Los contratérminos que definimos en (3.4) son suficentes para
obtener elementos de matriz S finitos, para tener propagadores y vértices finitos vamos también a
renormalizar los campos, como dijimos vamos a requerir de matrices de renormalización de campo
para definir campos renormalizados que sean eigenestados de masa,

W±
0 = Z

1/2
W W± = (1 +

1

2
δZW )W±(

Z0

A0

)
=

(
Z

1/2
ZZ Z

1/2
ZA

Z
1/2
AZ Z

1/2
AA

)(
Z
A

)
=

(
1 + 1

2δZZZ
1
2δZZA

1
2δZAZ 1 + 1

2δZAA

)(
Z
A

)
H0 = Z

1/2
H H = (1 +

1

2
δZH)H

fLi,0 = Z
1/2,f,L
ij fLj = (δij +

1

2
δZf,L

ij )fLj

fRi,0 = Z
1/2,f,R
ij fj,R = (δij +

1

2
δZf,R

ij )fRj . (3.5)

Como las constantes de renormalización de los ghost no fisícos y del campo de Higgs no afectan a
las funciones de Green de partículas físicas y no son relevantes para el cálculo de amplitudes fisícas
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a nivel de un lazo no las vamos a tomar en cuenta. Además la renomalización del sector físico
se desacopla de la renomalización del sector no-fisíco. Al escribir Z = 1 + δZ para las constantes
(matrices) de renormalización multiplicativas podemos separar el lagrangiano desnudo L0 en el
lagrangiano básico L y el lagrangiano de contratérminos δL,

L0 = L+ δL. (3.6)

L y L0 tienen en esencia la misma forma, solo que L depende de los parámetros y campos renorma-
lizados, y L0 de los parámetros y campos sin renormalizar. δL contiene los contratérminos. En el
apéndice 1 encontraremos las reglas de Feynman, las cuales permiten la creación de diagramas para
los contratérminos los cuales deben ser tomados en cuenta para renomalizar. Como solo estamos
llevando a cabo la corrección a nivel de un lazo no nos interesan los términos de orden (δZ)2.

3.1.2. Condiciones de renormalización

Ahora es turno de fijar las constantes de renormalización imponiendo las condiciones de renor-
malización. Las podemos separar en dos, aquellas que definen a los parámetros renormalizados y
aquellas que definen a los campos renormalizados. Mientras la elección de las condiciones para los
parámetros afecta las predicciones fisícas a órdenes finitos de teoría de perturbaciones, las condi-
ciones para los campos solo afectan a las funciones de Green y son desechadas cuando calculamos
los elementos de matriz S. No obstante son muy convenientes en el esquema de capa de masa, no
solo permiten eliminar la renormalización explícita de la función de onda de las partículas exter-
nas, sino que también simplifican la forma explícita de las condiciones de renormalización para los
parámetros físicos de manera considerable.
En el esquema de capa de masa todas las condiciones de renormalización están formuladas para
campos externos en capa de masa p2 =M2. Las constantes de renormalización de campo, de ma-
sa, y de la matriz de mezcla de quarks son fijadas utilizando la función irreducible de dos puntos.
Para la renormalización de la unidad fundamental de carga requerimos de una función de tres
puntos, para esto utilizamos la función relacionada con el vértice eeγ. En lo siguiente denotaremos
las constantes renormalizadas con el mismo símbolo que su contraparte sin renormalizar pero con
un sombrero ”̂”. Como ya habiamos mencionado anteriormente la primera condición involucra al
renacuajo T , que es a su vez la función de un punto de Green, renormalizada y amputada, para el
campo de Higgs:

T̂ =
H

, (3.7)

y así la condición queda como,

T̂ = T + δT = 0, (3.8)

como consecuencia (y ventaja) no necesitamos considerar los renacuajos en los cálculos. Ahora
necesitamos las funciones de dos puntos irreducibles, para una partícula, renormalizadas, las cuales
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se definen como sigue

Γ̂W
µν(k) =

k

Wµ Wν

= −igµν(k2 −M2
W )− i(gµν − kµkν

k2
)Σ̂W

T (k2)− i
kµkν
k2

Σ̂W
L (k2)

Γ̂ab
µν(k) =

k

a, µ b, ν

= −igµν(k2 −M2
a )δab − i(gµν − kµkν

k2
)Σ̂ab

T (k2)− i
kµkν
k2

Σ̂ab
L (k2)

Γ̂H(k) =

k

H H

= i(k2 −M2
H) + iΣ̂h(K2)

Γ̂F
ij(p) =

p

Fj Fi

= iδij(�p−mi) + i[�pω−Σ̂
f,R
ij (p2) + �pω+Σ̂

f,R
ij (p2) + (MF,iω− +MF,iω+)Σ̂

F,S
ij (p2)],

(3.9)

donde a, b = A,Z, y M2
A = 0. Los propagadores correspondientes se obtienen con el inverso de estas

funciones de dos puntos (nótese que para fermiones y bosones de norma debemos invertir matrices).
Los parámetros de masa renormalizados de las partículas físicas se fijan con el requerimiento de
que sean iguales a las masas físicas. Es decir, que sean igual a la parte real de los polos de los pro-
pagadores correspondientes, que a su vez son equivalentes a las raíces de las funciones irreducibles
de dos puntos para una partícula. Para las matrices de masa las condiciones deben ser cumplidas
por los eigenvalores correspondientes, lo cual resulta en expresiones complicadas. Estas expresiones
pueden ser simplificadas de manera considerable al requerir de manera simultánea las condiciones
de capa de masa para las matrices de renormalización de campo. Estas dicen que la función renor-
malizada de dos puntos para una partícula, son diagonales si las partículas externas están en la
capa de masa, esto determina las componentes no diagonales de las matrices de renormalización
de campo. Los elementos diagonales están fijados de manera que los campos renormalizados estén
propiamente normalizados. Es decir que los residuos de los propagadores renormalizados sean igual
a uno. Esta elección para renormalizar los campos implica que las condiciones de renormalización
para los parámetros de masa involucran solamente las auto-energías diagonales. Así llegamos a las
condiciones de renormalización para las funciones de dos puntos para las partículas externas en la
capa de masa. Solo mostraremos aquellas que sean relevantes para el cálculo del vértice HHH a
nivel de un lazo, las demás podrán ser encontradas en el apéndice 1.

Re(Γ̂W
µν(k)ε

ν(k))|k2=M2
W

= 0

Re(Γ̂ZZ
µν (k)εν(k))|k2=M2

Z
= 0

Γ̂AZ
µν (k)εν(k)|k2=0 = 0

Re(Γ̂AZ
µν (k)εν(k))|k2=M2

Z
= 0

Γ̂AA
µν (k)εν(k)|k2=0 = 0

Re(Γ̂H(k))|k2=M2
H

= 0. (3.10)

Re toma la parte real de las integrales de lazos que aparecen en las autoenergías, pero no las de
los elementos de la matriz de mezcla de quarks. Aparte como solo estamos tomando en cuenta
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correcciones a nivel de un lazo lo aplicamos solo a aquellas cantidades que dependan de la matriz
de mezcla de quarks a nivel de un lazo. Re solo es relevante arriba de cierto umbral y no tienen
efecto en la función de dos puntos de las partículas estables en capa de masa. Del conjunto de
ecuaciones (3.10) obtenemos las condiciones para las autoenergías

0 = ReΣ̂W
T (M2

W )

0 = ReΣ̂ZZ
T (M2

Z)

0 = ReΣ̂AZ
T (M2

Z)

0 = ReΣ̂H(M2
H)

0 = Re
∂Σ̂W

T (k2)
∂k2 |k2=M2

W

0 = Re
∂Σ̂ZZ

T (k2)
∂k2 |k2=M2

Z

0 = Re
∂Σ̂AA

T (k2)
∂k2 |k2=0

0 = Re∂Σ̂
H(k2)
∂k2 |k2=M2

H
(3.11)

notémos que la parte transversal (no física) de las autoenergías de los bosones de norma se desecha
para bosones externos en capa de masa.
Por último la carga eléctrica se define como el acoplamiento eeγ completo para partículas externas
en capa de masa, en el límite de Thomson. Esto significa que todas las correcciones a este vértice
se desvanecen en la capa de masa y para transferencia nula de momento

ieū(p)γµu(p) =

p

p′

Aµ

e−

e+

|p=p′,p2=p′2=m2
e
. (3.12)

Los momentos p y p′ fluyen en la dirección fermiónica. Débido a nuestra elección para la renor-
malización de los campos, las correcciones en las patas externas se desvanecen y obtenemos la
condición

ū(p)Γeeγ
mu(p, p)u(p) |p2=M2

e
= ieū(p)γµu(p), (3.13)

y para la función vértice amputada

Γ̂eeγ
µ (p, p′) =

p

p′

Aµ

e−

e+

(3.14)
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3.1.3. Forma explícita de las constantes de renormalización
Las cantidades renormalizadas que hemos escogido, consisten de las no renormalizdas y los

contratérminos. Las condiciones de renormalización nos permiten expresar los contratérminos a
través de las autoenergías con valores especiales de momento externo. Esto es evidente para todas
las constantes de renormalización, menos para la constante de carga eléctrica, no obstante en
este caso se pueden utilizar identidades de Ward para eliminar la función vértice. Ahora de las
condiciones para las autoenergías bosónicas y la condición del renacuajo del campo de Higgs,
obtenemos la forma explícita de las constantes de renormalización del sector de bosones de norma
y del sector de Higgs. Una vez más aquí solo mostramos las que son relevantes para nuestro cálculo
y el resto se encuentra en el apéndice.

δM2
W = ReΣW

T (M2
W )

δM2
Z = ReΣZZ

T (M2
Z)

δM2
H = ReΣH(M2

H)

δZAA = −∂Σ
AA
T (k2)

∂k2
|k2=0

δZZZ = −Re∂Σ
ZZ
T (k2)

∂k2
|k2=M2

Z

δZZA = 2
ΣAZ

T (0)

M2
Z

δZH = −Re∂Σ
H(k2)

∂k2
|k2=M2

H

δT = −T. (3.15)

Todavía nos hace falta fijar la constante de renormalización de la carga eléctrica δZe. Que como
ya mencionamos se determina del vértice eeγ, aunque de manera más general podemos analizar le
vértice general ffγ para cualquier fermión arbitrario, así la función de vértice renormalizada es

Γ̂γff
ij,µ(p, p

′) = −ieQfδijγµ + ieΛ̂γff
ij,µ(p, p

′). (3.16)

Para fermiones externos en capa de masa y tomando en cuenta que k = p′− p lo podemos descom-
poner como sigue

Λ̂γff
ij,µ = δij(γµΛ̂

f
V (k

2)− γµγ
5Λ̂f

A(k
2) +

(p+ p′)µ
2MF

Λ̂f
S(k

2) +
(p′ − p)µ
2MF

γ5Λ̂f
P (k

2)). (3.17)

Expresando las cantidades renormalizadas en términos de las no renormalizadas y los contra-
términos, e insertando esto en la condición de renormalización anloga de (3.13) para fermiones
arbitrarios, encontramos

0 = ū(p)Λ̂γff
ii,µ (p, p)u(p)

= ū(p)γµu(p)[−QF (δZe + δZF,V
ii +

1

2
δZAA) + Λf

V (0) + Λf
S(0) + νf

1

2
δZZA]

− ū(p)γµγ
5u(p)[−QF δZ

F,A
ii + ΛF

A(0) + aF
1

2
δZZA], (3.18)

con

δZF,V
ii =

1

2
(δZF,L

ii + δZF,R
ii )

δZF,A
ii =

1

2
(δZF,L

ii − δZF,R
ii ), (3.19)
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y υF , aF son los acoplamientos vectorial y axialvectorial del bosón Z a un fermión. Con esto
obtenemos dos condiciones

0 = −QF (δZe + δZF,V
ii +

1

2
δZAA) + ΛF

V (0) + ΛF
S (0) + υF

1

2
δZZA

0 = −QF δZ
F,A
ii + ΛF

A(0) + aF
1

2
δZZA. (3.20)

La primera de estas dos condiciones fija la constante de renormalización de la carga eléctrica cuando
F = e. La segunda condición se cumple automáticamente débido a una idéntidad de Ward que
puede ser drivada de la invariancia de norma de la teoría, aparte la misma idéntidad de Ward nos
lleva a lo siguiente

0 = ΛF
V (0) + ΛF

S (0)−QF δZ
F,V
ii + aF

1

2
δZZA, (3.21)

insertando esta información en la primera de las condiciones anteriores y recordando que υF −aF =
−QF

sW
cW

obtenemos finalmente

δZe = −1

2
δZAA − sW

cW

1

2
δZZA =

1

2

∂ΣAA
T (k2)

∂k2
|k2=0 −sW

cW

ΣAZ
T (0)

M2
Z

, (3.22)

este último resultado es válido para cualquier especie de fermión, acorde con la universalidad de la
carga eléctrica, y claramente no depende de una elección específica de renormalización de campo,
consecuentemente el análogo de la condición (3.13) sirve para cualquier fermión.
En el esquema de capa de masa el ángulo de mezcla débil es una cantidad derivada que definimos
como

sin2 θW = s2W = 1− M2
W

M2
Z

, (3.23)

donde las masas de los bosones de norma son las renormalizadas. Esta definición es independiente de
cualquier proceso específico y válido a todos los órdenes de teoría de perturbaciones. Como sW y cW
aparecen muy frequentemente en nuestras ocasiones es conveniente introducir sus contratérminos
correspondientes

cW,0 = cW + δcW

sW,0 = sW + δsW , (3.24)

la relación entre sW y cW con las masas de los bosones de norma y sus contratérminos nos da las
siguientes relaciones

δcW
cW

=
1

2
(
δM2

W

M2
W

− δM2
Z

M2
Z

) =
1

2
Re(

ΣW
T (M2

W )

M2
W

− ΣZZ
T (M2

Z)

M2
Z

)

δsW
sW

= − c
2
W

s2W

δcW
cW

= −1

2

c2W
s2W

Re(
ΣW

T (M2
W )

M2
W

− ΣZZ
T (M2

Z)

M2
Z

) (3.25)

Así hemos determinado de forma explícita las constantes de renormalización y completamos todos
los pasos del esquema de capa de masa para el sector electrodébil del ME. A partir de aquí
solo restaría calcular las autoenergías (las cuales se dan en su forma explicíta en el apéndice)
para poder llevar a cabo el cálculo del cotratérmino a nivel de un lazo del vétrice HHH. Así
habremos eliminado las divergencias UV , estos últimos pasos se hacen mediante el uso de software
especializado.

3.1.4. Contratérmino HHH

Mediante el uso del software FeynArts podemos obtener el contratérmino para el vértice HHH
y en general para cualquiera que nos interese. Entonces el contratérmino del HHH tiene la siguiente
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forma,

H

H

H

=
3
√
παM2

H

sWMW
(δZe +

3

2
δZH − δsW

sW
− δM2

H

M2
H

− δM2
W

2M2
W

). (3.26)

Sumando este término a la corrección a nivel de un lazo del vértice HHH en el ME podemos
asegurar que nos habremos librado de las divergencias UV sin afectar las cantidades físicas que
pueden ser medidas.

3.2. La contribución de los Leptoquarks escalares al vértice
HHH

En esta sección vamos a calcular la contribución de un LQ escalar al triple acoplamiento del
bosón de Higgs, y como nos daremos cuenta más adelante debemos también renormalizar, pues nos
encontraremos divergencias UV en nuestro camino. Como el comportamiento de S es de la misma
forma que el de H para fines de cálculos de correcciones radiativas, el proceso de renormalización
de la contribución de S será análogo al de la contribución del H, es decir habremos de seguir los
mismos pasos. Siguiendo esta línea de pensamiento antes de introducir los diagramas de Feynman,
debemos dar la contribución de S al diagrama de renacuajo y a las autoenergías del H, entonces
el renacuajo es

TH = p

S

H , (3.27)

y recordemos que la condición de renormalización es δt = −TH , entonces utilizando las reglas de
Feynman llegamos rápidamente a

δt = − λSυ

16π2
A0(M

2
S). (3.28)

Para la contribución a la autoenergía del H necesitamos calcular los siguientes diagramas

p

S

p
H H

p

S

p

H H

, (3.29)
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así la contribución a la autoenergía del H es

ΣS
H(p2) =

λS
16π2

A0(M
2
S) +

λ2Sυ
2

8π2
B0(p

2,M2
S ,M

2
S), (3.30)

y las constantes de renormalización necesarias son δM2
H y δZH , las contribuciones de S a estas son

δM2
H = Re[ΣS

H(M2
H)] (3.31)

δZH = −Re[∂Σ
S
H(p2)

∂p2
]|p2=M2

H
= −λ

2
Sυ

2

8π2
DB0(M

2
H ,M

2
S ,M

2
S). (3.32)

Adicionalmente necesitaremos el contratérmino del propagador del Higgs

i[(p2 −M2
H)δZH − δM2

H ] = H
p

(3.33)

3.2.1. Diagramas de Feynman

Ahora presentamos los diagramas correspondientes a las correcciones radiativas de S al vértice
HHH a nivel de un lazo,

p

S p2

p1

H

H

H

p

S

p1

p2

H

H

H

p

S

p1

p2

H H

H

p

S

p1

p2
H

H

H

p

S

H
p

p1

p2

H

H

H

p

S

H
p

p1

p2

H

H

H

(3.34)
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También debemos introducir los diagramas con contratérminos para que la amplitud que calculemos
ya este renormalizada, estos son

p p

H

p2

p1
H

H

H

p

p2

p1

H

H

H

(3.35)

donde el último diagrama es la contribución de S al contratérmino del acoplamiento HHH, es
decir este contratérmino tendrá la misma forma que el del ME, pero utilizando solo las constantes
de renormalización a las cuales S da una contribución, las cuales ya calculamos ((3.28), (3.31),
(3.32)). Entonces

p

p2

p1

H

H

H

= −3iM2
H

υ
(
δM2

H

M2
H

+
δt

υM2
H

+
3

2
δZH). (3.36)

Utilizando las reglas de Feynman y las constantes de renormalización que calculamos hemos cons-
truido a mano las amplitudes de los diagramas mostrados. Posteriormente las comprobamos con
ayuda del software especializado FeynCalc. Enumeramos los diagramas que hemos introducido en
la página anterior de izquierda a derecha de arriba a abajo (incluyendo los diagramas de contra-
término), sus amplitudes son

M1 =
λ3Sυ

3

2π2
C0(M

2
H ,M

2
H , p

2,M2
S ,M

2
S ,M

2
S)

M2 =
λ2Sυ

8π2
B0(p

2,M2
S ,M

2
S)

M3 =
λ2Sυ

8π2
B0(M

2
H ,M

2
S ,M

2
S)

M4 =
λ2Sυ

8π2
B0(M

2
H ,M

2
S ,M

2
S)

M5 = −3λSM
2
Hυ

8π2

B0(0,M
2
S ,M

2
S)

p2 −M2
H

M6 = −3λSM
2
HM

2
S

16π2υ

B0(0,M
2
S ,M

2
S) + 1

p2 −M2
H

M7 =
3λSM

2
H

16π2υ

2λSυ
2B0(p

2,M2
S ,M

2
S) +M2

SB0(0,M
2
S ,M

2
S) +M2

S

p2 −M2
H

M8 = −3λ2Sυ

8π2
B0(p

2,M2
S ,M

2
S), (3.37)

donde hemos reescrito a A0 en términos de B0,

A0(M
2
S) =M2

S(B0(0,M
2
S ,M

2
S) + 1) (3.38)
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3.2.2. Amplitud renomalizada
La cantidad adecuada que necesitamos para realizar un análisis de las contribuciones, es única-

mente el excedente sobre el ME gracias a S. Ya que solo lidiamos con un singlete extra este exce-
dente será lo mismo que lo que calculamos anteriormente, es decir la diferencia MS

HHH −MME
HHH

donde las MHHH son las amplitudes de la corrección radiativa al nivel de un lazo al vértice HHH,
en cada modelo. Esto es lo mismo que la suma de las amplitudes Mi. Después normalizaremos
este excedente con la contribución a nivel de árbol, así la cantidad que nos interesa estudiar es la
contribución de los diagramas 1− 8 dividida por la contribución a nivel de árbol del ME al vértice
HHH, la cual llamaremos MS ,

MS =
λ3υ4

6π2M2
H

C0(M
2
H ,M

2
H , p

2,M2
S ,M

2
S ,M

2
S)−
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(3.39)

Esta expresión depende de los valores de MS , p2, y λ, y ya hemos hablado un poco acerca de
estas cantidades y las cotas experimentales que existen hoy en día para cada una, en el siguiente
capítulo discutiremos esto con detalle. Para el propósito de este análisis nos conviene estudiar este
resultado en dos formas distintas. La primera de ellas es fijando el valor de MS y estudiando como
se comportaría la contribución en función de la energía de centro de masa p2. La otra es hacerlo
al réves, es decir fijamos la energía de centro de masa y estudiamos la contribución en función de
la masa del S, ambas formas nos ayudan a comprender de distintas maneras los efectos del S al
vértice HHH, como lo veremos en el siguiente capítulo. En las referencias [13] y [14] se encuentran
dos maneras de llevar acabo la introducción de un singlete escalar al ME y estudiar sus efectos en
el acoplamiento HHH, nosotros hemos tomado un acercamiento más parecido al de [13].
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Resultados

4.1. Rango de parámetros

Para la obtención de las siguientes gráficas hemos hecho algunas consideraciones para saber
que rango de valores de MS , ECM y λS es pertinente tomar. En primer lugar, la masa de los LQ
como ya vimos en la sección 2.2.2 está acotada inferiormente por al menos 800 GeV en todos los
estudios que se han realizado. Por eso para estudiar a MS en función de la energía de centro de
masa hemos decidido empezar un poco por arriba de este límite, y hemos tomado tres valores fijos
para darnos una idea de como se comportarán estas contribuciones mientras la masa crezca. Los
valores son de 1 TeV, 1,5 TeV y 2 TeV. Para cuando dejemos fija la energía de centro de masa
los valores sobre los cuales va a variar la masa MS son de 1 TeV y 2 TeV. Luego, estas cotas de
masa que hemos mencionado van de la mano con una energía de centro de masa de entre 7 TeV y
8 TeV para todos los estudios, pero esta energía se refiere a la energía de la colisión de protones,
la que nos interesa a nosotros es la energía de centro de masa del subproceso partónico gg → HH
(que sería la del Higgs fuera de capa de masa en nuestro análisis, ′′p′′), la cual en general para
lograr la producción de un par HH necesita de al menos 250 GeV, pero la cantidad exacta será
una fracción de la energía del proceso original, que está determinada por la función de distribución
partónica, la cual para el proceso gg → HH arroja valores de entre 0,05% y 0,1%, así el valor más
pequeño que pudieron alcanzar estas colisiones es el 0,05% de 7 TeV y el más grande el 0,1% de 8
TeV, es decir el rango de energía de centro de masa de estos estudios para la fusión de gluones es
de entre 350 GeV y 800 GeV. En este trabajo nos interesa estudiar los posibles efectos de los LQ
en los futuros colisionadores que trabajarán a energías más altas de las que alcanzan los colisio-
nadores actuales, entonces debemos considerar las energías a las que se podrán generar colisiones
de protones en futuros experimentos, y las máximas energías a las que se pueden generar hoy en
día. En la actualidad las energías más altas a las que puede funcionar el LHC son de 14 TeV para
colisiones de protones, y existen dos grandes proyectos para super-colisionadores en el futuro que
puedan funcioanr a energías bastante altas, el primero por parte del CERN, que consiste en un
nuevo colisionador alrededor del actual que se proyecta podría estar funcionando en tres décadas
aproximadamente y que podría alcanzar energías de hasta 100 TeV para colisiones de hadrones. El
segundo proyecto es por parte de China, se proyecta que este colisionador pueda operar con coli-
siones de hadrones dentro de tres décadas aproximadamente y que igualmente podría alcanzar una
energía de hasta 100 TeV. Entonces tomando en cuenta los pocentajes que dimos antes, obtenemos
el siguiente rango de valores de energía de centro de masa para la fusión de gluones 0,7 TeV-10 TeV.
Así cuando nosotros estudiemos a MS en función de la energía de centro de masa nos conviene
partir de 1 TeV, y llegar hasta 10 TeV, para darnos una idea de como deberían comportarse estas
contribuciones en los próximos colisionadores. Análogamente, cuando estudiemos a MS en función
de la masa MS lo haremos para tres valores fijos de energía de centro de masa, los cuales son 1
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TeV, 5 TeV y 10 TeV.
Ahora, para entender mejor las restricciones sobre los valores que puede tomar el acoplamiento
λS , es conveniente estudiar a los modificadores de los acoplamientos del Higgs. En la actualidad
los procesos de decaimiento de un bosón Higgs están medidos con cierto nivel de precisión, y el
intervalo de error está cercano a las predicciones del MS. Entonces los parámetros de la teoría cuyas
partículas contribuyan a estos procesos de decaimiento se van a ver acotados por el valor de incer-
tidumbre de la medición de los procesos de decaimiento, para visualizar mejor esto introducimos
a los modificadores de acoplamiento del bosón de Higgs,

κ2i =
ΓME+NF (H → i)

ΓSM (H → i)
. (4.1)

Donde ΓME+NF es la anchura de decaimiento tomando en cuenta la contribución del ME más
la contribución de nueva física, y ΓME la anchura de decaimiento tomando en cuenta solo la
contribución del ME. Así los parámetros del modelo de extensión se van a ver restringidos de tal
forma que κ tenga un valor que este en acuerdo con las mediciones experimentales. En partícular
los LQ escalares introducidos en [10] van a dar contribuciones a nivel de un lazo a los procesos de
decaimiento H → γγ y H → gg. Con las mediciones experimentales y las contribuciones de los LQ
calculados en [10] presentan la siguiente gráfica en donde se acota el espacio de parámetros para
la masa de los LQ y su acoplamiento con el bosón de Higgs.

Figura 4.1: La zona azul representa los valores permitidos para λS en función de la masa de un
LQ con carga 5/3

En la figura podemos notar que para los valores más grandes de masa el acoplamiento permite
valores de hasta λS = 10. Pero hay una restricción más general que tiene que ver con la naturaleza
de las correcciones a nivel de un lazo. Como λS es una constante de acoplamiento introducida en
un modelo ya probado experimentalmente, el valor de este acoplamiento debe ser tal que tenga
sentido con las condiciones de nuestra teoría original, con esto nos referimos al hecho del que el ME
es una teoría perturbativa, por ende esperamos que cualquier extensión del mismo sea perturvativa
también. En este sentido lo que nos interesa es que las correcciones radiativas a nivel de lazos
sean cada vez más pequeñas, es decir para la corrección a nivel de un lazo esperamos que sea más
pequeña que a nivel de árbol. Sabemos que las correcciones radiativas a nivel de un lazo dependen
directamente de potencias de λS , en nuestro caso hasta λ3S , entonces es importante fijar cotas
para este valor que nos aseguren que MS no vaya a dar un incremento demasiado grande sobre
lo permitido para el vértice HHH a nivel de árbol. Con esto en mente notamos que en general
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las amplitudes de los procesos a nivel de un lazo van a contar con un mínimo de dos vértices y
por tanto van a depender de un factor λ2

S

(4π)2 . Donde el 1
(4π)2 viene de la integral a nivel de un

lazo y λ2S de los vértices, entonces como los resultados númericos de las funciones de Passarino-
Veltman son en general valores mucho más pequeños que 1 dependemos únicamente del factor
(4π)2 para amortiguar la contribución de λS , por lo que la restricción para asegurar que nuestras
predicciones no incurran en violaciones perturbativas es λS

4π ≤ 1, lo que es lo mismo λS ≤ 4π. Que
tanto pueda λS acercarse a 4π va a depender directamente del cálculo que estemos realizando,
en nuestro caso hemos notado que valores por arriba de uno ya empiezan a dar contribuciones
que parecen violar los efectos pertubativos de la teoría. Por lo que para ejemplificar lo anterior
en este análisis vamos a tomar tres valores de λS , 0,5, 1 y 1,5, aparte hemos incluido una gráfica
con valor de 4π, que es solo para ejemplificar el argumento que hemos hecho para imponer la
restricción en el espacio de parámetros. Cabe mencionar que el argumento anterior es también
parte de la razón por la cual la cantidad que nos interesa es la contribución de los LQ al vértice
HHH normalizada sobre la del vértice a nivel de árbol, ya que así los valores que obtenemos
son el porcentaje que representa la contribución de S sobre el vértice a nivel de árbol. Esto nos
permite saber si nuestras predicciones tienen sentido, ya que si se pasa de 1 significa que nuestro
valor de λS muy seguramente está llegando a una región problemática para mantener los efectos
pertubativos de la teoría. Es importante que la teoría mantenga la naturaleza perturbativa, si no
corremos riesgo de que las predicciones no sean confiables, y puede que hacer cálculos a nivel de
un lazo ya no sea suficiente. Con todo lo discutido anteriormente podemos evaluar a MS en el
contexto que nos interesa y obtener información valiosa.

4.2. Gráficas en función de MS

A continuación presentamos las diferentes gráficas que se obtuvieron para MS en función de
ECM .
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Figura 4.2: MS en función de MS para una energía de centro de masa de 1 TeV
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Figura 4.3: MS en función de MS para una energía de centro de masa de 5 TeV
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Figura 4.4: MS en función de MS para una energía de centro de masa de 10 TeV
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Figura 4.5: MS en función de MS para ECM = 1 TeV y λS = 4π

4.3. Gráficas en función de ECM

A continuación presentamos las diferentes gráficas que se obtuvieron para MS en función de
MS .
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Figura 4.6: MS en función de la energía de centro de masa para MS = 1 TeV
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Figura 4.7: MS en función de la energía de centro de masa para MS = 1,5 TeV
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Figura 4.8: MS en función de la energía de centro de masa para MS = 2 TeV
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Conclusiones y perspectivas

5.1. Conclusiones
Lo primero que podemos concluir al ver todas las gráficas es que nuestras predicciones son
en su mayoría significativas. Para los diferentes valores de los parámetros ECM , MS y λS
que hemos elegido podemos obtener contribuciones que van desde el 5% hasta el 140% de la
contribución a nivel de árbol.

El modelo de un singlete escalar real proporciona un excelente camino hacia el desarrollo de
nueva física, pues su implementación a través de un lagrangiano efectivo es sencilla y tiene
mucho parecido con el comportamiento del Higgs del ME.

Siguiendo la idea anterior, hay una gran cantidad de modelos de extensión del ME aparte de
los modelos de LQ que implementan un sínglete escalar (entre otras cosas) al ME. Tal que
estudiar los efectos de este sínglete es fundamental y beneficioso para una gran cantidad de
modelos de extensión.

Este estudio también es solo una prueba más de que los autoacoplamientos del bosón de Higgs
son sin duda alguna una muy buena fuente para teorizar y buscar efectos de nueva física,
pues en una gran cantidad de modelos de extensión son sensibles a recibir contribuciones de
nueva física, no solo con el modelo de un singlete.

Refiriéndonos ahora puntualmente al estudio de las gráficas en general podemos notar un
par de cosas. Primero algo que ya se podía esperar por la naturaleza de nuestro estudio, a
medida que las cotas de masa van creciendo las contribuciones se van haciendo más pequeñas
y difíciles de medir, en el sentido de que cada vez se requeriría de mayor energía para alcanzar
a ver dichas contribuciones. Como es de esperarse encontramos el mismo comportamiento
cuando nos fijamos en la variación de la energía de centro de masa. Esto indica un desacoplo
de S a H a altas energías.

Notamos en las gráficas que la contribución de S aparece para un valor de energía de centro
de masa del doble de la masa MS .

Podemos concluir también que el valor que le asignemos al acoplamiento λS es de suma
importancia, pues este determina en gran medida el tamaño de la contribución, algo que si lo
vemos desde el punto de vista de cualquier otro acoplamiento también hace sentido. Podemos
notar que conforme este se hace más grande nuestras contribuciones también lo hacen.

Para entender mejor el impacto del acoplamiento, veamos el caso λS = 1,5, podemos notar
contribuciones bastante notables partiendo de valores de energía de centro de masa que
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están muy cerca de los valores que ya se han alcanzado dentro de los estudios que hemos
mencionado, en concreto si vemos la figura 4.1 donde fijamos ECM = 1 TeV y variamos
MS entre 1 − 2 TeV nos daremos cuenta de que para valores de MS cercanos a 1 TeV la
contribución llega a estar por arriba de la contribución a nivel de árbol en un 40%, lo cuál
suena muy coveniente, pero como estos valores estan muy cerca de los valores que ya se han
alcanzado y de las cotas de masa, nos hace preguntarnos si no se deberían haber encontrado
ya los efectos de S en los experimentos ya realizados.

El razonamiento anterior nos comunica algo muy importante, y es que de existir el escalar
descrito por el acoplamiento que hemos estudiado lo más probable es que sea con un valor
de λS menor a uno. Pues si analizamos las curvas con λS = 1 podemos encontrar el mismo
problema que para λS = 1,5, pero en menor medida. Sin embargo, las curvas para λS = 0,5
presentan una contribución bastante más pequeña, cerca del 10% en su valor más alto, pero
sigue siendo significativa.

Otra cosa que podemos concluir de estudiar las gráficas de MS es algo que ya veníamos
comentando. Al tomar λS = 4π la contribución es bastante grande, tanto que ni siquiera
tiene sentido tomarla en cuenta, pues corresponde a cientos de veces la contribución a nivel
de árbol, esto solo refuerza la idea de que estos acoplamientos pierden sentido entre más
grande los tomamos.

Finalmente de manera general podemos concluir que por separado los modelos con un singlete
escalar y el triple acoplamiento HHH son herramientas poderosas para buscar efectos de
nueva física, y combinados brindan una buena oportunidad de entender como podríamos ver
efectos de nueva física en el sector escalar.

5.2. Perspectivas
Adicionalmente a lo que hemos hecho, con la ayuda de herramientas como calchep podemos
llevar a cabo simulaciones de montecarlo para las seccion eficaz del proceso gg → HH
tomando en cuenta la contribución de S y así estudiar de manera más directa lo efectos de
los LQ en este proceso, pues es la cantidad que se puede medir en los colisionadores. A pesar
de que esto no se ha llevado a cabo por cuestiones de tiempo, es el siguiente paso a seguir y se
realizarón un par de actividades encaminadas en esta dirección. En el apéndice 2 se muestra
una serie de gráficas recreadas de la referencia [16], que corresponden a la sección eficaz de
distintos procesos de producción de bosones de Higgs.

También es una idea interesante implementar representaciones de otras naturalezas dentro
del modelo de LQ para estudiar sus posibles efectos en los autoacoplamientos del bosón de
Higgs y sus acoplamientos a otras partículas.

A veces cierto tipo de modelos o procesos no son tan convenientes como herramienta de
estudio, pues se necesita de energías bastante altas en comparación de los colisionadores
actuales para producir efectos de nueva física. Es por esto que para los investigadores de
física de altas energías actuales es de suma importancia estudiar modelos y procesos que
puedan dar contribuciones de nueva física a energías que no estén tan lejos del alcance
experimental actual. Por lo que resulta importante plantear representaciones de LQ que
puedan dar contribuciones a procesos que esten al alcance de los epxerimentos de hoy en día.

Últimamente a habido una tendencia de tomar en cuenta las contribuciones imaginarias
de nuestras amplitudes para incorporarlas en nuestras predicciones, un enfoque que sería
interesante probar en este trabajo. Esto no se había mencionado de forma explícita porque
es la convención, pero a la hora de evaluar númericamente MS hemos tomado solo la parte
real, pero no cabe duda que en este punto del estudio de la física no está demás intentar salir
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del marco de la convención de la comunidad en ciertos aspectos, en concreto esta propuesta
llama la atención, pues hasta ahora la despreciación de la parte imaginaria no se tomaba en
cuenta porque las cosas funcionaban sin ella, pero en búsqueda de nuevas alternativas hace
sentido tomar en cuenta algo que sale naturalmente de nuestros cálculos, en cierto sentido
hasta suena arbitrario el desecharlas.

Como en este estudio nos hemos centrado en la producción de dos bosones de Higgs mediante
fusión de gluones, es preciso preguntarse si los LQ escalares podrían dar alguna contribución
al lazo ggH. En este trabajo no hemos considerado esa posibilidad, pues el valor de esta
corrección ya está medido con precisión. No obstante en [7] encontramos un estudio de este
tipo, cuyas conclusiones son que un LQ ligero de tercera generación de masa alrededor de 150
GeV con λS = 0,7 podría dar una contribución significativa a la sección eficaz del proceso,
pero este valor de masa está debajo de la cota inferior que se han fijado experimentalmente
en la actualidad.

Este trabajo es solo la punta de lo que se puede hacer al introducir LQ en el ME. En la
actualidad los LQ siguen siendo objeto de estudio y hay una gran cantidad de estudios donde
se introducen diferentes representaciones para estudiar diferentes posibles efectos de nueva
física, y no solo enfocándose en los autoacoplamientos del Higgs. En [10] y [11] podemos en-
contrar dos estudios donde se introducen dos representaciones escalares mediante un doblete
y se estudian sus efectos en decaimientos del quark t con corrientes neutras con cambio de
sabor, y en los momentos dipolares débiles estáticos del τ respectivamente. Estos estudios
han sido en parte la motivación para la elaboración de este trabajo.
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Apéndice A

Renormalización del ME
electrodébil

A.1. Condiciones de renormalización
Las condiciones de renormalización para las funciones de dos puntos de partículas externas en

la capa de masa son
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aquí ε(k), u(p) y ū(p′) son el vector de polarización y espínores de los campos externos respectiva-
mente, entonces las condiciones para las autoenergias son:
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Ahora nuestra elección para la condición de renormalización para la matriz de mezcla de quarks
se da como sigue. Al orden más bajo Vij está dada como

V0,ij = Uu,L
ik Ud,L†

kj , (A.3)
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donde las matrices UF,L trnasforman los eigenestados de interacción débil f ′0 a los eigenestados de
masa de menor orden f0

Uij
F,L†fj,0

L = f ′i,0
L
. (A.4)

En el esquema de renormalización de capa de masa los eigenestados de masa de orden superior
están relacionados a los eigenestados de masa desnuda a través de las constantes de renormalización
de campos de los fermiones

fLi = Z
1/2,F,L
ij fLj,0. (A.5)

Definimos las matriz de mezcla de quarks renormalizada de forma análoga a la no renomalizada,
a través de la rotación de los eigenestados de interacción débil a los eigenestados de masa renor-
malizados. En la aproximación a nivel de un lazo al rotación contenida en la renormalización de la
función de onda fermiónica 1 + 1

2δZ
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y así llegamos a definir la matriz de mezcla de quarks renormalizada como
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ya se ha demostrado que esta condición cancela correctamente todas las divergencias a nivel de un
lazo y que Vij = V0,ij en el límite de masa degeneradas para los quarks tipo up o tipo down.

A.2. Constantes de renormalización
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Haciendo lo propio para las condiciones de las autoenergías fermiónicas obtenemos las contantes
de renormalización correspondientes
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F
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F,i

∂

∂p2
Re[ΣF,L

ii (p2) + ΣF,R
ii (p2) + 2ΣF,S
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2
Re(ΣF,L

ii (m2
F,i) + ΣF,R

ii (M2
F,i) + 2ΣF,S

ii (M2
F,i)), (A.9)

donde las primera dos constantes omiten los términos i = j. Además de estas podemos obtener las
relaciones siguientes

δZ†
ij = δZij(M

2
i ↔M2

j )

δZ†
ii = δZii (A.10)
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En el sector leptónico se cumple que Vij = δij . Consecuentemente todas las autoernegías leptónicas
son diagonales y las constantes de renormalización no diagonales de la función de onda leptónica son
zero. Para tener el mismo efecto para los quarks debemos sustituir la matriz de mezcla de quarks
por una matriz unitaria, como se hace normalmente para propósitos de calculos de correcciones
radiativas para procesos a altas energías.
La constante de renormalización para la matriz de mezcla de quarks Vij tiene la forma

δVij =
1

4
[(δZu,L

ik − δZu,L†
ik )Vkj − Vik(δZ

d.L
kj − δZd,L†

kj )] (A.11)

Insertando la forma explícita de las constantes de renomalización fermiónicas tenemos la siguiente
expresión para δVij

δVij =
1
2Re{

1
M2

u,i−M2
u,k

[M2
u,kΣ

u,L
ik (M2

u,k) +M2
u,iΣ

u,L
ik (M2

u,i)

+Mu,iMu,k(Σ
u,R
ik (M2

u,k) + Σu,R
ik (M2

u,i)) + (M2
u,k +M2

u,i)(Σ
u,S
ik (M2

u,k +Σu,S
ik (M2

u,i)))]Vkj

−Vik 1
M2

d,k−M2
d,j

[M2
d,jΣ

d,L
kj (M2

d,j) +M2
d,kΣ

d,L
kj (M2

d,k)

+Md,kMd,j(Σ
d,R
kj (M2

d,j) + Σd,R
kj (M2

d,k)) + (M2
d,k +M2

d,j)(Σ
d,S
kj (M2

d,k) + Σd,S
kj (M2

d,j))]} .(A.12)

A.3. Autoenergías y constantes en forma explícita

La forma explicita de las constantes de renormalización que utilizamos para nuestros calculos
son:

δm2
H =

1

16π2v2

[
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2
H) (3m2
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2
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, (A.13)

δZH =
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H
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(
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, (A.14)
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W =
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δe =
e

16π2v2
· 14s2W (m2

W +A0(m
2
W )), (A.17)

δa = a

(
δe

e
− 1
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2
W

(
(m2
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W
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W

+
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, (A.18)
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T = − 1

64
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Ahora la forma explicita de las autoenergías que utilizamos en nuestros calculos:
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ΣH(k2) = − α
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Apéndice B

Gráficas para la sección eficaz de
procesos de producción de un
bosón de Higgs

La siguiente gráfica fue tomada de [13], aquí podemos ver las secciones eficaces para distintos
procesos de producción de un H

Figura B.1: Secciones eficaces para la producción de un Higgs en distintos procesos

Presentamos unas gráficas recreadas en calchep de la referencia [13] para la sección eficaz de
distintos procesos de producción de un bosón de Higgs.
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Figura B.2: gg → H
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Figura B.3: cC → HZ
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Figura B.4: Cc→ ZH
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Figura B.5: Cs→ HW−
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Figura B.6: cS → HW+
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Figura B.7: dD → HZ
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Figura B.8: Dd→ HZ
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Figura B.9: dU → HW−
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Figura B.10: Du→ HW+
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Figura B.11: sC → HW−

0.0000010

0.0000100

0.0001000

0.0010000

0.0100000

0.1000000

1.0000000

	0 	5 	10 	15 	20 	25 	30 	35 	40 	45

"Mh_tab_3_48"	using	1

Figura B.12: Sc→ HW+
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Figura B.13: sS → HZ
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Figura B.14: Ss→ HZ
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Figura B.15: tT → HZ
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Figura B.16: Tt→ HZ
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Figura B.17: Ud→ HW−
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Figura B.18: uD → HW+
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Figura B.19: Uu→ HZ

0.000010

0.000100

0.001000

0.010000

0.100000

1.000000

	0 	5 	10 	15 	20 	25 	30 	35 	40 	45

"Mh_tab_1_46"	using	1

Figura B.20: uU → HZ
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