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Caṕıtulo 1

Introducción

La única fuente de transiciones con cambio de sabor dentro del modelo estándar (ME) [?, ?]
es la matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) [?]. Este tipo de transiciones están presentes
únicamente en el sector de quarks y se manifiestan a través de corrientes cargadas. Al contrario de
lo que ocurre en el sector de corrientes, los términos de Yukawa violan expĺıcitamente el sabor en la
representación de eigenestados de norma, pero cuando ambos sectores se expresan en términos de
los eigenestados de masa, la situación se invierte, pues mientras el sector de Yukawa es invariante
de sabor, las corrientes cargadas dan lugar a acoplamientos entre miembros de diferentes familias,
lo que conduce a la presencia de corrientes neutras con cambio de sabor a nivel de un lazo. En el
caso de los leptones, debido a que en el ME no se consideran los neutrinos derechos, ambos sectores
son invariantes de sabor a todo orden de las serie perturbativa. Las corrientes neutras con cambio
de sabor (CNCS) son, sin duda, interesantes por constituir predicciones puramente cuánticas.

Por otra parte, la enorme masa del quark top comparada con la masa de todos los fermiones
conocidos, sugiere que esta part́ıcula podŕıa ser muy sensible a efectos de f́ısica más allá de la
escala de Fermi, puesto que la escala de nueva f́ısica seŕıa más cercana a la masa del quark top
en comparación con las masas de cualquier otro quark. En el ámbito experimental, esta part́ıcula
estará bajo intenso escrutinio en los próximos años debido a que estará operando el colisionador
hadrónico LHC (Large Hadron Collider), el cual se estima producirá alrededor de 107 pares de
eventos t̄t en su primera fase operativa, hasta alcanzar 18 millones de eventos t̄t en una etapa
posterior, lo cual seŕıa suficiente para alcanzar un alto nivel estad́ıstico que permitiŕıa la detección
de decaimientos muy raros. Aun en la primera etapa del LHC, se espera que muchos procesos raros
del quark top sean accesibles. Resulta por lo tanto interesante estudiar todos los procesos raros del
quark top que son predichos por varias teoŕıas que extienden al ME. En el ME, el principal modo
de decaimiento del quark top es t → bW , el cual tiene una fracción de decaimiento cercana a 1.
Le siguen los modos no diagonales t → dW y t → sW , con fracciones de decaimiento pequeñas
del orden de 10−3. Los decaimientos a tres cuerpos t → diWZ y t → uiWZ con di = b, s, d
y ui = u, c están severamente suprimidos [?, ?]. A nivel de un lazo, aparecen decaimientos con
CNCS: t → uiV (V = g, γ, Z) y t → uiH (mediados por el bosón W ), los cuales están severamente
suprimidos por el mecanismo de GIM, con fracciones de decaimiento que van desde 10−10 a 10−13

[?, ?, ?]. Motivado por el hecho de que cualquier proceso que esté prohibido o fuertemente suprimido
en el ME constituye un laboratorio natural para buscar efectos de nueva f́ısica, los decaimientos
del quark top con CNCS han sido objeto de considerable interés en la literatura [?, ?, ?, ?], pues en
varios modelos de extensión resulta que estos decaimientos pueden tener fracciones de decaimiento
mucho más grandes que las que predice el ME .

En el sector de quarks del ME las CNCS constituyen un fenómeno que está altamente suprim-
ido, y más aun, en el sector de leptones este tipo de transiciones están completamente ausentes.
Sin embargo, los datos experimentales han mostrado evidencia de oscilaciones de neutrinos [?],
que sugieren que la conservación de sabor leptónico no este garantizada. A pesar de que las CNCS
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CAPÍTULO 1. INTRODUCCIÓN

pueden ser mediadas por los bosones de Higgs y Z a nivel de acción clásica, aquellos efectos de vi-
olación de sabor provocados por los fotones constituyen un efecto puramente cuántico, ya que sólo
se pueden generar a nivel de un lazo u órdenes superiores. A nivel de un lazo, las transiciones elec-
tromagnéticas que involucran violación de sabor leptónico (VSL) son inducidas por la presencia de
neutrinos masivos [?, ?]. También la VSL puede ser inducida por acoplamientos del bosón de Higgs
con leptones que surgen de manera natural en sectores de Yukawa extendidos [?, ?, ?, ?, ?, ?, ?].
Las transiciones con VSL podŕıan ser producidas en el colisionador lineal internacional ILC (In-
ternational Linear Collider) a través del modo de operación γγ. El ILC es un programa ambicioso
de colisiones electrón-positrón a la escala de TeV, que en principio, proporcionará un ambiente de
estudio con capacidades más allá del LHC. Además de complementar y agregar precisión para des-
cubrimientos del LHC, se espera que el ILC arroje información importante a nuestro conocimiento
sobre el ME y permita el acceso a la nueva f́ısica que podŕıa presentarse eventualmente a la escala
de TeV.

Acoplamientos con CNCS se pueden obtener en sectores de Yukawa extendidos. Sin embargo,
como se ha visto en la referencia [?], las caracteŕısticas esenciales de sectores de Yukawa extendidos
se pueden recrear mediante un sector de Yukawa efectivo, constituido únicamente por los campos del
ME, pero que incluye invariantes electrodébiles de hasta dimensión seis. La formulación de teoŕıas
efectivas [?], es un esquema apropiado para estudiar aquellos procesos que están muy suprimidos
o incluso prohibidos dentro del ME, además tiene la ventaja de ser independiente de modelo. Al
introducir invariantes de hasta dimensión seis se obtienen los acoplamientos más generales del
bosón de Higgs con los fermiones, de esta forma obtenemos el acoplamiento no diagonal Hfifj .

En este trabajo de tesis estudiaremos los acoplamientos tcgg y tcg∗ (con t el quark top, c el
quark charm y g el gluon) mediados por el bosón de Higgs. El decaimiento t → cgg, el cual ocurre
en el ME a nivel de un lazo mediado por corrientes cargadas, fue recientemente calculado [?]. Se
encontró que la fracción de decaimiento para el decaimiento a tres cuerpos excede a la fracción de
decaimiento a dos cuerpos t → cg por alrededor de dos órdenes de magnitud. Un resultado similar
fue encontrado en [?] para el decaimiento a tres cuerpos t → ccc dentro del ME el cual es del mismo
orden de magnitud que el decaimiento a dos cuerpos t → cg. El origen f́ısico de tan sorprendentes
resultados son ampliamente explicados en las referencias [?, ?]. Aunque, como ya se ha mencionado,
los procesos con VSL están ausentes a cualquier orden de la serie perturbativa dentro de la teoŕıa
de ME, pueden ser inducidos en muchas de sus extensiones. Analizaremos el decaimiento µ → eγγ
y µ → eγ [?], ya que se pueden obtener como casos particulares de los acoplamientos tcgg y tcg∗,
respectivamente. Y de la misma manera se puede obtener el decaimiento t → cγγ [?], pero no
mostraremos resultados sobre este estudio, debido a que aún está en proceso de finalización.

El contenido de la tesis ha sido organizado de la siguiente manera: en el caṕıtulo 2 se discute
de manera breve la estructura básica del ME, con énfasis especial sobre el sector de Yukawa. Con
el fin de ilustrar cómo es que los sectores de Yukawa extendidos generan acoplamientos generales
que cambian el sabor y violan CP mediante bosones de Higgs neutros, en el caṕıtulo 3 se discute
un sector de Yukawa extendido no con más grados de libertad, sino con un lagrangiano efectivo
que incluye invariantes de hasta dimensión seis, el cual genera el acoplamiento Hfifj pero en
forma independiente de modelo. Dicha descripción será la que se usará a lo largo del trabajo. En el
caṕıtulo 4 analizaremos los acoplamientos tcgg y tcg∗ mediadas por el vértice no diagonal Hfifj .
En el caṕıtulo 5 analizaremos como caso particular a este problema el decaimiento µ → eγγ [?],
este proceso es más simple debido a que el fotón no interactúa con sigo mismo como en el caso del
gluon. Finalmente, en el caṕıtulo 6 se presentan las conclusiones y perspectivas de este trabajo de
tesis.
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Caṕıtulo 2

El Modelo Estándar

2.1. Introducción

El ME es la teoŕıa cuántica-relativista de las interacciones fuerte, débil y electromagnética que
está basado en el grupo de norma SUC(3) × SUL(2) × UY (1). El grupo SUC(3) caracteriza las
interacciones fuertes, mientras que el grupo SUL(2)×UY (1) define las interacciones electrodébiles.
Esto indica que el conjunto de campos de norma asociados al grupo SUC(3)× SUL(2)× UY (1) se
puede dividir en tres conjuntos: 8 asociados a SUC(3), y luego 3 para SUL(2), y finalmente uno
para UY (1). La interacción fuerte es mediada por los gluones, los cuales se acoplan exclusivamente
a las part́ıculas de materia conocidas como quarks. La interacción débil resulta del intercambio de
los bosones de norma masivos W± y Z, mientras que la interacción electromagnética es mediada
por el fotón.

El grupo electrodébil SUL(2) × UY (1) es roto espontáneamente a la escala de Fermi v = 246
GeV, a el grupo electromagnético Uem(1) por medio de un sector de campos escalares dados en
una representación no trivial del grupo. Tres de los cuatro campos de norma obtienen una masa.
El único campo superviviente sin masa es el fotón. El grupo SUC(3) no se ve afectado por el
mecanismo de Higgs. Los fermiones en el modelo estándar son agrupados en tres “familias”. En
cada familia, se aprecia el mismo patrón: los fermiones de helicidad izquierda son agrupados en una
representación de dobletes en virtud del grupo SUL(2), mientras que los fermiones de helicidad
derecha se agrupan en una representación de singuletes de SUL(2).

El campo escalar complejo Φ, constituye un doblete en virtud de SU(2) con hipercarga igual
a +1, el cual después de realizar el mecanismo de Higgs pierde tres de sus componentes, dejando
sólo un campo escalar neutro real, conocido como part́ıcula f́ısica de Higgs.

2.2. El Modelo Estándar de las interacciones electrodébiles

2.2.1. Introducción

Una interesante peculiaridad de la interacción débil es que distingue entre los estados de helici-
dad de los fermiones, es decir, los bosones de norma W± y Z se acoplan con diferentes intensidades
a dichos estados, lo cual debe reflejarse en sus representaciones bajo el grupo SUL(2). Para este
propósito, los quarks y leptones son agrupados en dobletes izquierdos de SUL(2), de la siguiente
manera:

QiL =

(
ui

di

)

L

, LiL =

(
νi

li

)

L

, (2.1)

donde ui = u, c, t, di = d, s, b, son quarks de tipo up y down, respectivamente. Por otra parte,
li = e, µ, τ, son los leptones cargados y νi = νe, νµ, ντ , sus respectivos neutrinos. En nuestra
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CAPÍTULO 2. EL MODELO ESTÁNDAR

2.2. EL MODELO ESTÁNDAR DE LAS INTERACCIONES ELECTRODÉBILES

notación i representa un ı́ndice de sabor. Por otra parte, los estados de helicidad derecha son
introducidos como singletes de SUL(2); liR, uiR y diR. Los estados de helicidad izquierda y derecha
de un fermión Ψ son definidos por:

ΨL,R =
1

2
(1 ∓ γ5)Ψ ≡ PL,RΨ. (2.2)

En la teoŕıa no se introducen los estados de helicidad derecha de los neutrinos debido a que exper-
imentalmente no se han detectado. Hoy en d́ıa se sabe que esto sólo podŕıa ser una aproximación,
pues todo indica que los neutrinos deben poseer masas distintas de cero aunque muy pequeñas [?].

Además, debido a que el grupo electrodébil es covariante bajo transformaciones de norma
locales, la invarianza de la teoŕıa electrodébil ante dichas transformaciones se logra al introducir
una derivada covariante

Dµ = ∂µ − ig1
Y

2
Bµ − ig2

σi

2
W i

µ, (2.3)

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

µ(i = 1, 2, 3) y σi/2 son los campos de norma y los generadores, en la rep-
resentación de dobletes, asociados con el grupo SUL(2). Los campos de norma (W 1

µ ,W 2
µ ,W 3

µ , Bµ)
definen, mediante combinaciones lineales, a los campos de masa (W−

µ ,W+
µ , Zµ, Aµ). También, la

derivada covariante se introduce en los términos cinéticos fermiónicos, que a su vez inducen la pres-
encia de acoplamientos entre fermiones y bosones de norma. Este tipo de interacciones conforman
el llamado sector de corrientes.

Una caracteŕıstica importante de la interacción débil consiste en que los correspondientes
bosones de norma son masivos. Sin embargo, es importante mencionar que no es posible intro-
ducir los términos de masa directamente sin romper expĺıcitamente la invarianza de norma de la
teoŕıa. Las masas de los mismos son introducidos en la teoŕıa no mediante un rompimiento expĺıcito
de la simetŕıa de norma, sino por medio de un rompimiento espontáneo de la simetŕıa (RES). Como
es sabido, el rompimiento espontáneo de una simetŕıa global conduce a la presencia de campos es-
calares de masa cero, conocidos con el nombre de bosones de Goldstone. El rompimiento espontáneo
de una simetŕıa de norma da lugar a la absorción de los bosones de Goldstone por algunos de los
bosones de norma del grupo, fenómeno conocido con el nombre de “mecanismo de Higgs”. El grupo
electrodébil SUL(2)×UY (1) es roto espontáneamente a la escala de Fermi v = 246 GeV, a el grupo
electromagnético Uem(1) a través de un sector de campos escalares dados en una representación no
trivial del grupo. Para generar las masas de los tres bosones de norma asociados con la interacción
débil se requiere por lo menos de tres campos escalares, pero el número mı́nimo de tales campos
que se pueden introducir de manera consistente son los cuatro contenidos en un doblete complejo
de SUL(2). El doblete que contiene a tales campos escalares es llamado doblete de Higgs. Esto se
traduce, después de un rompimiento apropiado de la simetŕıa, en la presencia de tres campos no
masivos o seudobosones de Goldstone y un campo escalar real f́ısico, conocido con el nombre de
escalar de Higgs. Los seudobosones de Goldstone no representan grados de libertad verdaderos, por
lo cual estos son eliminados en la norma unitaria. Asignando número de hipercarga igual a +1 al
doblete escalar de Higgs, el grupo electrodébil es roto espontáneamente al grupo electromagnético
Uem(1), cuyo generador queda expresado como una combinación lineal del generador Y/2 del grupo
UY (1), y del generador T 3 = σ3/2 del grupo SUL(2), de acuerdo con

Q = T 3 +
Y

2
. (2.4)

El mecanismo de Higgs permite dotar de masa a todas las part́ıculas del ME. En el sector de
Higgs, el cual está formado por el sector cinético y el potencial de Higgs, se generan las masas
de los bosones débiles, estas surgen del término cinético; también se genera la masa del bosón de
Higgs, justamente del término de potencial. Por otra parte, las masas de los fermiones de la teoŕıa
son generados cuando se forman invariantes con combinaciones entre el doblete de Higgs y los
dobletes izquierdos y singuletes derechos de los fermiones, todos estos invariantes son agrupados
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2.2. EL MODELO ESTÁNDAR DE LAS INTERACCIONES ELECTRODÉBILES

en el sector de Yukawa. El modelo contiene, además, el llamado sector de Yang-Mills, el cual
representa la esencia de la estructura de norma de la teoŕıa.

El lagrangiano para la teoŕıa electrodébil (TED) se divide en dos partes, una que contiene
solamente a los campos bosónicos y otra que contiene campos fermiónicos y bosónicos (ver caṕıtulo
11 de [?]). La parte bosónica se divide a su vez en los sectores de Higgs y de Yang-Mills. El sector
bosónico-fermiónico se divide también en los sectores de corrientes y de Yukawa. De este modo, el
lagrangiano se puede escribir como:

L = LF + LB , (2.5)

donde

LF = LC + LY , (2.6)

LB = LH + LY M , (2.7)

con LC ,LY ,LH y LY M representando los sectores de corrientes, Yukawa, Higgs y Yang-Mills,
respectivamente. En los siguientes apartados se presentará una breve descripción de cada uno de
estos sectores, con énfasis particular en el sector de Yukawa.

2.2.2. Sector de Higgs

Como ya se mencionó anteriormente, es en este sector donde se implementa el mecanismo de
Higgs que permite dar masa a los bosones de norma débiles W± y Z, y también al bosón de Higgs.
Este sector también determina las interacciones entre estas part́ıculas. El lagrangiano está dado
por:

LH = (DµΦ)†(DµΦ) − V (Φ†,Φ), (2.8)

donde Dµ es la derivada covariante en la representación de dobletes, dada por la ecuación (??) y
V (Φ†,Φ) es el llamado potencial de Higgs, cuya estructura renormalizable tiene la forma

V (Φ†,Φ) = µ2(Φ†Φ) + λ(Φ†Φ)2 (2.9)

donde

Φ(x) =

(
φ1,1 + iφ1,2

φ2,1 + iφ2,2

)
=

(
φ1(x)

φ2(x)

)
(2.10)

es el doblete de Higgs, al cual se le asigna un número de hipercarga Y = +1. En la expresión para el
potencial, el coeficiente λ representa un número real positivo y µ es un parámetro con dimensiones
de masa, mediante el cual se establece la condición esencial para realizar un RES en la teoŕıa. En
efecto, si µ2 > 0, el vaćıo Φ0 es único y no es posible realizar un RES, pero si µ2 < 0, entonces se
tiene el caso de un vaćıo degenerado, que además satisface la condición

Φ†
0Φ0 = |φ0

1|2 + |φ0
2|2 =

−µ2

2λ
, (2.11)

donde Φ0 = 〈|Φ|〉 es el valor esperado en el vaćıo del doblete de Higgs, el cual rompe espontánea-
mente la simetŕıa electrodébil a el grupo electromagnético. Esto significa que Φ0 debe ser invariante
bajo el grupo electromagnético (esto es necesario para garantizar la conservación de la carga eléctri-
ca), es decir, si U ∈ Uem(1), entonces UΦ0 = Φ0, lo que implica que el generador de este grupo
dado por la ecuación (??) lo aniquila: QΦ0 = 0. Sin pérdida de generalidad se puede elegir la
siguiente dirección

Φ0 =

(
0
υ√
2

)
, (2.12)

con

υ2 =
−µ2

2λ
, (2.13)
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2.2. EL MODELO ESTÁNDAR DE LAS INTERACCIONES ELECTRODÉBILES

ya que cualquier otra elección de Φ0 esta relacionada con la ecuación (??) mediante una transfor-
mación global del grupo electrodébil.

El RES aparece como consecuencia de elegir a uno sólo de los vaćıos. Como ya se mencionó,
cuando las simetŕıas involucradas son globales, el resultado es la presencia de campos escalares
sin masa, conocidos con el nombre de bosones de Goldstone. Sin embargo, cuando la simetŕıa es
de norma (el caso que nos interesa), el resultado es la presencia de bosones de norma masivos,
uno por cada generador roto de la simetŕıa. A este fenómeno, donde los bosones de Goldstone
son absorbidos por los campos de norma asociados con los generadores rotos, se le conoce con el
nombre de mecanismo de Higgs.

La teoŕıa debe ser considerada en el entorno de este estado de mı́nima enerǵıa. Aśı que se
introduce el desplazamiento

Φ → Φ0 + Φ =
1√
2

(
0

υ

)
+

(
G+

W

(H + iGZ)/
√

2

)
, (2.14)

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

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

V (Φ†,Φ) = µ2(Φ0 + Φ)†(Φ0 + Φ) + λ[(Φ0 + Φ)†(Φ0 + Φ)]2

=
λυ4

4
− m2

H

2
H2 − λυH3 − λ

4
H4

− 2λυH(G2
Z + 2G+

W G−
W ) − λ

2
G2

ZH2

− λ(H2 + G2
Z)G+

W G−
W − λ

4
G4

Z − λ(G+
W G−

W )2, (2.15)

de donde se puede apreciar que sólo el campo de Higgs, H, tiene masa distinta de cero dada por
m2

H = 2λυ2. Es en esta parte donde se dan los autoacoplamientos del bosón de Higgs.
En lo que respecta a la parte cinética del sector Higgs, ésta se puede escribir de la siguiente

manera

[Dµ(Φ0 + Φ)]†[Dµ(Φ0 + Φ)] = (DµΦ0)
†(DµΦ0) + (DµΦ0)

†(DµΦ)

+ (DµΦ)†(DµΦ0) + (DµΦ)†(DµΦ), (2.16)

donde Φ0 y Φ son las expresiones dadas en la ecuación (??). De esta expresión se pueden identificar
los términos de masa para los bosones débiles, dados por

(DµΦ0)
†(DµΦ0) = m2

W W−
µ W+

µ + (W 3
µ , Bµ)M

(
W 3

µ

Bµ

)
, (2.17)

donde mW = g2v/2 es la masa asociada al bosón de norma débil cargado, definido por

W±
µ =

1√
2
(W 1

µ ∓ iW 2
µ), (2.18)

además

M =
1

2
m2

W

(
1 −g1/g2

−g1/g2 g2
1/g2

2

)
, (2.19)

es la matriz de masa asociada con los campos W 3
µ y Bµ, la cual debe ser diagonalizada para eliminar

el término bilineal W 3
µBµ. Resolviendo el problema de eigenvalores y definiendo cW = g2/

√
g2
1 + g2

2

y sW = g1/
√

g2
1 + g2

2 , con cW = cos θW y sW = sin θW , se encuentra que la siguiente matriz

S =

(
cW sW

−sW cW

)
, (2.20)
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diagonaliza a M , en efecto

S†MS =
1

2
m2

W

(
1 + g2

1/g2
2 0

0 0

)
, (2.21)

además (
W 3

µ

Bµ

)
= S

(
Zµ

Aµ

)
. (2.22)

Por lo tanto,

(DµΦ0)
†(DµΦ0) = m2

W W−
µ W+

µ +
m2

Z

2
ZµZµ, (2.23)

donde mZ = mW /cW es la masa del bosón débil neutro Zµ. El bosón Aµ permanece sin masa,
por lo que es identificado como el fotón. De los dos términos de la parte cinética que involucran
la mezcla de Φ0 y Φ resultan los acoplamientos trilineales HV V , mientras que el último término
genera los términos cuárticos HHV V (V = W,Z).

2.2.3. Sector de Yang-Mills

La estructura de este sector está completamente definida por el carácter no abeliano del grupo
electrodébil. Los invariantes correspondientes no pueden ser construidos con los campos de norma
directamente, sino por medio de las estructuras covariantes dadas por el tensor de campo Wµν =
T iW i

µν , asociado con el grupo no abeliano SUL(2) y el correspondiente tensor Bµν del grupo
abeliano UY (1), los cuales transforman como

W ′
µν = UWµνU†, U ǫ SUL(2), (2.24)

y
B′

µν = Bµν . (2.25)

De manera expĺıcita, los tensores de campo están dados por

W i
µν = ∂µW i

ν − ∂νW i
µ + g2ǫ

ijkW j
µW k

ν , (2.26)

y
Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (2.27)

Con estos objetos, se puede construir el siguiente lagrangiano renormalizable

LY M = −1

2
Tr[W i

µνWµν
i ] − 1

4
BµνBµν , (2.28)

el cual, después de utilizar la normalización Tr[T iT j ] = δij/2 para los generadores del grupo
SUL(2), el lagrangiano se puede reescribir como

LY M = −1

4
W i

µνWµν
i − 1

4
BµνBµν . (2.29)

Con los campos de masa W±
µ (definidos en la ecuación (??)), Zµ y Aµ (los cuales surgen directa-

mente de la ecuación (??)) dados por

W 3
µ = cW Zµ + sW Aµ, (2.30)

Bµ = −sW Zµ + cW Aµ, (2.31)

e introduciendo, además, los siguientes tensores:

Ŵ±
µν =

1√
2
(W 1

µν ∓ iW 2
µν), (2.32)
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Zµν = ∂µZν − ∂νZµ, (2.33)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ, (2.34)

el lagrangiano de Yang-Mills adquiere la forma

LY M = −1

2
Ŵ−

µνŴµν
+ − 1

4
FµνFµν − 1

4
ZµνZµν

− ig2(sW Fµν + cW Zµν)W−µW+ν

+ g2
2(W−

µ W+
ν − W+

µ W−
ν )(W−µW+ν − W+µW−ν). (2.35)

Este lagrangiano contiene las partes cinéticas de los cuatro bosones de norma, aśı como sus au-
tointeracciones.

2.2.4. Sector de Yukawa

Como ya se mencionó con antelación, el ME contiene dos sectores de fermiones con estructura de
norma y de Lorentz completamente diferentes. Uno de estos es el sector de Yukawa, cuya estructura
de Lorentz es de tipo escalar y seudoescalar. Este sector tiene el propósito de generar las masas de
los fermiones v́ıa el rompimiento espontáneo de la simetŕıa electrodébil, ya que, del hecho de que
los estados de helicidad se definen en diferentes representaciones del grupo, no es posible definir sus
masas en forma invariante de norma. Además, dicho sector contiene invariantes que se construyen
como productos de campos de norma que vinculan fermiones de diferente helicidad acoplados al
doblete de Higgs. Puesto que en la TED no se definen los estados de helicidad derecha de los
neutrinos, éstos no tienen ninguna manifestación f́ısica en este sector.

Para campos de norma, al contrario de lo que ocurre en el sector de corrientes, como se verá en
la siguiente sección, los términos de Yukawa violan expĺıcitamente el sabor. Cuando ambos sectores
se expresan en términos de campos de masa, la situación se invierte en el sector de quarks, pues
mientras el sector de Yukawa de quarks es invariante de sabor (un sólo doblete de Higgs), las
corrientes cargadas dan lugar a acoplamientos entre miembros de diferentes familias, lo que conduce
a la presencia de corrientes neutras con cambio de sabor a orden de un lazo. Las corrientes neutras
son, sin duda, interesantes por constituir predicciones puramente cuánticas. Sin embargo, respecto
a los leptones ambos sectores son invariantes de sabor, esto se debe a la ausencia de neutrinos con
helicidad derecha.

El lagrangiano renormalizable más general se puede descomponer en dos partes independientes
como sigue

LY = LY
q + LY

l , (2.36)

donde LY
q y LY

l son los lagrangianos de los sectores de quarks y de leptones, respectivamente. A
continuación se estudian con cierto grado de detalle cada uno de estos sectores.

Sector de Yukawa para quarks

Dado que en el caso de los quarks existen estados derechos para los dos miembros del doblete
izquierdo, es necesario considerar otro objeto que transforme covariantemente bajo el grupo SUL(2),
el cual está dado por

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

(
0 1
−1 0

)(
φ−

φ0∗

)
=

(
φ0∗

−φ−

)
, (2.37)

done σ2 es una de las matrices de Pauli. Φ̃ también tiene valor de hipercraga Y = +1. Con la
ayuda de este objeto podemos escribir el lagrangiano del sector de Yukawa para los quarks de la
siguiente manera

LY
q = −Y u

ij Q̄
′
iLΦ̃u′

jR − Y d
ijQ̄

′
iLΦd′jR + h.c., (2.38)
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donde Y u
ij , Y d

ij son constantes arbitrarias, llamadas constantes de Yukawa. Aqúı las primas denotan

los estados de norma. Observe que este lagrangiano no conserva el sabor, ya que las matrices Y u,d

no están sujetas a ningún tipo de restricción, en particular no son diagonales.
En términos de los vectores en el espacio de sabor definidos por

U ′ =




u′

c′

t′


 , D′ =




d′

s′

b′


 , (2.39)

y de las matrices de masa

Mu
ij =

υ√
2
Y u

ij , Md
ij =

υ√
2
Y d

ij , (2.40)

el lagrangiano del sector de Yukawa para los quarks se puede escribir como

LY
q = −

(
1 +

H

υ

)
(Ū ′

LMuU ′
R + D̄′

LMdD′
R)

+
i

υ
GZ(Ū ′

LMuU ′
R − D̄′

LMdD′
R)

−
√

2

υ
G−

W D̄′
LMuU ′

R +

√
2

υ
G+

W Ū ′
LMdD′

R + h.c. (2.41)

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

UL,R = V u
L,RU ′

L,R, DL,R = V d
L,RD′

L,R, (2.42)

las matrices V u,d
L,R deben ser unitarias con el fin de preservar la estructura canónica de los términos

cinéticos que aparecen en el sector de corrientes, que a su vez garantiza la existencia de propagadores
en su forma canónica. Existe un teorema del álgebra lineal que nos garantiza que para cualquier
matriz M , es posible encontrar dos matrices unitarias A y B, tales que AMB sea real y diagonal.
La demostración de este teorema se sigue directamente de la descomposición polar de la matriz
M , dada por

M = HU, (2.43)

donde la matriz H es hermı́tica y U es unitaria. Dado que toda matriz hermı́tica puede ser diago-
nalizada por una matriz unitaria, es decir, S†HS es diagonal con S† = S−1, es claro que tomando
A = S† y B = U†S, obtenemos que

AMB = S†MU†S = S†(HU)U†S = S†HS, (2.44)

el cual es diagonal y real, ya que los eigenvalores de H† = H son reales.
Dado que las matrices V u,d

L,R son unitarias, este teorema nos garantiza que las matrices

V u,d
L Mu,dV u,d†

R sean reales y diagonales, como debe ser ya que los elementos de la diagonal repre-
sentan a las masas de los quarks.

En términos de los campos de masa (U y D), el lagrangiano del sector de Yukawa para los
quarks se escribe como

LY
q = −

(
1 +

H

υ

)
(ŪM̄uU + D̄M̄dD)

+
iγ5

υ
GZ(ŪM̄uU − D̄M̄dD)

−
√

2

υ
G−

W D̄(K†M̄uPR − M̄dK†PL)U

+

√
2

υ
G+

W Ū(KM̄dPR − M̄uKPL)D, (2.45)
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donde
K = V u

L V d†
L , (2.46)

es la matriz de CKM. Y M̄u,d son matrices de masa dadas por

M̄u = V u
L MuV u†

R =




mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt


 , M̄d = V d

LMdV d†
R =




md 0 0
0 ms 0
0 0 mb


 . (2.47)

De esta manera, en términos de los campos de masa, el sector de Yukawa de quarks conserva el
sabor, es decir, el bosón de Higgs sólo se acopla a pares del mismo tipo de quarks.

Sector de Yukawa para leptones

Para el caso de los leptones, tomando en cuenta que no existen los estados de helicidad derecha
para los neutrinos, podemos escribir el lagrangiano para este sector de la siguiente forma

LY
l = −Y l

ijL̄
′
iLΦl′jR + h.c. (2.48)

donde Y l
ij son las componentes de la matriz de Yukawa.

En términos de los campos en el espacio de sabor

E′ =




e′

µ′

τ ′


 , ν′ =




ν′
e

ν′
µ

ν′
τ


 , (2.49)

y de la matriz de masa

M l
ij =

υ√
2
Y l

ij , (2.50)

podemos escribir al lagrangiano del sector de Yukawa para los leptones como

LY
l = −

(
1 +

H

υ

)
Ē′

LM lE′
R

− i

υ
GZĒ′

LM lE′
R −

√
2

υ
G+

W ν̄′M lE′
R + h.c. (2.51)

Como en el caso de los quarks, las masas de los leptones se definen diagonalizando la parte
cuadrática del lagrangiano. Como antes, se definen los campos de masa mediante las siguientes
transformaciones

EL,R = V l
L,RE′

L,R, νL = V l
Lν′

L, (2.52)

donde V l
L,R son matrices de rotación unitarias. Aśı, en términos de los campos de masa, el la-

grangiano de Yukawa para los leptones se escribe como

LY
l = −

(
1 +

H

υ

)
ĒM̄ lE

− iγ5

υ
GZĒM̄ lE −

√
2

υ
(G+

W ν̄M̄ lPRE + G−
W ĒM̄ lPLν). (2.53)

Puesto que siempre es posible encontrar las matrices unitarias V l
L,R tales que M̄ l = V l

LM lV l†
R se

real y diagonal, como se requiere para definir los términos de masa. La matriz M̄ l está dada por

M̄ l =




me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ


 , (2.54)

donde los elementos de la diagonal son las masa de los respectivos leptones cargados.
Como ocurre en el sector de quarks, en términos de los campos de masa, el sector de Yukawa

para los leptones conserva el sabor, es decir, el bosón de Higgs sólo se acopla al mismo tipo de
leptón cargado.
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2.2.5. Sector de corrientes

Este sector se genera al sustituir la derivada ordinaria por la derivada covariante asociada al
grupo electrodébil en el sector cinético de quarks y leptones, lo cual da lugar a la presencia de
acoplamientos de los fermiones con los campos de norma que poseen estructuras de Lorentz carac-
terizadas por las matrices de Dirac γµ y γ5γµ. Todos los términos contienen un par de fermiones
de la misma helicidad, lo que resulta de la necesidad de conservar la invarianza de norma. A los
acoplamientos de pares de fermiones con el bosón W± se les conoce como corrientes cargadas,
mientras que a los acoplamientos con los bosones Z y A reciben el nombre de corrientes neutras.
El lagrangiano invariante de norma se descompone en dos partes

LC = LC
q + LC

l , (2.55)

donde LC
q y LC

l representan los sectores de corrientes de quarks y de leptones, respectivamente

Sector de corrientes para quarks

En términos de los campos de norma, el lagrangiano del sector de corrientes para los quarks
conserva el sabor y está dado por

LC
q = iQ̄′

iLγµDµQ′
iL + iū′

iRγµDµu′
iR + id̄′iRγµDµd′iR, (2.56)

el cual, una vez expresado en términos de los campos de masa, toma la siguiente forma

LC
q = iŪγµ∂µU + iD̄γµ∂µD +

g2√
2
(W+

µ J−µ + J+
µ W−µ) +

g2

2cW

ZµJµ
Z + eAµJµ

A, (2.57)

en donde se han definido las corrientes cargadas J−µ y neutras Jµ
Z y Jµ

A de la siguiente forma

J−µ = ŪLγµKDL, (2.58)

Jµ
Z = Ūγµ(gu

V + gu
Aγ5)U + D̄γµ(gd

V + gd
Aγ5)D, (2.59)

Jµ
A = ŪγµU + D̄γµD. (2.60)

En estas expresiones K es la matriz de CKM dada en la ecuación (??), mientras que gui

V y gui

A

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

Se puede observar que, como consecuencia de la unitariedad de las matrices de rotación V u,d
L,R, las

corrientes neutras conservan el sabor, sin embargo en las corrientes cargadas se dan transiciones
entre diferentes familias a través de la matriz de CKM. La presencia de corrientes cargadas con
cambio de sabor a nivel de árbol da lugar a que se generen corrientes neutras con cambio de sabor
a nivel de un lazo.

Sector de corrientes para leptones

Debido a la ausencia de neutrinos derechos, el lagrangiano de corrientes correspondiente a los
leptones es más sencillo y está dado por

LC
l = iL̄′

iLγµDµL′
iL + il̄′iRγµDµl′iR, (2.61)

el cual, como en el caso de los quarks, conserva el sabor.
En términos de los campos de masa, el lagrangiano de corrientes para los leptones toma la

forma

LC
l = iĒiγ

µ∂µEi + iν̄Lγµ∂µνL +
g2√
2
(W+

µ J−µ + J+
µ W−µ) +

g2

2cW

ZµJµ
Z + eAµJµ

A, (2.62)
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donde, como en el caso de los quarks, se han definido las corrientes cargadas J−µ y neutras Jµ
Z y

Jµ
A de la siguiente manera

J−µ = ν̄LγµEL, (2.63)

Jµ
Z = ν̄γµ(gν

V + gν
Aγ5)ν + Ēγµ(gE

V + gE
Aγ5)E, (2.64)

Jµ
A = ν̄LγµνL + ĒγµE, (2.65)

donde gli
V , gli

A (li = ν,E) son constantes de acoplamiento que dependen de los números cuánticos
con que se acomodan los leptones en el grupo electrodébil. En este caso, debido a la ausencia de
neutrinos derechos, las corrientes cargadas y neutras conservan el sabor a todo orden en la serie
perturbativa. Es importante señalar que la ausencia de interacciones entre leptones de diferentes
familias mediadas por el bosón débil cargado, en contraste con lo que ocurre con los quarks, no
sólo se debe a la inexistencia de neutrinos derechos, sino también a que el sector de corrientes es
originalmente invariante de sabor.

2.3. El lagrangiano de QCD

La interacción fuerte es descrita por una teoŕıa de Yang-Mills (basado en el grupo SUC(3)).
Esto, junto con el requerimiento de que la teoŕıa sea renormalizable, fija completamente la forma
del lagrangiano. La teoŕıa es llamada Cromodinámica Cuántica (QCD por sus siglas en ingles) y
el lagrangiano usualmente se escribe como

LQCD = −1

2
Tr[GµνGµν ] + q̄i(iγ

µDµ − mi)qi, (2.66)

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

Dµ = ∂µ − igsGµ, (2.67)

además
Gµν = ∂µGν − ∂νGµ − igs[Gµ, Gν ], (2.68)

y el campo de norma es Gµ = Ga
µλa/2, donde las λas son las matrices de Gell-Mann, (los gener-

adores del grupo SUC(3)), las cuales satisfacen la siguiente relación de conmutación

[λa, λb] = 2ifabcλc, (2.69)

y la condición de normalización es
Tr[λaλb] = 2δab. (2.70)

Los campos de norma de la interacción fuerte Gµ, son llamados “gluones”, y en acuerdo con
la simetŕıa de norma SUC(3) están presentes 8 gluones. Incluso, como se trata de una teoŕıa no
abeliana, como en el caso de la interacción débil, los gluones interactúan entre śı, por lo tanto,
surgen vértices trilineales y cuárticos. Además, en analoǵıa con la parte electrodébil de la teoŕıa,
del lagrangiano de interacción entre fermiones y bosones de norma, aparecen los acoplamientos
entre quarks y gluones.
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Caṕıtulo 3

Lagrangiano efectivo para el sector
de Yukawa

Es bien sabido que el sector de Yukawa del ME conserva CP y el sabor. Los efectos de CNCS
pueden presentarse a nivel de árbol en cualquier sector renormalizable de Yukawa si se incorporan
más campos escalares, como en el modelo de dos dobletes de Higgs (THDM por sus siglas en inglés)
[?]. Sin embargo, no es necesario introducir nuevos grados de libertad para generar simultáneamente
los efectos de CNCS y de violación de CP aún cuando el criterio de renormalizabilidad (según el
conteo de potencias o criterio de Dyson) no se considere como principio fundamental al construir
el lagrangiano, pues en cambio, se pueden incorporar en la acción clásica efectos virtuales de los
grados pesados de libertad mediante la introducción de operadores SUL(2) × UY (1) invariantes
de dimensión superior a cuatro [?, ?]. Este criterio se puede establecer como sigue: en unidades
naturales donde h̄ = c = 1, las unidades de enerǵıa coinciden con las de masa y son rećıprocas a las
unidades de longitud. En estas unidades, la acción del sistema es adimensional y el lagrangiano tiene
unidades de masa a la cuarta potencia. Según el criterio de Dyson, una teoŕıa es renormalizable
si el lagrangiano contiene todos los invariantes de norma y de Lorentz hasta dimensión cuatro. De
hecho, es solamente necesario extender el sector de Yukawa con los operadores de dimensión seis
para inducir los acoplamientos más generales del bosón de Higgs con quarks y leptones. Un sector
de Yukawa con estas caracteŕısticas tiene la siguiente estructura [?, ?]

LY
eff = −Y l

ij(L̄iLΦljR) −
αl

ij

Λ2
(Φ†Φ)(L̄iLΦljR) + H.c.

−Y d
ij(Q̄iLΦdjR) −

αd
ij

Λ2
(Φ†Φ)(Q̄iLΦdjR) + H.c. (3.1)

−Y u
ij (Q̄iLΦ̃ujR) −

αu
ij

Λ2
(Φ†Φ)(Q̄iLΦ̃ujR) + H.c.,

donde Yij , LiL, QiL, Φ, liR, diR y uiR son las componentes de la matriz de Yukawa, el doblete
izquierdo de los leptones, el doblete izquierdo del quark, el doblete de Higgs, el singulete derecho de
los leptones cargados y los singuletes derechos del quark de tipo down y up, respectivamente. Las
constantes αij , son componentes de una matriz de 3×3 completamente general, la cual parametriza
los detalles de la f́ısica subyacente, y podŕıan ser determinada una vez que se conozca la teoŕıa
fundamental. Además, Λ es una cantidad con dimensiones de masa, mediante la cual se denota a
la escala de enerǵıa a la que son relevantes los efectos de la nueva f́ısica, aśı que el lagrangiano
efectivo tiene aplicación para enerǵıas menores que Λ. Analizaremos sólo el sector de quarks, ya
que el sector leptónico se puede obtener a partir del sector de quarks de tipo down.

En términos de campos en el espacio de sabor el lagrangiano puede ser escrito en la norma
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unitaria como sigue

LY
eff = −

(
1 +

H

υ

)
(Ū ′

LMuU ′
R + D̄′

LMdD′
R)

− H

[
1 +

H

2υ

(
3 +

H

υ

)][
1√
2

( υ

Λ

)2
]

[Ū ′
LαuU ′

R + D̄′
LαdD′

R] + h.c., (3.2)

donde U
′T = (u, c, t) y D

′T = (d, s, b) son vectores en el espacio de sabor y las matrices de masa
Mu,d se definen de la siguiente manera

Mu,d =
υ√
2
Y u,d +

υ3

2
√

2Λ2
αu,d, (3.3)

las cuales, una vez diagonalizadas, definen las masas de los quarks. Como antes, los campos de
masa se definen mediante las transformaciones unitarias

UL,R = V u
L,RU ′

L,R, DL,R = V d
L,RD′

L,R, (3.4)

donde se asume que las matrices V u
L,R y V d

L,R diagonalizan solamente la suma de las matrices Y u,d

y αu,d, pero no necesariamente a cada una de ellas por separado. Definiendo las matrices

Ωu,d =
1√
2

( υ

Λ

)2

V u,d
L αu,dV u,d†

R (3.5)

y tomando en cuenta que υ = 2mW

g
, se obtiene finalmente el lagrangiano efectivo para el sector de

Yukawa de quarks

LY
eff = −

(
1 +

gH

2mW

)
(ŪM̄uU + D̄M̄dD)

− H

[
1 +

gH

4mW

(
3 +

gH

2mW

)]
[Ū(ΩuPR + Ωu†PL)U + D̄(ΩdPR + Ωd†PL)D],(3.6)

donde las matrices de masa M̄u,d son diagonales. Observe que en el ĺımite cuando Λ → ∞ se
recupera el resultado del ME. Las matrices Ωu,d representan los efectos de la nueva f́ısica.

El hecho de suponer que las matrices V u
L,R y V d

L,R no diagonalizan por separado a las ma-

trices Y u,d y αu,d, sino sólo a la suma, es suficiente para generar acoplamientos con cambio de
sabor mediados por el bosón de Higgs. Si además ocurre que Ωu,d 6= Ωu,d†, el lagrangiano (??)
induce acoplamientos de los bosones de Higgs con los fermiones que contienen simultáneamente
componentes CP-par y CP-impar.

Como se comentó antes, los resultados anteriores se pueden extender fácilmente para que in-
cluyan a los leptones cargados. Entonces, el acoplamiento del bosón de Higgs con un fermión f , el
cual puede ser un quark q o un leptón cargado l, está dado por el siguiente lagrangiano

LHf̄f = −Hf̄i

(
ωij

RPR + ωij
L PL

)
fj , (3.7)

donde

ωij
R =

gmi

2mW

δij + Ωij , (3.8)

ωij
L =

gmi

2mW

δij + Ω∗
ij . (3.9)

Para cerrar esta sección, vamos a hacer hincapié en que el anterior lagrangiano efectivo describe
el acoplamiento más general de tipo renormalizable de un campo escalar con un par de fermiones,
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que reproduce las principales caracteŕısticas de la mayoŕıa de los sectores de Yukawa extendidos,
como la versión más general del modelo de dos dobletes de Higgs (THDM-III) [?] y modelos multi-
Higgs que comprenden los modelos de multipletes adicionales de SUL(2)×UY (1) o representaciones
escalares de grupos de norma más grandes. Nuestro enfoque también cubre las formulaciones más
exóticas de violación de sabor, como los llamados modelos de familones [?] o teoŕıas que involucran
una simetŕıa abeliana de sabor [?]. De esta manera, nuestros resultados son aplicables a una amplia
variedad de modelos que predicen violación de sabor mediados por un bosón escalar neutro.
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Caṕıtulo 4

Cálculo de los acoplamientos tcgg
y tcg∗

En esta sección presentaremos las amplitudes a nivel de un lazo correspondientes a los
acoplamientos tcgg y tcg∗, con las cuales podremos obtener como casos particulares los decaimien-
tos fi → fjγγ y fi → fjγ inducidos a nivel de un lazo por el vértice efectivo Hfifj . La diferencia
esencial entre los acoplamientos ggfifj y gfifj comparados con γγfifj y γfifj reside en la car-
acteŕıstica no abeliana para los primeros dos y la propiedad abeliana para los últimos dos. En la
referencia [?], se estudia el vértice general γγfifj y posteriormente, se analizan los procesos de
dispersión y decaimiento asociados.

Conviene analizar primero el acoplamiento tcg∗ y posteriormente el vértice tcgg, ya que, co-
mo veremos más adelante, un conjunto de diagramas correspondiente al vértice tcgg incluye al
acoplamiento tcg∗.

4.1. Cálculo de las amplitudes a un lazo para el acoplamien-
to tcg∗

La contribución del vértice Hfifj al acoplamiento tcg∗, con el gluon fuera de capa de masa,
está representada por los diagramas de Feynman mostrados en la figura ??.

qi qj
qk

H

qk

qi qj
H

qk

qi

qk

H
qj

g∗ρ,c(k)

g∗ρ,c(k) g∗ρ,c(k)

Figura 4.1: Diagramas de Feynman que contribuyen al vértice tcg∗.
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4.2. CÁLCULO DE LAS AMPLITUDES A UN LAZO PARA EL ACOPLAMIENTO TCGG

La cinemática del acoplamiento tcg∗ está dada por

k + pi + pj = 0. (4.1)

donde k y pi,j denotan a los cuadrimomentos del gluon virtual y de los quarks, respectivamente.
Además, dado que sólo los quarks están en capa de masa tenemos que p2

j = m2
j y p2

i = m2
i . Por lo

tanto, la amplitud correspondiente a los diagramas de la figura ?? la podemos escribir como

Mρc = −gs

2
λc v(pj)

∫
dDk

(2π)D

[
T ρ

Tgv

∆tgv

+

2∑

n=1

T ρ
Bn

gv

∆Bn
gv

]
u(pi), (4.2)

donde

T ρ
Tgv

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) γρ (/k + /pi + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL),

T ρ

B1
gv

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL) (−/pj + mi) γρ,

T ρ

B2
gv

= γρ (−/pi + mj) (ωkj PR + ω∗
kj PL)(/k − /pi + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL), (4.3)

y

∆Tgv
= [(k − pj)

2 − m2
k][(k + pi)

2 − m2
k][k2 − m2

H ],

∆B1
gv

= [(k − pj)
2 − m2

k][−p2
j − m2

i ][k
2 − m2

H ],

∆B2
gv

= [(k − pi)
2 − m2

k][−p2
i − m2

j ][k
2 − m2

H ]. (4.4)

Debido al hecho de que el acoplamiento Hfifj es renormalizable, la amplitud del vértice tcg∗

debe estar libre de divergencias ultravioletas. Y aśı sucede, pues al resolver las integrales utilizando
el esquema de reducción de Passarino-Veltman [?] implementado en el programa FeynCalc [?],
obtuvimos una amplitud a nivel de un lazo en términos de estructuras de Dirac cuyos coeficientes
están dados en términos de las funciones escalares de Passarino-Veltman C0 y B0. Las divergencias
ultravioletas que surgen debido a la presencia de las funciones B0 en dicha amplitud se cancelan
algebraicamente al utilizar la identidad de Gordon.

La invarianza de norma se logra al aplicar la identidad de Gordon junto con la ecuación de Dirac.
De esta manera, se obtienen los términos de anapolo (k2γµ − /kkµ), dipolo magnético (σµν kν) y
dipolo eléctrico (γ5σ

µν kν), en este caso no se tiene término de monopolo (γµ) ya que hay transición
de sabor. Es aśı que la amplitud para el vértice tcg∗ la podemos escribir en forma manifiestamente
invariante de norma de la siguiente manera

V ρ = (k2γρ − kρ/k)(FL
1 PL + FR

1 PR)

+i σρλ kλ(FL
2 mj PL + FR

2 mi PR)

donde PL y PR son los proyectores de helicidad. Este vértice satisface la identidad de Ward V ρkρ =

0 y sus factores de forma asociados FL,R
i se encuentran libres de divergencias ultravioletas.

4.2. Cálculo de las amplitudes a un lazo para el acoplamien-
to tcgg

La contribución del vértice Hfifj al acoplamiento tcgg está dada por diagramas de caja, di-
agramas reducibles y por el diagrama del bosón de Higgs en resonancia, como se muestra en las
figuras ??, 4.3 y 4.4, respectivamente.

Cabe señalarse que la contribución del vértice Hfifj ocurre a nivel de un lazo en los diagramas
de las figuras ?? y 4.3, y a nivel de árbol en los diagramas de la Fig. 4.4. Esta última contribución
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ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

qi

qj

H

qk

qk

qk

qk

qk

H

qj

qi

qi

qj

H

qk

qk

H qj

qiga
µ(k1), g

b
ν(k2)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

qk

ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

qj

qi

qk

H

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

qi

qj

H qk

Figura 4.2: Diagramas de caja y reducibles que contribuyen al vértice tcgg, sin la contribución de
la autointeracción del gluon.

puede eventualmente tener un papel determinante debido al efecto de resonancia del bosón de
Higgs. Adoptaremos la siguiente convención para la cinemática k1 + k2 + pi + pj = 0, donde
k1,2 y pi,j son los cuadrimomentos de los fotones y quarks, respectivamente. Puesto que todas las
part́ıculas están en su capa de masa tenemos que k2

1 = k2
2 = 0, p2

j = m2
j y p2

i = m2
i . El resto de la

notación se indica en las figuras ??, 4.3 y 4.4. En particular, para nuestro caso pi,j = pt,c.
Conviene analizar por separado cada conjunto de diagramas. En principio, para los diagramas

de la figura ?? podemos escribir la siguiente amplitud

Mµνab
CTB = Mνµba

CTB1
+ Mµνab

CTB2
(4.5)

donde Mνµba
CTB1

es proporcional a λbλa y Mµνab
CTB2

es proporcional a λaλb. Debido al álgebra que
satisfacen las matrices de Gell-Mann (la regla de conmutación dada en la ecuación (??)), la am-

plitud Mµνab
CTB se puede reescribir de tal manera que tenemos un termino que es proporcional a la

constante de estructura fabc (del grupo SU(3)) y otro en el cual tenemos el producto λbλa.
Aśı que, podemos escribir la amplitud correspondiente a los diagramas de las figuras ?? y 4.3,

de una manera conveniente, como sigue

Mµνab = Mµνab
CTB1

+ Mµνab
CTB2

+ Mµνab
VT , (4.6)

donde

Mµνab
CTB1

=
g2

s

4
λbλa v(pj)

∫
dDk

(2π)D

[
2∑

n=1

T µν
Cn

∆Cn

+

4∑

n=1

T µν
Tn

∆Tn

+

6∑

n=1

T µν
Bn

∆Bn

]
u(pi), (4.7)
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qi

qj

qk

H

qk

ga
µ(k1)

gb
ν(k2)

gb
ν(k2)

ga
µ(k1)

ga
µ(k1)

gb
ν(k2)

qj

qj

qi

qi
H

H

qk

qk

Figura 4.3: Diagramas reducibles que contribuyen al vértice tcgg, donde interviene la autointerac-
ción del gluon.

qi

qj

qk

H

ga
µ(k1), g

b
ν(k2)

gb
ν(k2), g

a
µ(k1)

Figura 4.4: Contribución del vértice inducido a un loop del modelo estándar Hgg al acoplamiento
tcgg.

Mµνab
CTB2

=
ig2

s

2
fabcλc v(pj)

∫
dDk

(2π)D

[
T µν

C1

∆C1

+
2∑

n=1

T µν
T2n−1

∆T2n−1

+
3∑

n=1

T µν
B2n−1

∆B2n−1

]
u(pi) (4.8)

y

Mµνab
VT =

ig2
s

4
fabcλc v(pj)

∫
dDk

(2π)D

[
T µν

TV T

∆TV T

+

2∑

n=1

T µν
Bn

V T

∆Bn
V T

]
u(pi). (4.9)

En estas expresiones los ı́ndices µ, ν, a y b denotan los ı́ndices de Lorentz (letras griegas) y de
color, que intervienen en la amplitud, pero necesariamente, no indican, el orden en que aparecen
en la forma expĺıcita de dichas amplitudes. Esta convención la tomaremos para el resto de las
estructuras que aparecen en dichas amplitudes.

Las diversas estructuras de Dirac que aparecen en las amplitudes Mµνab
CTB1

y Mµνab
CTB2

están dadas
por

T µν
C1

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) γν (/k + /k1 + /pi + mk) γµ (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),

T µν
C2

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) γµ (/k + /k2 + /pi + mk) γν (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),

T µν
T1

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) γν (/k + /k1 + /pi + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL) (/k1 + /pi + mi) γµ,

T µν
T2

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) γµ (/k + /k2 + /pi + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL) (/k2 + /pi + mi) γν ,

T µν
T3

= γν (/k1 + /pi + mj) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k + /k1 + /pi + mk) γµ (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),

T µν
T4

= γµ (/k2 + /pi + mj) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k + /k2 + /pi + mk) γν (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),
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T µν
B1

= γµ (−/pj − /k1 + mj) γν (/pi + mi) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),

T µν
B2

= γν (−/pj − /k2 + mj) γµ (/pi + mi) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k + /pi + mk)(ωik PR + ω∗

ik PL),

T µν
B3

= γµ (−/pj − /k1 + mj) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /k1 − /pj + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL)

× (−/k1 − /pj + mi) γν ,

T µν
B4

= γν (−/pj − /k2 + mj) (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /k2 − /pj + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL)

× (−/k2 − /pj + mi) γµ,

T µν
B5

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL) (−/pj + mi) γν (/k1 + /pi + mi) γµ,

T µν
B6

= (ωkj PR + ω∗
kj PL) (/k − /pj + mk) (ωik PR + ω∗

ik PL) (−/pj + mi) γµ (/k2 + /pi + mi) γν ,

y

∆Cn
= [(k − pj)

2 − m2
k][(k + kn + pi)

2 − m2
k][(k + pi)

2 − m2
k][k2 − m2

H ],

∆Tn
=

{
[(k − pj)

2 − m2
k][(k + kn + pi)

2 − m2
k][(kn + pi)

2 − m2
i ][k

2 − m2
H ], n = 1, 2

[(kn−2 + pi)
2 − m2

i ][(k + kn−2 + pi)
2 − m2

k][(k + pi)
2 − m2

k][k2 − m2
H ], n = 3, 4

,

∆Bn
=





[(pj + kn)2 − m2
j ][p

2
i − m2

i ][(k + pi)
2 − m2

k][k2 − m2
H ], n = 1, 2

[(pj + kn−2)
2 − m2

j ][(k − pj − kn−2)
2 − m2

k][(pj + kn−2)
2 − m2

i ][k
2 − m2

H ], n = 3, 4
[(k − pj)

2 − m2
k][p2

j − m2
i ][(kn−4 + pi)

2 − m2
i ][k

2 − m2
H ], n = 5, 6

.

(4.10)

Las estructuras de Dirac que aparecen en la amplitud Mµνab
VT las podemos escribir como

T µν
TV T

= T ρ
Tgv

Γµν
ρ (k1k2),

T µν

B1
V T

= T ρ

B1
gv

Γµν
ρ (k1k2),

T µν

B2
V T

= T ρ

B2
gv

Γµν
ρ (k1k2), (4.11)

con T ρ
Tgv

, T ρ

B1
gv

y T ρ

B2
gv

dados en la ecuación (??), y

Γµν
ρ (k1k2) =

1

2k1 · k2
(gµν(k1 − k2)ρ − 2(gµ

ρ kν
1 − gν

ρkµ
2 ) + (gν

ρkµ
1 − gµ

ρ kν
2 )). (4.12)

Además tenemos las siguientes igualdades: ∆TV T
= ∆Tgv

y ∆BV T
= ∆Bgv

, con ∆Tgv
y ∆Bgv

dados
en la ecuación (??).

Para resolver las integrales, utilizamos el esquema de descomposición tensorial de Passarino-
Veltman [?] implementado en el programa FeynCalc [?]. Por lo que la amplitud a nivel de un lazo
correspondiente a los diagramas de la figura ?? se puede escribir en términos de los factores de forma
que definen esta descomposición. Hemos verificado que dicha amplitud está libre de divergencias
ultravioletas al realizar la reducción escalar de dichos factores de forma en términos de funciones
escalares B0, C0 y D0. Aunque los diagramas de caja dependen de las funciones B0, las cuales
poseen los términos divergentes, las divergencias ultravioletas se cancelan entre śı dando como
resultado una contribución finita. En contraste, los conjuntos de diagramas de triángulo y burbuja,
que generan por śı mismos términos divergentes, cancelan dichas divergencias únicamente si se
suman las amplitudes de ambos conjuntos. Esta cancelación de divergencias está muy intrincada
debido a que la forma en que dependen las amplitudes de las funciones B0 es muy complicada. Un
problema similar ocurre para el decaimiento t → cgg en el contexto del ME. El problema asociado
a esta amplitud es provocado por la contribución del seudobosón de Goldstone asociado con el
bosón de norma W [?]. Los autores de esta referencia verifican numéricamente que sus resultados
están libres de divergencias ultravioletas. En nuestro caso, hemos verificado la cancelación de
divergencias ultravioletas de manera anaĺıtica. Para realizar este análisis, reemplazamos cada una
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de las funciones B0 por su parte divergente, ya que sin importar los argumentos de las funciones B0,
su parte divergente es la misma, a saber, efectuamos el reemplazamiento B0 → ∆ = −1/(D−4) en
nuestra amplitud con el fin de expresar la parte divergente como un producto de la forma FRµν∆,
con F una función escalar que depende en forma complicada de las variables cinemáticas y Rµν

un tensor de Lorentz con estructura no trivial. Después de algunas manipulaciones algebraicas
no triviales, obtenemos que F = 0, lo cual muestra que la amplitud está libre de divergencias
ultravioletas.

El análisis de la invarianza de norma del vértice tcgg necesita tratar por separado a las tres
amplitudes de la ecuación (??). Primero, se puede demostrar que la amplitud Mµνab

CTB1
es invariante

de norma, más aun, ésta se puede escribir de forma expĺıcitamente invariante de norma, pero este
resultado lo presentaremos en el siguiente caṕıtulo, ya que ah́ı analizaremos un caso particular de
este cálculo. Debido a que la amplitud Mµνab

CTB1
es invariante de norma, implica que satisface las

identidades de Ward:

k1µMµνab
CTB1

(k1, k2) = 0 (4.13)

k2νMµνab
CTB1

(k1, k2) = 0, (4.14)

y también es invariante bajo los intercambios k1 ↔ k2 y µ ↔ ν

Mµνab
CTB1

(k1, k2) = Mνµab
CTB1

(k2, k1). (4.15)

La amplitud para los diagramas de la figura ?? está dada por la suma Mµνab
CTB1

(k1, k2) +

Mµνab
CTB2

(k1, k2) y satisface la simetŕıa de Bose. Para los gluones la simetŕıa de Bose exige que
la amplitud debe permanecer invariante bajo los intercambios k1 ↔ k2, µ ↔ ν y a ↔ b.

En cuanto a la amplitud Mµνab
CTB2

, partimos con el análisis de finitud. Por lo tanto, aplicamos el

mismo procedimiento usado para la amplitud Mµνab
CTB1

. De esta forma obtenemos que la amplitud

Mµνab
CTB2

también es finita. La contribución del diagrama de caja es finita por śı misma, y al igual
que el caso anterior, se deben sumar las contribuciones de los diagramas de triángulo y burbuja
para poder cancelar las divergencias ultravioletas, y aśı obtener una amplitud finita. Del análisis
de invarianza de norma para Mµνab

CTB2
, concluimos que ésta no satisface las identidades de Ward por

śı misma, aśı que no es invariante de norma. Esto implica que la suma Mµνab
CTB2

+ Mµνab
VT debeŕıa

ser invariante de norma.
Para la amplitud Mµνab

VT es sencillo verificar su finitud, esto se debe a que las integrales que
aparecen son exactamente las mismas que surgen en la amplitud del vértice tcg∗ (como se vio

anteriormente, la amplitud de este vértice es finita), aśı que la amplitud Mµνab
VT está libre de

divergencias ultravioletas, además satisface simetŕıa de Bose. El análisis de invarianza de norma
para la amplitud Mµνab

VT nos dice que tampoco satisface las identidades de Ward por śı misma, lo
cual sostiene la hipótesis del párrafo anterior.

En cuanto a la contribución de los diagramas de la figura 4.4 se sabe que su amplitud, denotada
por Mµνab

redH, está libre de divergencias ultravioletas y además es invariante de norma, ya que la
estructura de Lorentz se genera fundamentalmente por el acoplamiento a un lazo Hgg del ME, el
cual es bien conocido [?]. Consecuentemente, la amplitud total para el acoplamiento tcgg está libre
de divergencias ultravioletas, la cual esta dada por

Mµνab
Tot = Mµνab + Mµνab

redH. (4.16)

Retomando el análisis de invarianza de norma para el vértice tcgg, el único camino que queda
por explorar para demostrar que la amplitud Mµνab

Tot satisface las identidades de Ward, consiste en
verificar que la suma

Mµνab
NGI = Mµνab

CTB2
+ Mµνab

VT , (4.17)

satisface las identidades de Ward. Debido a que estamos analizando el cálculo a nivel de un lazo,
en el cual existe una ĺınea fermiónica abierta que atraviesa el lazo, aparecen diversas estructuras de
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4.2. CÁLCULO DE LAS AMPLITUDES A UN LAZO PARA EL ACOPLAMIENTO TCGG

Dirac y su estudio se torna muy complejo, y a la fecha, aún no se ha podido demostrar invarianza
de norma para Mµνab

NGI . En dicho análisis se computan k1µMµνab
NGI y k2νMµνab

NGI , y resulta que se logra
cancelar a la mayoŕıa de las estructuras de Dirac que permanecen después de aplicar las contrac-
ciones, ya sea porque algunas son invariantes de norma expĺıcitamente y en otras la cancelación se
da entre sus coeficientes debido a que se pueden factorizar distintas contribuciones para una misma
estructura. Este comportamiento no suced́ıa si se analizaban las amplitudes Mµνab

CTB2
y Mµνab

VT por
separado. Aún falta demostrar que los coeficientes de las estructuras de Dirac que permanecen de-
spués de realizar las contracciones sean cero, lo cual no es trivial ya que los coeficientes dependen
en forma complicada de las funciones escalares de Passarino-Veltman B0, C0 y D0. Sin embargo,
estos coeficientes corresponden a estructuras de Dirac que se pueden relacionar por medio de una
identidad de Gordon, aśı que cabe la posibilidad de que por medio de esta identidad en conjunto
con la ecuación de Dirac y las condiciones cinemáticas se logre obtener la invarianza de norma
después de algunas manipulaciones algebraicas.

En lo que concierne a la amplitud Mµνab
VT se tiene otro problema, debido a que en cualquier

proceso con dos o más gluones externos la suma sobre polarizaciones
∑
λ

ǫ∗µ(k, λ)ǫν(k, λ) = −gµν

debe ser modificada, debido a que se inducen componentes longitudinales [?]. El problema se
puede resolver de dos maneras, una forma de hacerlo es al escoger una suma sobre polarizaciones
con estados de polarización transversos, la otra es considerar los diagramas de Feynman con los
acoplamientos g∗ugug [?, ?], donde ug es el campo fantasma asociado al gluon. Tomando en cuenta
que estamos presentando solo el análisis de amplitudes, analizaremos el segundo caso.

qi qj
qk

H

qk

qi qj
H

qk

qi

qk

H
qj

ua
g(k1) ub

g(k2) ub
g(k2)

ub
g(k2)ua

g(k1)

ua
g(k1)

Figura 4.5: Diagramas de Feynman para el acoplamiento tcugug.

Para realizar este análisis es conveniente escribir a la amplitud Mµνab
VT de la siguiente forma

Mµνab
VT = Mµνab

VT1
+ Mµνab

VT2
, (4.18)

donde Mµνab
VT1

se obtiene al considerar solo la contribución de los primeros dos sumandos de

Γρµν(k1k2) (ecuación (??)) y el tercer sumando denota a Mµνab
VT2

. Si bien las condiciones de transver-

salidad ki ·ǫ(ki, σ) = 0, con i = 1, 2 nos permiten eliminar el termino Mµνab
VT2

en el cálculo de Mµνab
Tot ,

será necesario mantenerlo para el desarrollo este análisis. Al contraer la amplitud Mµνab
VT con los

cuadrimomentos de los gluones se obtiene

k1µMµνab
VT = gsf

abcMρc

(
gνρ − kν

2kρ
1

2k1 · k2

)
,

k2νMµνab
VT = gsf

abcMρc

(
−gµρ +

kµ
1 kρ

2

2k1 · k2

)
, (4.19)
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4.2. CÁLCULO DE LAS AMPLITUDES A UN LAZO PARA EL ACOPLAMIENTO TCGG

donde Mρc es la amplitud del acoplamiento tcg∗ dado en la ecuación (??). Los términos propor-

cionales a kν
2 y kµ

1 presentes en el conjunto de ecuaciones (??), resultan de contraer kµ
1Mµνab

VT2

y kν
2Mµνab

VT2
, respectivamente. El termino Mµνab

VT2
es precisamente el que nos permite obtener las

siguientes identidades de Ward

k1µMµνab
VT2

= −ikν
2Sab,

k2νMµνab
VT2

= −ikµ
2Sab, (4.20)

donde Sab es la amplitud asociada a los diagramas de la figura 4.5, el cálculo de esta amplitud se
debe hacer en la norma de Feynman-’t Hooft. La amplitud Sab se puede escribir de la siguiente
forma

Sab = −igsf
abcMρc kρ

1

2k1 · k2
= igsf

abcMρc kρ
2

2k1 · k2
. (4.21)

De las ecuaciones (??) se obtiene que k2νk1µMµνab
VT2

= 0, que de acuerdo a la literatura (ver por
ejemplo caṕıtulo 9.3 de [?]) es una propiedad exclusiva de teoŕıas no abelianas. Cabe señalar que
la contribución de los diagramas de la figura 4.5 no soluciona el problema de invarianza de norma,
pues únicamente nos garantiza un comportamiento f́ısico de los observables, a saber, sección eficaz
o anchura de decaimiento según sea el caso [?, ?].
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Caṕıtulo 5

Cálculo de los decaimientos
µ → eγγ y µ → eγ

Como se puntualizó al inicio del caṕıtulo anterior, a partir de las amplitudes de los acoplamientos
tcgg y tcg∗ se pueden obtener las amplitudes para los decaimientos µ → eγγ y µ → eγ, ya que
los diagramas de Feynman que contribuyen al proceso µ → eγγ son de la misma naturaleza que
los que aparecen en las figuras ?? y 4.4, mientras que los diagramas de Feynman que inducen el
decaimiento µ → eγ son esencialmente los mismos que se exhiben en la figura ??. La diferencia
con respecto al análisis del caṕıtulo anterior reside en que ahora consideramos fotones en lugar de
gluones y el gluon virtual del vértice tcg∗ pasa a ser un fotón real. Por lo tanto, la única regla de
Feynman que cambia es la del acoplamiento de los fermiones con el bosón de norma. Analicemos
entonces el decaimiento µ → eγγ.

5.1. Cálculo de las amplitudes a un lazo para el decaimiento
fi → fjγγ

Una vez realizados los cambios necesarios en la cinemática del proceso aśı como en las constantes
de acoplamiento, la amplitud total para el decaimiento fi → fjγγ la podemos escribir como

Mµν =
α

4π
vj(pj)

[ 1

mW

Γµν
CTB +

g

2mW

Γji Γµν

red(H)

]
ui(pi), (5.1)

donde Γµν
CTB y Γµν

red(H) representan la contribución de los diagramas de Feynman dados en las

figuras 5.1 y 5.2, respectivamente. Hemos normalizado a la amplitud con la masa del bosón de
norma W (mW ). El tensor Γµν

CTB se puede escribir en términos de once estructuras de norma

Γµν
CTB =

11∑

i=1

(Tµν
iR

PR + Tµν
iL

PL), (5.2)

donde las estructuras de norma satisfacen las condiciones de transversalidad

k1µTµν
iR,L

= 0, (5.3)

k2νTµν
iR,L

= 0. (5.4)

Los resultados anaĺıticos están organizados de tal manera que la invarianza de norma y la simetŕıa
de Bose son expĺıcitas. Las estructuras tensoriales Tµν

iR,L
están dadas expĺıcitamente como sigue
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5.1. CÁLCULO DE LAS AMPLITUDES A UN LAZO PARA EL DECAIMIENTO FI → FJγγ

Aµ(k1), Aν(k2)

Aν(k2), Aµ(k1)

fj
fk

fi
fk

Hfk

Aµ(k1), Aν(k2)

Aµ(k1), Aν(k2)

Aν(k2), Aµ(k1)

Aν(k2), Aµ(k1)

Aµ(k1), Aν(k2) Aµ(k1), Aν(k2)

Aν(k2), Aµ(k1) Aν(k2), Aµ(k1)

Aµ(k1), Aν(k2)

Aν(k2), Aµ(k1)

H

H

H

fk

H

fk

Hfk

fj

fk

fk

fj

fk

fk

fj fj

fj

fi fi

fi fi

fi

Figura 5.1: Diagramas de caja y reducibles que contribuyen al acoplamiento γγfifj .

W
H

= + +
H H H

Aµ(k1) Aµ(k1) Aµ(k1) Aµ(k1)

Aν(k2) Aν(k2) Aν(k2) Aν(k2)

f W

Aµ(k1)

Aν(k2)
H

fj

fi

Figura 5.2: Contribución de los vértices Hγγ y Hfifj al acoplamiento γγfifj .
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5.2. CÁLCULO DE LAS AMPLITUDES A UN LAZO PARA EL DECAIMINETO FI → FJγ

Tµν
1L,R

= F1L,R

gµν k1 · k2 − kν
1 kµ

2

k1 · k2
,

Tµν
2L,R

= F2L,R

(pµ
j k1 · k2 − kµ

2 k1 · pj)(p
ν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

(mW k1 · k2)2
,

Tµν
3L,R

=(F3L,R
/k1 + F4L,R

/k2)
(gµν k1 · k2 − kν

1 kµ
2 )

mW k1 · k2
,

Tµν
4L,R

= F5L,R

(γµ k1 · k2 − kµ
2 /k1)(p

ν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

mW (k1 · k2)2

+ F6L,R

(γν k1 · k2 − kν
1 /k2)(p

µ
j k1 · k2 − kµ

2 k1 · pj)

mW (k1 · k2)2
,

Tµν
5L,R

=(F7L,R
/k1 + F8L,R

/k2)
(pµ

j k1 · k2 − kµ
2 k1 · pj)(p

ν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

m3
W (k1 · k2)2

,

Tµν
6L,R

= F9L,R

/k1 γµ (pν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

m2
W k1 · k2

+ F10L,R

/k2 γν (pµ
j k1 · k2 − kµ

2 k1 · pj)

m2
W k1 · k2

,

Tµν
7L,R

= F11L,R

γµ /k2 γν k1 · k2 − /k1 /k2 γν kµ
2

mW k1 · k2
+ F12L,R

γν /k1 γµ k1 · k2 − /k2 /k1 γµ kν
1

mW k1 · k2
,

Tµν
8L,R

= F13L,R

/k1 γµ γν k1 · k2 − /k1 γµ /k2 kν
1

mW k1 · k2
+ F14L,R

/k2 γν γµ k1 · k2 − /k2 γν /k1 kµ
2

mW k1 · k2
,

Tµν
9L,R

= F15L,R

/k1 /k2 γν (pµ
j k1 · k2 − kµ

2 k1 · pj)

m3
W k1 · k2

+ F16L,R

/k2 /k1 γµ (pν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

m3
W k1 · k2

,

Tµν
10L,R

= F17L,R

/k1 γµ /k2 (pν
j k1 · k2 − kν

1 k2 · pj)

m3
W k1 · k2

+ F18L,R

/k2 γν /k1 (pµ
j k1 · k2 − kµ

2 k1 · pj)

m3
W k1 · k2

,

Tµν
11L,R

= F19L,R

/k1 γµ /k2 γν

m2
W

+ F20L,R

/k2 γν /k1 γµ

m2
W

. (5.5)

Los factores de forma asociados a cada tensor Tµν
iR,L

respetan la simetŕıa de Bose, por ejemplo,
F19R,L

se transforma en F20R,L
bajo los intercambios k1 ↔ k2 y µ ↔ ν, pero F1R,L

permanece
invariante bajo estos cambios. Por otra parte, la amplitud Γµν

red(H) está dada por

Γµν

red(H) = F21
k

µ
2

kν
1−k1·k2 gµν

2 k1·k2−m2
H

+i mH ΓH
, (5.6)

donde la invarianza de norma y la simetŕıa de Bose son expĺıcitas. Los factores de forma FnR,L
son

presentados con todo detalle en el apéndice A.

5.2. Cálculo de las amplitudes a un lazo para el decaimineto
fi → fjγ

Analicemos ahora el decaimiento µ → eγ. Primeramente, como se trata de un decaimiento
con violación de sabor, no existe contribución de los monopolos. Además, la estructura anapolar
está ausente porque las tres part́ıculas están en capa de masa. Por lo tanto, la amplitud sólo
tendrá dos estructuras, una que conserva CP asociada con el dipolo magnético y otra que viola CP
asociada con el dipolo eléctrico. Esta última estructura aparece cuando se toma en cuenta la parte
imaginaria del parámetro ωij . Puesto que el vértice Hfifj tiene una estructura renormalizable, la
amplitud del proceso fi → fjγ debe estar libre de divergencias ultravioletas.
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5.3. RESTRICCIÓN EXPERIMENTAL PARA µ → Eγ

Usando el resultado para el caso del acoplamiento tcg∗, la amplitud para el decaimiento fi → fjγ
se puede escribir de la siguiente forma

Γµ =
iα

8πsW mW

(
ΩR

ijA(xi, xj , xk)iσµνqν + ΩI
ijÃ(xi, xj , xk)γ5σµνqν

)
, (5.7)

donde

A(xi, xj , xk) = (xiδki + xjδkj)F (xi, xj , xk), (5.8)

Ã(xi, xj , xk) = (xiδki + xjδkj)F̃ (xi, xj , xk), (5.9)

F (xi, xj , xk) =
1

2(xi + xj)

(
− 1 − xk(xi + xj + xk)2m2

HC0 +

2(1 − 2x2
k) − 2xk(xi + xj) + xixj

x2
i − x2

j

(
B0(1) − B0(2)

)
+

1 − x2
k

x2
i − x2

j

(
xi

xj

(
B0(3) − B0(2)

)
− xj

xi

(
B0(3) − B0(1)

)))
, (5.10)

F̃ (xi, xj , xk) =
1

2(xi + xj)

(
− 1 − xk(xi − xj + xk)2m2

HC0 +

2(1 − 2x2
k) − 2xk(xi − xj) − xixj

x2
i − x2

j

(
B0(1) − B0(2)

)
+

1 − x2
k

x2
i − x2

j

(
xi

xj

(
B0(2) − B0(3)

)
− xj

xi

(
B0(1) − B0(3)

)))
, (5.11)

En las expresiones de arriba, ΩR
ij = Re(Ωij), ΩI

ij = Im(Ωij) y sW = sin θW . Además,
se introdujeron las variables adimensionales xa = ma/mH , junto con las definiciones C0 =
C0(m

2
i ,m

2
j , 0,m2

k,m2
H ,m2

k), B0(3) = B0(0,m
2
H ,m2

k), B0(1) = B0(m
2
i ,m

2
H ,m2

k) y B0(2) =

B0(m
2
j ,m

2
H ,m2

k), las cuales representan a las funciones escalares de Passarino-Veltman.

5.3. Restricción experimental para µ → eγ

A partir de las ecuaciones (??, ?? y ??), es fácil calcular la fracción de decaimiento para el
proceso fi → fjγ, la cual se puede escribir como

Br(fi → fjγ) =
α2

29π3s2
W

(mi

Γi

)(mH

mW

)2

x2
i

(
1 −

x2
j

x2
i

)3(
(ΩR

ij)
2|A(xi, xj)|2 + (ΩI

ij)
2|Ã(xi, xj)|2

)
,

(5.12)
donde Γi es la anchura de decaimiento total para el fermión fi. Este es un resultado exacto, que
puede ser usado para el estudio de la violación de sabor mediada por el bosón de Higgs en sectores
de quarks y leptones. En particular, es interesante utilizar las cotas experimentales actuales sobre
decaimientos li → ljγ que violan sabor leptónico con la finalidad de acotar los parámetros Ωij .
En este apartado nos enfocaremos en los decaimientos del muón. Es importante comentar que la
componente compleja de Ωµe contribuye al momento dipolar eléctrico del electrón (de). Pero puede
ser demostrado que el ĺımite experimental actual para de induce una cota muy fuerte sobre ΩI

µe [?],
por lo que esta contribución será despreciada en lo que resta del cálculo.
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5.4. EL DECAIMIENTO µ → Eγγ

La cota experimental para la fracción de decaimiento del proceso µ → eγ reportado por Particle
Data Group [?] es

Brexp(µ → eγ) < 1·2 × 10−11. (5.13)

Entonces, trabajando a primer orden con el parámetro ΩR
µe ≡ Ωµe, se obtiene la siguiente cota

Ωµe < 7 × 10−3. (5.14)

Esta cota fue obtenida al asumir un valor para la masa del bosón de Higgs correspondiente a la
cota inferior impuesta por LEP [?]. Más adelante, utilizaremos este resultado para obtener una
cota sobre el decaimiento µ → eγγ.

5.4. El decaimiento µ → eγγ

La cinemática del decaimiento µ → eγγ está caracterizada por las variables adimensionales x,
y y z (x+y+z = 2), las cuales están relacionadas con los productos escalares de los cuadrivectores
como se aprecia a continuación

k1 · pi = −xm2
i

2
,

k2 · pi = −y m2
i

2
,

pi · pj = −z m2
i

2
,

k1 · k2 =
(x + y + ξ − 1)m2

i

2
,

k1 · pj =
(1 − ξ − y)m2

i

2
,

k2 · pj =
(1 − ξ − x)m2

i

2
, (5.15)

donde ξ = m2
j/m2

i .
Por lo tanto, la fracción de decaimiento correspondiente se puede escribir como

Br(li → ljγγ) =
1

256π3

mi

Γi

1+ξ∫

2
√

ξ

dx

y+∫

y−

dy |M|2, (5.16)

donde M = Mµνǫ∗µ(k1, λ1)ǫ
∗
ν(k2, λ2). El tensor Mµν corresponde a la amplitud tensorial dada en

(??), ǫ∗µ(k1, λ1) y ǫ∗ν(k2, λ2) son los vectores de polarización de los fotones. Los limites de integración
están dados por

y+ =
1

2

[
(2 − x) +

√
x2 − 4 ξ

]
, (5.17)

y− =
1

2

[
(2 − x) −

√
x2 − 4 ξ

]
. (5.18)

El decaimiento τ → µγγ fue recientemente estudiado en la referencia [?]. Aqúı, estamos interesados
en obtener una cota para el decaimiento µ → eγγ utilizando el ĺımite sobre el parámetro Ωµe

obtenido anteriormente. Por lo tanto, usando la notación: mµ = mi, me = mj , pµ = pi, pe = pj ,
se puede calcular la fracción de decaimiento para el proceso µ → eγγ, cuyo comportamiento en
función de la masa del bosón de Higgs se muestra en la figura ??. De esta gráfica se puede apreciar

29



CAPÍTULO 5. CÁLCULO DE LOS DECAIMIENTOS µ → Eγγ Y µ → Eγ
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Figura 5.3: Comportamiento de Br(µ → eγγ) como función de la masa del Higgs.

que la fracción de decaimiento oscila aproximadamente en el rango de 10−16 a 10−17. Es aśı que,
podemos asumir la siguiente cota

Br(µ → eγγ) < 10−16, (5.19)

la cual corresponde a la fracción de decaimiento más grande permitida por la cota inferior de
la masa del bosón de Higgs impuesta por LEP [?]. Esto significa que el decaimiento µ → eγγ
mediado por el bosón de Higgs debe ser indetectable. Puesto que la cota para Br(µ → eγγ) es casi
6 órdenes de magnitud más restrictiva que el ĺımite experimental actual reportado por el Particle
Data Group [?], el cual es 7·2 × 10−11. En el cálculo de la cota para Br(µ → eγγ), únicamente se
ha considerado la contribución dada por los diagramas de Feynman de la figura 5.2, debido a que
la contribución del conjunto de diagramas de Feynman de la figura 5.1 es insignificante para este
proceso que involucra fermiones muy ligeros.
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Caṕıtulo 6

Conclusiones

En el ME, la presencia de CNCS en el sector de quarks está muy suprimida, más aún, en
el sector de leptones están completamente ausentes. En contraste, en muchas de las teoŕıas que
extienden al ME resulta interesante la aparición de este tipo efectos a nivel de árbol tanto para
el sector de quarks como para el sector de leptones. En este trabajo de tesis analizamos un sector
de Yukawa efectivo que genera transiciones con CNCS mediadas por el bosón Higgs. Este sector
de Yukawa comprende operadores invariantes bajo el grupo de norma SUL(2) × UY (1) de hasta
dimensión seis, y reproduce las principales caracteŕısticas de sectores de Yukawa extendidos. De
esta manera se estudió la violación de sabor tanto en el sector de quarks como en el sector de
leptones cargados, en forma independiente de modelo.

Se analizó la contribución a nivel de un lazo del vértice Hqiqj (qi y qj son quarks de distinto
sabor) a los acoplamientos tcgg y tcg∗. Aunque no se pudo demostrar invarianza de norma para
la amplitud que describe al acoplamiento tcgg, los resultados anaĺıticos obtenidos son de mucha
importancia ya que estos se pueden aplicar al estudio del acoplamiento γγfifj . Esto es posible,
debido a que el problema con la invarianza de norma del acoplamiento tcgg reside en el carácter no
abeliano de la teoŕıa, el cual está excluido en el acoplamiento γγfifj porque surge de una teoŕıa
abeliana, prueba de ello son los resultados anaĺıticos de los procesos γγ → τµ, µ → eγγ (ver
referencia [?]), los cuales ya han sido publicados. Por otra parte, es sencillo obtener las amplitudes
del acoplamiento γfifj partiendo de la amplitud del acoplamiento tcg∗, la cual es finita e invariante
de norma.

Con el fin de mostrar la aplicación de los cálculos anaĺıticos del acoplamiento tcgg, se realizó un
análisis tanto anaĺıtico como numérico del decaimiento µ → eγγ, donde se obtuvo un resultado
invariante de norma expĺıcito y con simetŕıa de Bose. En cuanto al análisis numérico, se utilizó el
ĺımite experimental para la fracción de decaimiento del proceso µ → eγ con el fin de obtener una
cota para |Ωµe|, esta cota nos permitió hallar un ĺımite para la fracción de decaimiento a tres
cuerpos Br(µ → eγγ) < 10−16, el cual es aproximadamente 6 órdenes de magnitud más estricto
que el correspondiente ĺımite experimental.

Con respecto a la invarianza de norma del acoplamiento tcgg, esperamos concluir con su análisis
aplicando la idea mencionada en el caṕıtulo 4. Una vez obtenida se podrá realizar el cálculo
numérico para los procesos gg → tc y t → cgg.
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Apéndice A

Factores de forma para el vértice
γγfifj

En este apéndice exponemos las expresiones para los factores de forma FnR,L
. Solo presentamos

los factores de forma correspondientes a FnR
, ya que los factores FnL

se obtienen de los anteriores
al hacer los intercambios ωklωmk ↔ ω∗

klω
∗
mk y ω∗

klωmk ↔ ωklω
∗
mk. En total son veinte factores de

forma de esta clase, y están relacionados entre śı por la simetŕıa de Bose, por lo que es suficiente
presentar sólo once de ellos, pues el resto se obtiene a través del intercambio k1 → k2. Además, los
argumentos de las diversas funciones de Passarino-Veltman se muestran en las tablas ??, ??, ?? y
??. Cabe mencionarse que estos factores de forma son los mismos que se obtienen para el vértice
tcgg. Escribimos a continuación los factores de forma de manera expĺıcita

F1R
= 4ωik mW

(
mk ωkj (D00(1) + D00(2)) − mj ω∗

kj (D002(1) + D002(2))
)
,

F2R
=

ωik m3
W

2

{
8
(
mk ωkj (D22(1) + D22(2)) − mj ω∗

kj (D222(1) + D222(2))
)
+

1

g(k1, k2)

[
mj

(
m2

H − m2
k

)
ω∗

kj (k1 + k2) · pj B0(i1) + 4 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

×
(
m2

j + 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)
) ((

mk ωkj (C0(4) + C1(6) + C2(6))+

mj ω∗
kj (C0(4) + 2C1(6) + C11(4) + 2 (C12(4) + C2(6)) + C22(4))

)
k1 · pj+(

mk ωkj (C0(3) + C1(5) + C2(5)) + mj ω∗
kj (C0(3) + 2C1(5) + C11(3)+

2 (C12(3) + C2(5)) + C22(3))
)
k2 · pj

)
+ B0(i4) (k1 + k2) · pj

(
mj

((
m2

j + m2
k − m2

H

)
ω∗

kj+

2mj mk ωkj) + 2
(
mj ω∗

kj + 2mk ωkj

)
(k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

)]}
,

F3R
= − 4ω∗

kj ωik m2
W (D00(1) + D001(1) + D001(2) + D003(1)) ,

donde

g(k1, k2) = k1 · pj k2 · pj (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)
(
m2

j + 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)
)
,
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(j) 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
B0(i0) 0 m2

H m2
H

B0(i1) 0 m2
H m2

k

B0(i2) 0 m2
k m2

k

B0(i3) m2
j m2

H m2
k

B0(i4) m2
j + h(k1, k2) m2

H m2
k

B0(1) m2
j + 2 k1 · pj m2

H m2
k

B0(2) m2
j + 2 k2 · pj m2

H m2
k

C0(i) 0 0 2 k1 · k2 m2
W m2

W m2
W

C0(II) 0 0 2 k1 · k2 m2
t m2

t m2
t

C0(1) 0 m2
j m2

j + 2 k1 · pj m2
k m2

k m2
H

C0(2) 0 m2
j m2

j + 2 k2 · pj m2
k m2

k m2
H

C0(3) 0 m2
j + 2 k1 · pj m2

j + h(k1, k2) m2
k m2

k m2
H

C0(4) 0 m2
j + 2 k2 · pj m2

j + h(k1, k2) m2
k m2

k m2
H

D0(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D0(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

Tabla A.1: Argumentos de las funciones escalares de Passarino–Veltman. Se ha definido la expre-
sión: h(k1, k2) = 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj).

(j) 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
C1(i0) m2

j + h(k1, k2) 2 k1 · k2 m2
j m2

H m2
k m2

k

C1(1) m2
j 0 m2

j + 2 k1 · pj m2
H m2

k m2
k

C1(2) m2
j 0 m2

j + 2 k2 · pj m2
H m2

k m2
k

C1(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C1(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C1(5) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C1(6) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C2(1) m2
j 0 m2

j + 2 k1 · pj m2
H m2

k m2
k

C2(2) m2
j 0 m2

j + 2 k2 · pj m2
H m2

k m2
k

C2(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C2(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C2(5) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C2(6) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

D1(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D1(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D2(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D2(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

Tabla A.2: Argumentos de las funciones tensoriales de Passarino–Veltman con un indice.
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(j) 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
C00(1) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j m2

H m2
k m2

k

C00(2) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C00(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C00(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C11(1) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C11(2) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C11(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C11(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C12(1) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C12(2) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C12(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C12(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C22(1) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C22(2) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j m2
H m2

k m2
k

C22(3) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

C22(4) m2
j + 2 k2 · pj 0 m2

j + h(k1, k2) m2
H m2

k m2
k

D00(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D00(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D12(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D12(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D22(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D22(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D23(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D23(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

Tabla A.3: Argumentos de las funciones tensoriales de Passarino–Veltman con dos indices.

(j) 1 2 3 4 5 6 7 8 9 10
D001(1) 2 k1 · k2 m2

j + h(k1, k2) m2
j + 2 k1 · pj 0 m2

j 0 m2
k m2

k m2
H m2

k

D001(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D002(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D002(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D003(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D003(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D122(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D122(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D222(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D222(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D223(1) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k1 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

D223(2) 2 k1 · k2 m2
j + h(k1, k2) m2

j + 2 k2 · pj 0 m2
j 0 m2

k m2
k m2

H m2
k

Tabla A.4: Argumentos de las funciones tensoriales de Passarino–Veltman con tres indices.
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F5R
= m2

W

{
2ω∗

kj ωik

(
C0(3) + 2C1(5) + C11(3) + 2C12(3) + 2C2(5) + C22(3) + 2 (D002(1)+

D002(2)) − 2D12(1) k1 · k2

)
+

ω∗
kj ωik

k1 · pj

[
2C00(3) + m2

H

(
C0(3) + C1(5) + C2(5)

)
− m2

k

(
C0(3)

+ C1(5) + C2(5)
)

+ m2
j

(
C0(3) + 3C1(5) + 2C11(3) + 4C12(3) + 3C2(5) + 2C22(3)

)
+

2
(
C12(3) + C2(5) + C22(3)

) (
k1 · k2 + k2 · pj

)
]

+
1

mj

(
m2

j − m2
i

) (
m2

j − m2
i + 2 k2 · pj

)

×
[
(
m2

H − m2
k

) (
mj ω∗

kj ωik − mi ω∗
ik ωkj

)
B0(i1) −

(
mj ω∗

kj

(
2mi mk ω∗

ik +
(
m2

j + m2
k−

m2
H

)
ωik

)
+
(
mi

(
m2

j + m2
k

)
ω∗

ik − m2
H mi ω∗

ik + 2m2
j mk ωik

)
ωkj

)
B0(i3) + 2mj

(
m2

j − m2
i

)

×
(
ωik

(
m2

H ω∗
kj (C0(2) + C1(4) + C2(4)) − m2

k ω∗
kj (C0(2) + C1(4) + C2(4)) − mj mk ωkj

× (C0(2) + C1(4) + C2(4)) + m2
j ω∗

kj

(
C1(2) + C11(2) + 2C12(2) + C2(2) + C22(2)

))
−

mi ω∗
ik

(
mk ω∗

kj (C0(2) + C1(4) + C2(4)) + mj ωkj

(
C0(2) + C1(2) + C1(4) + C11(2)+

2C12(2) + C2(2) + C2(4) + C22(2)
)))

]
+

1

2 k2 · pj

(
m2

j + 2 k2 · pj

) (
m2

j − m2
i + 2 k2 · pj

)

×
[
mj

(
mj ω∗

kj

((
m2

H − m2
j − m2

k

)
ωik − 2mi mk ω∗

ik

)
+
(
m2

H mi ω∗
ik − mi

(
m2

j + m2
k

)
ω∗

ik−

2m2
j mk ωik

)
ωkj

)
B0(2) + mj

(
m2

H − m2
k

) (
mj ω∗

kj ωik − mi ω∗
ik ωkj

)
B0(i1) − 2

(
ω∗

kj ωik

×
(
m2

j + 2m2
k − 2m2

H

)
+ 2mi mk ω∗

ik ω∗
kj + mj (mi ω∗

ik + 2mk ωik) ωkj

)
k2 · pj B0(2)

]
−

k1 · k2 + (k1 + k2) · pj

2 g(k1, k2)

[
ω∗

kj ωik (k1 + k2) · pj

( (
m2

H − m2
k

)
B0(i1) + B0(i4)

(
m2

j + m2
k − m2

H+

2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj))
)]

−
ω∗

kj ωik

(
m2

H B0(i0) −
(
m2

H − m2
k

)
(B0(i1) − 1) − m2

k B0(i2)
)

2 k1 · pj (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

+
ω∗

kj ωik (B0(i4) − 2C00(4))

k2 · pj

−
ω∗

kj ωik

(
m2

H − m2
k + m2

H B0(i0) − m2
k B0(i2)

)
(
m2

j − m2
i

)
k2 · pj

}
,

F7R
= −

2ω∗
kj ωik m4

W

k2 · pj

{
C12(4) + C2(6) + C22(4) + 2 (D122(1) + D122(2) + D223(1)) k2 · pj

}
,

F9R
=

ωik m3
W

4

{
8 (mk ωkj (D2(1) + D2(2)) − mj ω∗

kj (D22(1) + D22(2))) − 1

g(k1, k2)

[ (
m2

H − m2
k

)

× mj ω∗
kj (k1 + k2) · pj B0(i1) + 4 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

(
m2

j + 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)
)

×
(
(mk ωkj C0(4) + mj ω∗

kj (C0(4) + C1(6) + C2(6))) k1 · pj + (mk ωkj (C0(3) + C1(5)+

C2(5)) + mj ω∗
kj (C0(3) + 2C1(5) + C11(3) + 2 (C12(3) + C2(5)) + C22(3))) k2 · pj

)
+

B0(i4) (k1 + k2) · pj

(
mj

(
(m2

j + m2
k − m2

H)ω∗
kj + 2mj mk ωkj

)
+ 2

(
mj ω∗

kj + 2mk ωkj

)

× (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)
)]}

,
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F11R
=

ω∗
kj ωik m2

W

4 k1 · pj

{
2
(
B0(i4) − B0(i2) − m2

H C0(3) + m2
k C0(3) − m2

j (C0(3) + 2 (C1(5) + C2(5)))

− 2C2(5) k1 · k2

)
− 4

(
C0(3) + C1(5) + C1(i0) + C2(5) − 2D00(1) + 2D1(1) k1 · k2

)
k1 · pj−

4C2(5) k2 · pj +
1

k1 · k2 + (k1 + k2) · pj

[
m2

H B0(i0) −
(
m2

H − m2
k

)
(B0(i1) − 1) − m2

k B0(i2)
]}

,

F13R
=

m2
W

4

{
ω∗

kj ωik B0(i4)

k1 · pj

[
m2

k − m2
H

m2
j + 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

− 1

]
+ 4ω∗

kj ωik (C1(i0) − 2D00(1)−

C2(1)) +
1

k1 · pj

[ (
m2

H − m2
k

)
ω∗

kj ωjk B0(i1)

m2
j + 2 (k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

+
1

mj

[
mj ω∗

kj ωik

(
B0(1) +

2
(
m2

H − m2
k

)

m2
j − m2

i

)

+
2m2

H mj ω∗
kj ωik B0(i0)

m2
j − m2

i

+
1

m2
j − m2

i

(
(
m2

k − m2
H

) (
mj ω∗

kj ωik − mi ω∗
ik ωkj

)
B0(i1) − 2mj

×
(
m2

j − m2
i + m2

k

)
ω∗

kj ωikB0(i2) +
(
mj ω∗

kj

(
2mi mk ω∗

ik +
(
m2

j + m2
k − m2

H

)
ωik

)
+ (mi ω∗

ik

×
(
m2

j + m2
k

)
− m2

H mi ω∗
ik + 2m2

j mk ωik

)
ωkj

)
B0(i3)

)
+

1

mi

(
m2

i − m2
j − 2 k1 · pj

)
(

mj

(
mi

× ω∗
kj

((
m2

H − m2
i − m2

k

)
ωik − 2mi mk ω∗

ik

)
− mj

( (
m2

i + m2
k

)
ω∗

ik − m2
H ω∗

ik + 2mi mk ωik

)

× ωkj

)
B0(1) −

(
m2

j − m2
i

) (
m2

H − m2
k

)
ω∗

ik ωkj B0(i1) + mi

(
2mj

(
m2

i − m2
j

)
ω∗

kj ωik B0(i2)+
(
mj ω∗

kj

(
2mi mk ω∗

ik +
(
m2

j + m2
k − m2

H

)
ωik

)
+
(
2m2

j mk ωik − m2
H mi ω∗

ik + mi (m2
j + m2

k)

× ω∗
ik

)
ωkj

)
B0(i3) − 2mj

(
m2

j − m2
i

) (
ωik

(
m2

H ω∗
kj C0(1) − m2

k ω∗
kj C0(1) − 2ω∗

kj C00(1)−

mj mk ωkj C0(1) + m2
j ω∗

k C1(1)
)

+ m2
i ω∗

kj ωik C2(1) − mi ω∗
jk

(
mk ω∗

kj C0(1) + mj ωkj

(
C0(1)+

C1(1) + C2(1)
))))

)
+

m2
j

(
m2

H − m2
k

)
ω∗

jk ωkj (B0(1) − B0(i1))

mi

(
m2

j + 2 k1 · pj

) + 2
(
mi ω∗

ik

(
mk ω∗

kj + mj ωkj

)

+ ωik

(
mk

(
mk ω∗

kj + mj ωkj

)
− m2

H ω∗
kj

) )
mj C0(1) + 4mj ω∗

kj ωik C00(1) + 4mj ω∗
kj ωikC00(3)

− 2m2
j

(
mj ω∗

kj ωik − mi ω∗
ik ωkj

)
C1(1) + 2mj mi

(
mj ω∗

ik ωkj −
(
mi ω∗

kj ωik

))
C2(1)

]]}
,

F15R
= − 2ω∗

kj ωjk m4
W (D12(1) + D23(1)) ,

F17R
= −

ω∗
kj ωjk m4

W (C12(3) + C2(5) + C22(3) − 2D12(1) k1 · pj)

k1 · pj

,

F19R
=

ωjk m3
W

8 k1 · pj

{
4
(
mk ωkj C0(3) + mj ω∗

kj (C0(3) + C1(5) + C2(5))
)

+ 8
(
mk ωkjD0(1) − mj ω∗

kj

×D2(1)) k1 · pj +
k1 · pj k2 · pj

g(k1, k2)

[
mj

(
m2

H − m2
k

)
ω∗

kj B0(i1) + B0(i4)
(
mj

((
m2

j + m2
k−

m2
H

)
ω∗

kj + 2mj mk ωkj

)
+ 2

(
mj ω∗

kj + 2mk ωkj

)
(k1 · k2 + (k1 + k2) · pj)

)
]}

,

F21 =
8m2

W

2 k1 · k2

(
3 +

2 k1 · k2

2m2
W

+ 6m2
W

(
1 − 2 k1 · k2

2m2
W

)
C0(i)

)
−

Q2
t Nct

8m2
t

2 k1 · k2

(
2 + (4m2

t − 2 k1 · k2)C0(II)
)
. (A.1)
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[30] Para una amplia discusión de las propiedades electromagnéticas de un bosón vectorial con un
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