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Resumen

Estimamos la intensidad de acoplamiento de un bosón de norma neutro masivo, conocido como Z ′, con un quark
bottom y un quark strange a través del proceso B0

s → µ+µ−. Con este parámetro se calcula el efecto que se
produce en las fracciones de decaimiento de los procesos: B0

s → τe y B0
s → τµ. El estudio se lleva a cabo en el

contexto de modelos extendidos donde se predice la existencia del bosón mencionado. Posteriormente, analizamos
los decaimientos de un pseudoescalar neutro ΦP y un escalar σ, generados en el escenario de los modelos: Littlest
Higgs (LTH) y Bestest Little Higgs (BLH), respectivamente. Dichos modelos son una extensión del Modelo Estándar
que buscan solucionar el problema de la jerarquı́a través de la generación de nuevas partı́culas con masas del orden
de teraelectronvoltios. De manera particular, en el modelo LTH investigamos los decaimientos a nivel de un lazo de
ΦP → γZ,ZZ, gg. Se obtienen también la sección eficaz y la fracción de decaimiento asociadas a cada proceso,
las cuales estarán en función de la escala de energı́a f , que caracteriza la escala de energı́a de rompimiento de la
simetrı́a global de la teorı́a y cuyos valores están restringidos en el rango de 3 a 4 TeV. En cuanto al modelo BLH, en
este escenario se determinan nuevos vértices y se estudia la fenomenologı́a del escalar σ, tanto a nivel árbol como a
nivel de un lazo. También llevamos a cabo un estudio de las propiedades débiles del quark top en el mismo marco del
modelo BLH, especı́ficamente, calculamos las contribuciones a nivel de un lazo a los momentos dipolares débiles
del quark top; el eléctrico y magnético. Su análisis es importante pues podrı́a revelar efectos de nueva fı́sica.

Palabras claves: bosón, norma, decaimientos, teraelectronvoltios, momento dipolar.
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Abstract

We estimate the strength of the coupling of a neutral massive gauge boson, identified as Z ′, with a bottom quark
and a strange quark through the B0

s → µ+µ− process. With this parameter the effect on the branching ratios of
the processes is calculated: B0

s → τe and B0
s → τµ. The study is carried out in the context of extended models

where the existence of the mentioned boson is predicted. Subsequently, we analyzed the decays of a ΦP neutral
pseudoscalar and a σ scalar generated in the scenario of the models: Littlest Higgs (LTH) and Bestest Little Higgs
(BLH), respectively. These models are an extension of the Standard Model that seek to solve the hierarchy problem
through the generation of new particles with masses of the order of tera-electronvolts. In particular, in the LTH model
we investigated the ΦP → γZ,ZZ, gg decays induced at the one-loop level. The cross section and the branching
ratio associated to each process are also obtained which will be a function of the energy scale f , which characterizes
the global symmetry breaking energy scale of the theory and whose values are restricted in the range of 3 to 4
TeV. As for the BLH model, in this scenario new vertices are determined and the phenomenology of the σ scalar is
studied, both at tree level and one-loop level. We also carry out a study of the weak properties of the top quark in
the same framework of the BLH, particularly, we calculate the contributions at the one-loop level to the weak dipole
moments of the top quark; the electric and magnetic. Its analysis is important because it could reveal new physics
effects.

Keywords: boson, gauge, decays, tera-electronvolts, dipole moment.
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Introducción

Algunas de las motivaciones para estudiar fenómenos que van más allá del Modelo Estándar (ME), consiste en
los procesos que involucran corrientes neutras que cambian sabor (CNCS) y que están altamente suprimidos en el
ME. Por ejemplo, el decaimiento de un mesón a un par de leptones de diferente sabor. La fenomenologı́a de las
CNCS es interesante por que este proceso no existe a nivel árbol en el ME pero puede surgir en modelos extendidos,
haciéndolo relevante para búsquedas indirectas de nueva fı́sica. Otra motivación para trabajar en modelos extendidos
es que algunas de estas teorı́as ofrecen una solución nueva y atractiva al problema de la jerarquı́a, esto reside en que
la masa del bosón de Higgs en el ME recibe correcciones radiativas divergentes de tres fuentes: de bosones de norma
débiles, del quark top y por la interacción cuártica del higgs. Estas correcciones radiativas da lugar a correcciones
más grandes cuando la teorı́a se encuentra en la escala de teraelectronvoltios (TeVs). Por lo tanto, cualquier modelo
que esté diseñado para describir fı́sica a energı́as del LHC (Large Hadron Collider) sin recurrir al ajuste fino debe
incorporar necesariamente estructuras adicionales en los sectores de norma, del quark top y del higgs para resolver el
problema mencionado. Las estructuras adicionales se traducen en nuevas partı́culas, nuevos acoplamientos, nuevos
vértices, nuevos parámetros, entre otras cosas.

Actualmente se han propuesto varios modelos que buscan resolver el problema de la jerarquı́a de masa, y están
basados en un complejo sistema de simetrı́as y mecanismos de rompimiento de simetrı́a. Estos modelos son cono-
cidos como los modelos Little Higgs (LH) [1] e implementan la idea de que los bosones de Higgs son bosones de
Goldstone. Se construyen incrustando al ME dentro de un grupo más grande con una simetrı́a ampliada. Desde el
punto de vista fenomenológico, el efecto de esta simetrı́a ampliada es generar nuevas partı́culas que induzcan nuevas
correcciones radiativas a la masa del bosón de Higgs, y de esta manera cancelan las divergencias cuadráticas indu-
cidas por las partı́culas del ME. En particular, el LTH es el modelo más simple, pues no introduce nuevos grados de
libertad por debajo de la escala de energı́a de TeVs. Además, predice un espectro reducido de nuevas partı́culas [2],
lo que no sucede con cualquier otro modelo tipo Little Higgs. En cuanto al LTH [3] se refiere, las nuevas partı́culas
que surgen se agrupan de la siguiente manera: cuatro bosones de norma, AH , ZH y W±H , con los mismos números
cuánticos que los bosones del ME, un quark exótico con la misma carga que el quark top del ME y un nuevo triplete
escalar pesado, que promueve la aparición de seis estados fı́sicos: 2 escalares doblemente cargados Φ±±, 2 escalares
simplemente cargados Φ±, un escalar neutro Φ0 y un pseudoescalar neutro ΦP .

Aunque las teorı́as del tipo LH proporcionan una forma interesante de abordar el problema de la jerarquı́a a
través del mecanismo de rompimiento colectivo de la simetrı́a, tı́picamente estos modelos presentan dos grandes
obstáculos: primero, el espacio de parámetros de los LH están bastante limitados por datos electrodébiles de preci-
sión [4, 5], y segundo, el mecanismo para generar un acoplamiento cuártico de Higgs genera violaciones grandes
en la simetrı́a de custodia. Este último se debe a que para implementar el mecanismo de rompimiento colectivo
de la simetrı́a en el sector de norma y en el sector fermiónico es muy sencillo, sin embargo es más dificultoso
generar dicho mecanismo en el sector cuártico de Higgs ya que se necesita implementar escalares adicionales con
ciertos números cuánticos especı́ficos para subsanar estos defectos de los LH. Un modelo propuesto recientemente,
conocido como el BLH [6], resuelve los problemas listados anteriormente y lo hace incorporando dos simetrı́as glo-
bales distintas que se rompen en subgrupos diagonales a distintas escalas, permitiendo ası́ que los nuevos bosones
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y fermiones obtengan sus masas a escalas diferentes. El modelo BLH se caracteriza también por implementar una
simetrı́a de custodia SU(2). Además, posee un espacio de parámetros relativamente grande lo que potencialmente
podrı́a reproducir más fácilmente los resultados del CMS o ATLAS [7]. Estas peculiaridades establecen la viabilidad
del modelo. El espectro de partı́culas que se generan en el sector fermiónico del BLH son: cuatro compañeros del
quark top (T, T5, T6, T

(2/3)
b ) de carga 2/3, un compañero del quark bottom (B) de carga −1/3 y un quark exótico

(T (5/3)
b ) de carga 5/3. En cuanto al sector de norma, los nuevos bosones que surgen son: Z ′ y W ′±. Mientras que

en el sector escalar, se generan cinco estados fı́sicos del higgs: tres campos neutros ( h0, H0, y A0 ) y dos cam-
pos cargados (H±). En este último sector aparece también un escalar pesado (σ) que será esencial para generar un
acoplamiento cuártico de higgs exitoso pero también será el objeto de nuestro estudio.

El contenido de la tesis es el siguiente. En el capı́tulo 1, se proporcionan los aspectos generales del ME de
las interacciones electromagnética y débil. En el capı́tulo 2, se estudian los decaimientos de un mesón a un par de
leptones. El capı́tulo 3, se dedica a la discusión y análisis de los decaimientos del pseudoescalar ΦP . En el capı́tulo 4,
se proporciona una descripción del modelo BLH y se exponen las razones de la viabilidad del modelo sobre los otros
modelos LH. En este apartado se generan también los vértices propios del BLH. En el capı́tulo 5, se discuten algunas
de las caracterı́sticas del escalar σ, y se estudian los decaimientos de dicha partı́cula tanto a nivel árbol como a nivel
de un lazo. Finalmente, en el capı́tulo 6 se habla acerca de las propiedades débiles del quark top, y se determinan las
contribuciones a nivel de un lazo al momento dipolar eléctrico y magnético del top.



Capı́tulo 1

Modelo Estándar

En la naturaleza existen cuatro tipos de fuerzas fundamentales: gravitacional, electromagnética, fuerte y débil.
La teorı́a que describe a tres de estas interacciones, la fuerte, débil y electromagnética, se le conoce como el ME, la
cual es una teorı́a cuántica-relativista que describe a las partı́culas elementales y cómo éstas interactúan. Se le consi-
dera partı́culas elementales aquellas que no poseen estructura interna, pueden ser bosones de norma o fermiones, los
cuales constituyen los componentes de materia conocidas en la actualidad. El ME está basado en el grupo de norma
SUC(3)×SUL(2)×UY (1), donde el grupo SUC(3) caracteriza la Cromodinámica Cuántica que describe la inter-
acción nuclear fuerte, mientras que el grupo SUL(2) × UY (1) define las interacciones electrodébiles. Los campos
de norma, responsables de la transmisión de la fuerza entre las partı́culas que interactúan, se dividen de la siguiente
manera: 8 campos de norma asociados a SUC(3) también reciben el nombre de gluones, y luego 3 para SUL(2),
y finalmente uno para UY (1). La interacción fuerte mediada por los gluones Gaµ, se acoplan exclusivamente a las
partı́culas de materia conocidas como quarks. La interacción débil resulta del intercambio de los bosones de norma
W i
µ, mientras que la interacción electromagnética es mediada por Bµ, el campo de norma asociado a UY (1).

El grupo SUL(2) × UY (1) con el proceso llamado mecanismo de Higgs se lleva a cabo el rompimiento es-
pontáneo de la simetrı́a, donde tres de los cuatro campos de norma no masivos asociados a este sector adquieren
masa por el hecho de interactuar con el campo de Higgs. La teorı́a que resulta después del mecanismo de Higgs está
caracterizado por el grupo electromagnético Ue(1) y sigue conservando las propiedades de una teorı́a invariante de
norma. El grupo SUC(3) no se ve afectado por el mecanismo de Higgs.

1.1. Interacción electrodébil

Una de las principales caracterı́sticas de la interacción débil es que distingue entre los estados de helicidad de
los leptones y quarks, es decir, los bosones de norma W± y Z se acoplan con diferentes intensidades a dichos
estados, y como consecuencia las interacciones débiles violan paridad. Ası́, el contenido de materia fermiónica se
agrupan en tres familias de quarks y tres de leptones, donde cada familia está formada por dos partı́culas de espı́n
1/2. Bajo el grupo SUL(2) los fermiones izquierdos se transforman de forma distinta que los fermiones derechos:
las componentes izquierdas son dobletes y las derechas son singletes. Las tres familias se agrupan de la siguiente
manera:

1era. familia :

(
νe
e−

)
L

, e−R;

(
u

d

)
L

, uR, dR. (1.1)
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6 1.1. Interacción electrodébil

2da. familia :

(
νµ
µ−

)
L

, µ−R;

(
c

s

)
L

, cR, sR. (1.2)

3ra. familia :

(
ντ
τ−

)
L

, τ−R ;

(
t

b

)
L

, tR, bR. (1.3)

Usando notación compacta, obtenemos lo siguiente:

Li =

(
νi
li

)
L

, lRi; Qi =

(
ui
di

)
L

, uRi, dRi. (1.4)

Cabe aclarar que los neutrinos derechos no existen en el ME. Para un fermión los estados de helicidad izquierda y
derecha están definidos mediante los operadores de proyección como sigue

ΨL,R =
1

2
(1∓ γ5)Ψ ≡ PL,RΨ, (1.5)

donde PL,R son los operadores de proyección quiral. De esta manera, un campo de Dirac, Ψ, puede ser expresado
como la suma de su parte izquierda, ΨL = PLΨ, y su parte derecha, ΨR = PRΨ, es decir,

Ψ = ΨL + ΨR, (1.6)

esto como consecuencia de que la interacción débil distingue los estados de helicidad.
Los campos bajo el grupo de norma SUL(2)× UY (1) se transforman como:

L
′
i = exp

[
− iαi(x)

σi

2
+ iβ(x)

Y

2

]
Li, l

′
Ri = exp

[
iβ(x)

Y

2

]
lRi, (1.7)

donde el ı́ndice Y se refiere a la hipercarga, αi(x) y β(x) son parámetros de los grupos SUL(2) y UY (1), res-
pectivamente. Además, debido a que el grupo electrodébil es covariante bajo transformaciones de norma locales,
la invarianza de la teorı́a electrodébil ante dichas transformaciones se logra introduciendo la siguiente derivada
covariante

Dµ = ∂µ − ig′
Y

2
Bµ − ig

σi

2
W i
µ, (1.8)

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

µ (i = 1, 2, 3) y σi/2 son los campos de norma y los generadores, en la representación de dobletes,
asociados con el grupo SUL(2); g′ y g son constantes de acoplamiento. 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). Sin embargo, cabe mencionar

que no es posible introducir los términos de masa directamente, sino solo a través del rompimiento espontáneo de
la simetrı́a se puede dotar de masa a las partı́culas o a ciertos campos de norma. Como es sabido, el rompimiento
espontáneo de una simetrı́a global conduce a la presencia de campos escalares de masa cero, conocidos con el
nombre de bosones de Goldstone. El rompimiento espontáneo de una simetrı́a de norma, es decir, cuando la teorı́a
es invariante bajo transformaciones locales del grupo en consideración, 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”. Con este mecanismo el grupo SUL(2)× UY (1) es roto espontáneamente a el grupo Ue(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), obteniéndose ası́ la relación de Gell-Mann-Nishijima

Q = T 3 +
Y

2
. (1.9)



1. Modelo Estándar 7

El lagrangiano que describe la teorı́a electrodébil se divide en dos partes, una que contiene solamente a los campos
bosónicos (LB) y otra que contiene campos fermiónicos y bosónicos (LF ). La parte bosónica se divide a su vez
en los sectores de Higgs y de Yang-Mills; mientras que el sector bosónico-fermiónico se divide en los sectores de
corrientes y de Yukawa. De este modo, el lagrangiano se puede escribir como

L = LB + LF , (1.10)

donde

LB = LH + LYM , (1.11)

LF = LC + LY , (1.12)

con LH ,LYM ,LC y LY representando los sectores de Higgs, Yang-Mills, corrientes y Yukawa, respectivamente.
A continuación se hará una breve descripción de cada uno de estos sectores.

1.2. El sector de Higgs
La forma de dar masa a los fermiones del ME y a algunos bosones de norma sin violar la simetrı́a de norma del

grupo electrodébil, es a través del mecanismo de Higgs. En este sector se analiza los efectos del bosón de Higgs y
las interacciones de esta partı́cula con los campos de norma del sector electrodébil. El lagrangiano de este sector
está dado por

LH = (DµΦ)†(DµΦ)− V (Φ†,Φ), (1.13)

donde Dµ es la derivada covariante en la representación de dobletes, dada por la ecuación (1.8) 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, (1.14)

donde Φ es el doblete de Higgs, λ representa un número real positivo para asegurar la estabilidad del vacı́o, y µ es
un parámetro con dimensiones de masa. Del término cinético (DµΦ)†(DµΦ) surgen las masas de los fermiones y
sus interacciones con el bosón de Higgs, por otra parte, el potencial de Higgs, V (Φ†,Φ), genera la masa del bosón
de Higgs y sus autointeracciones.

La generación de masa procede del rompimiento espontáneo de SUL(2) × UY (1). Analizando el potencial, la
condición de mı́nima energı́a, se obtiene cuando

∂V

∂Φ†
= 0 =⇒ [µ2 + 2λ(Φ†Φ)]Φ = 0, (1.15)

cuando µ2 > 0 el estado de mı́nima energı́a se da cuando Φ0 = Φ†0 = 0, en este caso el vacı́o no es degenerado,
es decir, la simetrı́a no es rota espontáneamente, pero sı́ cuando µ2 < 0, en este caso el vacı́o es degenerado,
caracterizado por los puntos de la superficie

Φ†0Φ0 = |φ0
1|2 + |φ0

2|2 =
−µ2

2λ
=
v2

2
, (1.16)

donde Φ0 = 〈0|Φ|0〉 es el valor esperado en el vacı́o del doblete de Higgs, el cual rompe espontáneamente la simetrı́a
electrodébil a el grupo electromagnético. Esto significa que Φ0 debe ser invariante bajo el grupo electromagnético,
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es decir, si U ∈ Ue(1), entonces UΦ0 = Φ0, lo que implica que el generador de este grupo dado por la ecuación
(1.9) lo aniquila:

QΦ0 =

(
σ3

2
+
Y

2

)
Φ0 =

(
1 0
0 0

)(
Φ10

Φ20

)
= 0⇒ Φ10 = 0, (1.17)

dado que Y Φ(x) = (1)Φ(x). Por lo tanto, la única forma posible para Φ0, tomando en cuenta la ecuación (1.16), es

Φ0 =

(
0
υ√
2

)
, (1.18)

con

υ2 =
−µ2

2λ
. (1.19)

El rompimiento espontáneo de la simetrı́a aparece como consecuencia de elegir a uno sólo de los vacı́os. Como
ya se menciono, cuando las simetrı́as 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 simetrı́a es de norma, el resultado
es la presencia de bosones de norma masivos, uno por cada generador roto de la simetrı́a y los bosones de Goldstone
son absorbidos por los campos de norma asociados con los generadores rotos.

Ahora, desarrollamos la teorı́a en el entorno de Φ0 mediante la transformación siguiente

Φ→ Φ0 + Φ =
1√
2

(
0

υ

)
+

(
G+
W

(H + iGZ)/
√

2

)
, (1.20)

donde G+
W y GZ son los pseudobosones de Goldstone asociados a los bosones de norma W± y Z, respectivamente,

en tanto queH representa al escalar de Higgs. Por otra parte, los pseudobosones de Goldstone pueden ser eliminados
de la teorı́a mediante una transformación de norma unitaria, esta norma corresponde a una transformación donde los
pseudobosones de Goldstone son cero:

G
′±
W = G

′
Z = 0, (1.21)

en esta norma el doblete de Higgs es

Φ =
1√
2

(
0

υ +H

)
. (1.22)

Sustituyendo la ecuación anterior en la parte cinética de la ecuación (1.13) y definiendo los siguientes campos de
norma

W±µ =
1√
2

(W 1
µ ∓ iW 2

µ), (1.23)

ası́ como los operadores escalera,

σ+ =
1

2
(σ1 + iσ2) =

(
0 1
0 0

)
, (1.24)

σ− =
1

2
(σ1 − iσ2) =

(
0 0
1 0

)
, (1.25)

se obtiene [ 1√
2

(0, ∂µH) + i
g

2
(v +H)W−µ (1, 0)− i

2
√

2
(gW 3

µ − g′Bµ)(0, v +H)
]

×
[ 1√

2

(
0

∂µH

)
− ig

2
(v +H)W+

µ

(
1

0

)
+

i

2
√

2
(gW 3µ − g′Bµ)

(
0

v +H

)]
, (1.26)
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con un poco de álgebra, resulta

1

2
(∂µH)(∂µH) +

g2

4
(v +H)2W−µ W

+µ +
1

8
(v +H)2(W 3

µ , Bµ)

(
g2 −gg′

−gg′ g
′2

)(
W 3µ

Bµ

)
, (1.27)

donde g2

4 v
2W−µ W

+µ es el término de masa para los campos de norma W±, siendo

mW =
gv

2
. (1.28)

De la ecuación (1.27), los campos de norma W 3
µ y Bµ aparecen como bosones de norma mezclados, con la matriz

de masa no diagonal

1

8
(v +H)2(W 3

µ , Bµ)

(
g2 −gg′

−gg′ g
′2

)(
W 3µ

Bµ

)
, (1.29)

la diagonalización se logra si aplicamos la siguiente rotación a los campos de norma W 3
µ y Bµ,(

W 3
µ

Bµ

)
=

(
cW sW
−sW cW

)(
Zµ
Aµ

)
, (1.30)

donde el campo Aµ es identificado como el fotón. En estas expresiones, sW = sin θW , cW = cos θW , donde θW

es el ángulo débil (weak) o de Weimberg definido por tan θW =
g′

g
. Sustituyendo las expresiones anteriores en la

ecuación (1.29), se halla lo siguiente

1

8
v2(Zµ, Aµ)

(
g2 + g

′2 0
0 0

)(
Zµ

Aµ

)
=

1

8
v2(g2 + g

′2)ZµZ
µ, (1.31)

donde las masas de los bosones de norma son

mZ =
1

2
v
√
g2 + g′2 =

gv

2cW
, (1.32)

mA = 0. (1.33)

1.3. El sector de Yukawa
El sector de Yukawa posee una estructura de Lorentz del tipo escalar y pseudoescalar. Este sector genera las

masas de los fermiones, basándose en el rompimiento espontáneo de la simetrı́a, ya que 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.

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

LY = LYl + LYq , (1.34)

donde LYq y LYl son los lagrangianos de los sectores de quarks y de leptones, respectivamente.
Para el caso de los leptones y considerando que los neutrinos derechos no existen, la lagrangiana invariante bajo
SUL(2)× UY (1) que describe este sector está dado por

−Y lijL̄′iΦl′Rj + h.c. (1.35)
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En lo que respecta a los quarks, sabemos que existen estados derechos para los dos miembros del doblete izquierdo,
de esta manera, es necesario considerar otro objeto que se transforme covariantemente bajo el grupo electrodébil,
definido como

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

( v+H√
2

0

)
, (1.36)

ası́, el lagrangiano para quarks invariante de Lorentz y bajo el grupo electrodébil, está dado por

−Y uij Q̄′iΦ̃u′Rj − Y dijQ̄′iΦd′Rj + h.c., (1.37)

estos invariantes son los que generan las masas de los fermiones después del rompimiento espontáneo de la simetrı́a.
Las Y uij , Y

d
ij y Y lij son llamadas las constantes de Yukawa y son elementos de matrices de 3 × 3 con componentes

adimensionales.

1.3.1. Sector de Yukawa para quarks
El sector de Yukawa para quarks en la norma unitaria puede reescribirse de la siguiente manera

LYq = −Y uij (ū′Li, d̄′Li)
( v+H√

2

0

)
u′Rj − Y dij(ū′Li, d̄′Li)

(
0

v+H√
2

)
d′Rj + h.c.

= −v +H√
2

(Y uij ū
′
Liu
′
Rj + Y dij d̄

′
Lid
′
Rj) + h.c.

= −v +H√
2

(Ū ′LY
uU ′R + D̄′LY

dD′R) + h.c., (1.38)

escrito en términos de los vectores en el espacio de sabor definidos por

U ′ =

 u′

c′

t′

 , D′ =

 d′

s′

b′

 . (1.39)

La ecuación (1.38) se puede escribir también como

LYq = −
(

1 +
H

υ

)
(Ū ′LM

uU ′R + D̄′LM
dD′R) + h.c., (1.40)

donde Mu y Md son matrices de 3 × 3, no diagonales, cuyos elementos son de la forma Mu
ij = v√

2
Y uij y Md

ij =
v√
2
Y dij . Para determinar las masas de los quarks se necesita diagonalizar la parte cuadrática del lagrangiano y para

ello se definen las siguientes transformaciones unitarias

U ′L,R = V uL,RUL,R, D′L,R = V dL,RDL,R, (1.41)

donde V u,dL,R son unitarias. Entonces en términos de los nuevos campos, el lagrangiano del sector de Yukawa para los
quarks se escribe como

LYq = −
(

1 +
H

υ

)
(ŪLV

u†
L MuV uRUR + D̄LV

d†
L MdV dRDR) + h.c. (1.42)
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Ahora, haciendo uso de uno de los teoremas del álgebra lineal que dice:
Teorema: Para cualquier matriz D, n × n, siempre es posible hallar dos matrices unitarias A y B, tal que ADB es
diagonal y real.

Dado que las matrices VL,R son unitarias, entonces el teorema anterior garantiza que V †LMVR son reales y
diagonales. Entonces

LYq = −
(

1 +
H

υ

)
(ŪLM̄

uUR + D̄LM̄
dDR) + h.c., (1.43)

donde M̄u,d = V u,d†L Mu,dV u,dR y están dadas por

M̄u =

 mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt

 , (1.44)

M̄d =

 md 0 0
0 ms 0
0 0 mb

 . (1.45)

De la ecuación (1.43) obtenemos las masas de los quarks y las interacciones de los quarks con el bosón de Higgs,
también se observa que el sector de Yukawa de quarks conserva el sabor, ya que el bosón se acopla a pares del
mismo tipo de quarks.

1.3.2. Sector de Yukawa para leptones
El lagrangiano de este sector está dado por

LYl = −Y lijL̄′iΦl′Rj + h.c., (1.46)

que en la norma unitaria se tiene

LYl = −Y lij(ν̄′Li, l̄′Li)
(

0
v+H√

2

)
l′Rj + h.c.

= −v +H√
2
Y lij l̄

′
Lil
′
Rj + h.c.

= −v +H√
2
Ē′LY

lE′R + h.c., (1.47)

donde

E′ =

 e′

µ′

τ ′

 , (1.48)

es un vector en el espacio de sabor. Definiendo la matriz M l como

M l
ij =

v√
2
Y lij , (1.49)
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se tiene

LYl = −(1 +
H

v
)Ē′LM

lE′R + h.c., (1.50)

en analogı́a con 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 la siguiente transformación unitaria

E′L,R = V lL,REL,R, (1.51)

donde V lL,R son matrices de rotación unitarias. Ası́, en términos de los campos de masa, el lagrangiano de Yukawa
para los leptones se escribe como

LYl = −
(

1 +
H

υ

)
ĒLV

l†
L M

lV lRER + h.c.. (1.52)

Definamos M̄ l = V l†L M
lV lR, y por el teorema mencionado anteriormente, M̄ l es una matriz diagonal y real. Final-

mente, tenemos

LYl = −
(

1 +
H

υ

)
ĒM̄ lE + h.c., (1.53)

donde

M̄ l =

 me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ

 , (1.54)

los elementos de la diagonal son las masas de los respectivos leptones cargados. Al igual que el caso anterior, este
sector conserva el sabor cuando la lagragiana está en terminos de los eigenestados de masa.

1.4. El sector de corrientes
El sector de corrientes contiene las interacciones de los campos de norma del grupo electrodébil con los fermio-

nes, dando lugar a lo que se conoce como corrientes cargadas y neutras. El lagrangiano asociado se descompone en
dos partes, una que tiene que ver con los quarks solamente, y la otra con los leptones, ası́ el Lagrangiano invariante
de norma resulta ser

LC = LCq + LCl , (1.55)

donde LCq y LCl representan los sectores de corrientes de quarks y leptones, respectivamente.

1.4.1. 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

LCl = iL̄′iγ
µDµL

′
i + il̄′Riγ

µD̄µl
′
Ri, (1.56)
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donde las derivadas covariantes están definidas de la siguiente manera

Dµ = ∂µ − ig
σi

2
W i
µ − ig

′ YlL
2
Bµ, (1.57)

y

D̄µ = ∂µ − ig
′ YlR

2
Bµ. (1.58)

Después del rompimiento espontáneo de la simetrı́a, el generador del grupo es Q = T 3 + Y
2 , pero para el leptón

cargado izquierdo y derecho, el valor de la hipercarga débil es distinta en cada una, esto es,

Q =
σ3

2
+
YlL
2
, y Q =

YlR
2
. (1.59)

Por otra parte, expresando la ecuación (1.57) en términos de los campos eigenestados de masa,

Dµ = ∂µ −
ig√

2
(W+

µ σ
+ +W−µ σ

−)− ig

2
σ3(cWZµ + sWAµ)− ig′(Q− σ3

2
)(cWAµ − sWZµ), (1.60)

donde σ+ y σ− son los operadores de subida y bajada. Tomando en cuenta que e = gsW y g
′

= g tan θW , la
derivada anterior también se puede escribir como

Dµ = ∂µ −
ig√

2
(W+

µ σ
+ +W−µ σ

−)− ig

2cW
Zµ(σ3 − 2s2

WQ)− ieQAµ, (1.61)

y para el singlete se tiene

D̄µ = ∂µ − ieQAµ +
ig

cW
Qs2

WZµ. (1.62)

Usando las ecuaciones (1.61) y (1.62), se obtiene que la lagrangiana del sector de corrientes leptónico es

LCl = iν̄
′
Li/∂ν

′
Li + il̄

′
Li/∂l

′
Li +

g√
2
ν̄
′
Liγ

µl
′
LiW

+
µ +

g√
2
l̄
′
Liγ

µν
′
LiW

−
µ + eQAµ l̄

′
Liγ

µl
′
Li

+
g

2cW
Zµ[ν̄

′
Liγ

µν
′
Li − (1 + 2s2

WQ)l̄
′
Liγ

µl
′
Li] + il̄

′
Ri/∂l

′
Ri + eQAµ l̄

′
Riγ

µl
′
Ri −

s2
W

c
W

gQZµ l̄
′
Riγ

µl
′
Ri, (1.63)

y en el espacio de sabor,

LCl = iν̄
′
L/∂ν

′
L + iĒ

′
L/∂E

′
L +

g√
2
ν̄
′
Lγ

µE
′
LW

+
µ +

g√
2
Ē
′
Lγ

µν
′
LW

−
µ + eQAµ(Ē

′
Lγ

µE
′
L + Ē

′
Rγ

µE
′
R)

+
g

2cW
Zµ[ν̄

′
Lγ

µν
′
L − (1 + 2s2

WQ)Ē
′
Lγ

µE
′
L] + iĒ

′
R/∂E

′
R −

s2
W

c
W

gQZµĒ
′
Rγ

µE
′
R, (1.64)

donde E
′

y ν
′

son los vectores de sabor definidos anteriomente. Ahora, con las transformaciones siguientes

E
′
L,R = V lL,REL,R, ν

′
L = V lLνL (1.65)

el lagrangiano de corrientes para los leptones toma la forma

LCl = iν̄L/∂νL + iĒ/∂E +
g√
2

(W+
µ ν̄Lγ

µEL +W−µĒLγ
µνL) + eQAµĒγ

µE

+
g

2cW
Zµ[ν̄Lγ

µνL − (1 + 2s2
WQ)ĒLγ

µEL]− s2
W

c
W

gQZµĒRγ
µER. (1.66)
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En este caso, debido a la ausencia de neutrinos derechos, las corrientes cargadas y neutras conservan el sabor.
Además, no existen 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.

1.4.2. 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

LCq = iQ̄′iγ
µDµQ

′
i + iū′iRγ

µDµu
′
iR + id̄′iRγ

µDµd
′
iR. (1.67)

Expresado en términos de los campos de masa e introduciendo las siguientes transformaciones unitarias,

U
′
L,R = V uL,RUL,R, D

′
L,R = V dL,RDL,R, (1.68)

la lagrangiana toma la forma

LCq = iŪ/∂U + iD̄/∂D +
g2√

2
(W+

µ ŪLV
u†
L V dLγ

µDL +W−µ D̄LV
d†
L V uL γ

µUL)

+ eAµ(QD̄γµD +QŪRγ
µUR) +

g

2cW
Zµ(ŪLγ

µUL − (1 + 2s2
W
Q)(D̄Lγ

µDL))

− s2
W

c
W

gQZµŪRγ
µUR −

s2
W

c
W

gQZµD̄Rγ
µDR, (1.69)

donde V u†L V dL viene a ser la matriz de Kobayashi-Maskawa. Debido a la unitariedad de las matrices de rotación
V u,dL,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 Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM).

1.5. El sector de Yang-Mills
En el sector de Yang-Mills se generan las propagaciones libres e interacciones entre los bosones de norma. Este

sector posee una estructura de simetrı́a no abeliana, cuya lagrangiana asociada tiene la siguiente forma

LYM = −1

4
W i
µνW

iµν − 1

4
BµνB

µν , (1.70)

donde los tensores de campo están dados por

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW i

µ + gεijkW j
µW

k
ν , (1.71)

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ. (1.72)

Si se introduce en la ecuación (1.70) la siguiente definición,

Ŵ±µν =
1√
2

(W 1
µν ∓ iW 2

µν), (1.73)
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obtenemos lo siguiente

LYM = −1

2
Ŵ+
µνŴ

−µν − 1

4
W 3
µνW

3µν − 1

4
BµνB

µν . (1.74)

Usando las ecuaciones (1.30), (1.71), (1.72) y (1.73), hallamos las definiciones para W 3
µν , Bµν y Ŵ±µν en términos

de los eigenestados de masa,

W 3
µν = sWFµν + cWZµν + ig(W−µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν ),

Bµν = cWFµν − sWZµν ,
Ŵ+
µν = W+

µν + ig(W+
µ W

3
ν −W 3

µW
+
ν ) (1.75)

con

W+
µν = ∂µW

+
ν − ∂νW+

µ . (1.76)

Ası́ el lagrangiano de Yang-Mills en términos de los eigenestados de masa toma la forma final

LYM =− 1

2
Ŵ+
µνŴ

−µν − 1

4
ZµνZ

µν − 1

4
FµνF

µν + ig(sWFµν + cWZµν)W−µW+ν

+
g2

4
(W−µ W

+
ν −W+

µ W
−
ν )(W−µW+ν −W+µW−ν). (1.77)

Este lagrangiano contiene las partes cinéticas de los bosones de norma electrodébiles junto con sus respectivas
autointeracciones.



Capı́tulo 2

Decaimientos de un mesón a un par de
leptones en un modelo extendido

Muchas extensiones del ME predicen la existencia de un grupo de simetrı́a de norma extra U ′(1) y su bosón
de norma asociado, identificado como Z ′, el cual ha sido objeto de varios estudios fenomenológicos [8, 9, 10]. En
particular, el grupo de norma eletrodébil extendido SUC(3) × SUL(2) × UY (1) × U ′(1) es el modelo más simple
que predice la existencia de dicho bosón. Este bosón Z ′, puede inducir CNCS a nivel árbol a través de acoplamientos
Z ′fifj , donde fi y fj son fermiones del ME siempre de diferente sabor. Consideremos el lagrangiano más general
renormalizable que incluye violación de sabor, en especı́fico, violación de sabor leptónico mediado por el nuevo
bosón de norma neutro masivo, Z ′, procedente de cualquier modelo extendido [11, 12]. Este lagrangiano puede
escribirse como

LNC =
∑
i,j

[
f̄i γ

α(ΩLfifj PL + ΩRfifj PR)fj + f̄j γ
α(Ω∗Lfjfi PL + Ω∗Rfjfi PR)fi

]
Z ′α, (2.1)

donde PL,R son los proyectores quirales y Z ′α es el bosón de norma neutro predicho por varias extensiones del
ME [11, 12]. Los parámetros ΩLfifj y ΩRfifj representan la intensidad de acoplamiento de Z ′fifj . Para nuestro
propósito, se asumirá que ΩLfifj = ΩLfjfi y ΩRfifj = ΩRfjfi. La ecuación (2.1) describe dos tipos de acopla-
mientos: acoplamientos que violan sabor y acoplamientos que conservan sabor mediados por el bosón Z ′. En cuanto
a los acoplamientos a dos fermiones que conservan el sabor, QfiL,R [13], están relacionados con los parámetros Ω de
la siguiente manera: ΩLfifj = −g2Q

fi
L y ΩRfifj = −g2Q

fi
R donde g2 es el acoplamiento de norma del bosón Z ′.

Algunos de los modelos extendidos donde surge precisamente el bosón Z ′ son: el modelo secuencial ZS , el modelo
simétrico left-right ZL,R, el modelo Zχ que surge del rompimiento del grupo SO(10) a SU(5) × U(1), el modelo
Zψ que se obtiene a partir de E6 a SO(10)×U(1) y Zη que aparece en modelos de supercuerdas. Para los diversos
modelos extendidos que nos interesan, los acoplamientos de norma de Z ′ son

g2 =
√

5/3 sin θW g1λg,

siendo g1 = g/cos θW y λg es un parámetro que depende del mecanismo de rompimiento de la simetrı́a de
O(1) [14]. En el modelo secuencial ZS , el acoplamiento de norma g2 = g1.

Para calcular el decaimiento B0
s → lilj (ver Figura 2.1), siendo li y lj leptones cargados de distinto sabor, el

hamiltoniano efectivo [15, 16, 17] que describe a fenómenos con CNCS mediados por un bosón Z ′ como lo es

16
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B0
s → lilj , es el siguiente

Heff =
Ceff(mb)

m2
B0
s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′
{[s(p2)γµ(ΩLbsPL + ΩRbsPR)b(p1)][li(p3)γµ(ΩLliljPL + ΩRliljPR)lj(p4)]

+ [s(p2)γµ(ΩLbsPL + ΩRbsPR)b(p1)][lj(p4)γµ(Ω∗Llj liPL + Ω∗Rlj liPR)li(p3)]}, (2.2)

donde ΓZ′ representa la anchura total del bosón Z ′, mB0
s

es la masa del mesón B0
s , y Ceff(mb) denota el coeficiente

de Wilson a la escalamb [18] que parametriza el acoplamiento del procesoB0
s → lilj a bajas energı́as,mb representa

la masa del quark bottom. Para calcular la amplitud de transición 〈0|Heff |B0
s 〉, se adopta el método de inserción del

vacı́o para la evaluación de los elementos de la matriz de la ecuación (2.2) que están dados como [19, 20, 21, 22]

〈0|sγµγ5b|B0
s 〉 = ifB0

s
Pµ,

〈0|qγµb|B0
q 〉 = 0, (2.3)

donde P es el momento del mesón B0
s . Usando la ecuación (2.3) y asumiendo que ΩRbs − ΩLbs = ΩZ′bs ≡ Ωbs,

b̄(p1)

s(p2) lj(p4)

li(p3)Z ′

Figura 2.1: Diagrama de Feynman para el proceso B0
s → lilj , siendo li y lj leptones cargados del ME.

obtenemos que las amplitudes para el decaimiento mesónico B0
s → lilj son

M(B0
s → l̄ilj) =

i

2

fB0
s
Ceff(mb) Ωbs

m2
B0
s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′
l̄i(p4)[(mliΩRlilj −mljΩLlj li)PR

+ (mliΩLlilj −mljΩRlilj )PL]lj(p3), (2.4)

M(B0
s → li l̄j) =

i

2

fB0
s
Ceff(mb) Ωbs

m2
B0
s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′
l̄j(p3)[(mljΩ

∗
Rlilj −mliΩ

∗
Llj li)PR

+ (mljΩ
∗
Llilj −mliΩ

∗
Rlj li)PL]li(p4). (2.5)

Para el cálculo que nos interesa se asumirá que ΩLlilj = ΩRlilj = Ωlilj . De manera que usando esta información
y obteniendo la amplitud cuadrada del proceso B0

s → lilj , encontramos que la suma incoherente de la anchura de
decaimiento se puede expresar como

Γ(B0
s → lilj) = Γ(B0

s → lilj) + Γ(B0
s → lilj)

=
C2

eff(mb)|Ωbs|2m3
B0
s
f2
B0
s

32π
[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′Γ
2
Z′

] {(|ΩLlilj |2 + |ΩRlilj |2)

[
(m2

li +m2
lj)

m2
B0
s

−
(m2

li −m2
lj)

2

m4
B0
s

]

−4
mlimlj

m2
B0
s

Re(ΩLliljΩ
∗
Rlilj )

}√√√√[1− (mlj +mli)
2

m2
B0
s

][
1− (mli −mlj )

2

m2
B0
s

]
. (2.6)
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s → µ+µ−

Ahora, con la finalidad de confrontar la predicción teórica con las condiciones experimentales [23] es necesario
tomar en cuenta los efectos considerables de la mezcla mesónica B0

s − B0
s , en el que la diferencia en la anchura

de decaimiento entre los eigenestados de masa B0
s es crucial [23]. Por lo tanto bajo condiciones experimentales

realistas se obtiene la ecuación (2.7) [23] donde τB0
s

representa la vida media del mesón B0
s . ys = ∆ΓB0

s
/(2ΓB0

s
)

denota el factor de corrección siendo ΓB0
s
, la anchura de decaimiento promedio de B0

s , y ∆ΓB0
s

la diferencia de
anchura entre los eigenestados de masa B0

s .

Br(B0
s → lilj) = τB0

s
Γ(B0

s → lilj) ' (1− ys)Br(B0
s → lilj)Exp, (2.7)

2.1. Estimación de la intensidad del acoplamiento Z ′bs a través del proceso
B0
s → µ+µ−

Para poder estimar las fracciones de decaimiento de los procesos: B0
s → τµ y B0

s → τe es necesario en primer
lugar calcular la intensidad del acoplamiento Z ′bs a través del decamiento mesónico B0

s → µ+µ− en la resonancia
del bosón Z ′. De manera que para determinar el parámetro Ωbs se recurre a la ecuación (2.6). Como el decaimiento
B0
s → µ+µ− se ha medido experimentalmente, se asumirá que los efectos de la nueva fı́sica está dentro de la

incertidumbre experimental. Por lo tanto,

∆Γ(B0
s → µµ̄)Exp =

g2
2C

2
eff (mb)|Ωbs|2mB0

s
f2
B0
s
m2
µ

32π
[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′Γ
2
Z′

] |QµL −QµR|2
√

1− 4m2
µ

m2
B0
s

, (2.8)

donde se consideraron las siguientes relaciones: ΩLµµ = −g2Q
µ
L y ΩRµµ = −g2Q

µ
R. Finalmente, al tomar la

ecuación (2.8) y sustituirla en la ecuación (2.7), se deriva el parámetro de nuestro interés, esto es

|Ωbs|2 =
32π(1− ys)

[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′Γ
2
Z′

]
τB0

s
g2

2C
2
eff(mb)mB0

s
f2
B0
s
m2
µ|QµL −QµR|2

√
1− 4m2

µ

m2
B0
s

∆Br(B0
s → µµ̄)Exp. (2.9)

En la expresión anterior, ΓZ′ denota la anchura de decaimiento del bosón Z ′ y su representación explı́cita está
descrito por la ecuación (16) de la referencia [24]. La contribución más importante para ΓZ′ proviene de los modos
fermiónicos. En esta etapa se ha determinado la expresión de |Ωbs|2, este parámetro será necesaria para realizar las
predicciones de las fracciones de decaimiento de los procesos: B0

s → τµ y B0
s → τe.

2.2. Estimación de la intensidad del acoplamiento Z ′bs usando la mezcla
mesónica de kaones neutros

En esta sección se presenta una manera diferente de acotar la intensidad del acoplamiento Z ′bs a través de la
mezcla de kaones neutros. Para este propósito se recurre a la Lagrangiana proporcionada en la ecuación (2.1) que
describe acoplamientos que conservan y violan sabor, especı́ficamente nos restringimos al estudio del sector de
quarks tipo down. La corriente que describe a este sector es la siguiente

Jµ =
∑
i,j

d̄iγ
µ(ΩLi,jPL + ΩRi,jPR)dj , (2.10)
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donde di = d, s, b. Para obtener toda la información relevante desarrollamos la ecuación (2.10), resultando

LZ′didj =− [d̄γµ(ΩLdsPL + ΩRdsPR)s+ s̄γµ(ΩLsdPL + ΩRsdPR)d+ d̄γµ(ΩLdbPL + ΩRdbPR)b

+ b̄γµ(ΩLbdPL + ΩRbdPR)d+ s̄γµ(ΩLsbPL + ΩRsbPR)b+ b̄γµ(ΩLbsPL + ΩRbsPR)s]. (2.11)

Al clasificar los diferentes términos de la ecuación (2.11), encontramos

LZ
′didj

arbol =− [d̄γµ(ΩLdsPL + ΩRdsPR)s+ s̄γµ(ΩLsdPL + ΩRsdPR)d] (2.12)

y

LZ
′didj

caja = −[d̄γµ(ΩLdbPL + ΩRdbPR)b+ b̄γµ(ΩLbdPL + ΩRbdPR)d+ s̄γµ(ΩLsbPL + ΩRsbPR)b

+ b̄γµ(ΩLbsPL + ΩRbsPR)s]. (2.13)

Con las lagrangianas obtenidas anteriormente, se podrán calcular las contribuciones a la mezcla mesónicaK0−K0,
ası́ como estudiar los efectos de los vértices que involucran CNCS del tipo Z ′bdi. Siguiendo la literatura [25, 26],
en un escenario hipotético donde Ω (ΩL,Rqiqj=g2(VL,Rε

d
L,RV

†
L,R)qiqj ) satisface εdL,Rbb � 1 y |VL,Rqiqj | � 1,

conseguimos que

|Ωsd| ≈ |ΩsbΩdb|. (2.14)

εdL,Rbb denota los acoplamientos quirales en la base de norma y VL,Rqiqj representa las matrices unitarias que dia-
gonaliza el sector de Yukawa del ME. Asumiremos también por simplicidad que los valores de Ω son reales, esto
es, ΩL,Rdidj = ΩL,Rdjdi y ΩLdidj = ΩRdidj ≡ Ωdidj . En esta etapa y tomando las condiciones impuestas anterior-
mente, las ecuaciones (2.12) y (2.13) se reducen a lo siguiente:

LZ
′didj

arbol =− Ωsd(d̄γ
µs+ s̄γµd] (2.15)

y

LZ
′didj

caja = −[Ωsb(s̄γ
µb+ b̄γµs) + Ωdb(d̄γ

µb+ b̄γµd)]. (2.16)

Los diagramas de Feynman que surgen a partir de las ecuaciones (2.15) y (2.16) se muestran en la Figura 2.2, y
sobre esta imagen se observa la influencia de los vértices Z ′sd, Z ′bs y Z ′bd. A partir de la Figura 2.2 se determinan
también las amplitudes de la mezclaK0 yK0 inducidas a nivel árbol y a nivel de un lazo. Cabe mencionar que debi-
do a que la mezcla mesónica está dominada por las masas del bosón Z ′ y del quark bottom, en buena aproximación
se pueden despreciar los momentos externos (lı́mite de masa pesada [27]). Con esta aproximación, determinamos la
amplitud generada a nivel árbol (ver Figura 2.2 (a)),

Marbol = − iΩ2
sd

m2
Z′
s̄γµd s̄γµd, (2.17)

donde mZ′ es la masa del bosón Z ′. La ecuación (2.17) se puede relacionar también con la interacción efectiva
de cuatro quarks, para lograrlo se expresa los espinores involucrados en la amplitud Marbol en términos de sus
estados quirales asociados y a su vez estos resultados, en términos de los operadores efectivos introducidos en la
referencia [28]. Ası́, la lagrangiana efectiva es

Larboleff = − Ω2
sd

4m2
Z′

(Q1 + 2Q2 +Q6), (2.18)
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Z ′
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Figura 2.2: (a) Diagrama a nivel árbol y (b) diagramas de caja para la mezcla mesónica K0 −K0 .

donde se ha introducido el factor 1/4 para compensar las dos contracciones de Wick. Ahora, la amplitud correspon-
diente a nivel de un lazo de la mezcla K0 −K0 (ver Figura 2.2 (b)) es

Mcaja = 2Ω2
bs Ω2

bd

∫
d4k

(2π)4

[sγλ( 6 k +mb)γ
νd][sγν(6 k +mb)γ

λd]

(k2 −m2
b)

2(k2 −m2
Z′)

2
, (2.19)

siendo mb la masa del quark bottom. Después de realizar algunas álgebras y simplificaciones a la ecuación (2.19),
obtenemos lo siguiente

Mcaja = − i

16π2

Ω2
bsΩ

2
bd

m2
b

[f(x)s γλγαγνd s γνγαγλd+ g(x)s γλγνd sγνγλd], . (2.20)

con

f(x) =
1

2(1− x)3
(1− x2 + 2x log x), (2.21)

g(x) =
2

(1− x)3
[2(1− x) + (1 + x) log x], (2.22)

donde x = m2
Z′/m

2
b . La amplitud Mcaja expresado en términos de los operadores efectivos introducidos en la

referencia [28] se reduce a

Lcajaeff = − Ω2
bsΩ

2
bd

64π2m2
b

[f(x)(4Q1 + 32Q2 + 4Q6) + g(x)(8Q3 + 4Q4 +Q5 + 4Q7 +Q8)]. (2.23)

Nuevamente se ha introducido el factor 1/4 para compensar las dos contracciones de Wick. La forma explı́cita de
los operadores efectivos Qi que aparecen en las ecuaciones (2.18) y (2.23), son

Q1 = (sLγµdL)(sLγ
µdL),

Q2 = (sLγµdL)(sRγ
µdR),

Q3 = (sLdR)(sRdL),

Q4 = (sRdL)(sRdL),

Q5 = (sRσµνdL)(sRσ
µνdL),

Q6 = (sRγµdR)(sRγ
µdR),

Q7 = (sLdR)(sLdR),

Q8 = (sLσµνdR)(sLσ
µνdR). (2.24)
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Con los lagrangianos efectivos obtenidos hasta ahora, Larboleff y Lcajaeff , calculamos la predicción teórica de la dife-
rencia de masa entre los mesones K0 y K0, representada por ∆MK0 [28, 29]

∆MK0 =
1

MK0

Re〈K0 | −Leff | K0〉 =
1

MK0

Re〈K0 | −(Larboleff + Lcajaeff ) | K0〉

=
(ΩbsΩbd)

2

4m2
Z′MK0

[
〈Q1〉+ 2〈Q2〉+ 〈Q6〉

]
+

1

64π2

(ΩbsΩbd)
2

m2
bMK0

[
f(x)

(
4〈Q1〉+ 32〈Q2〉+ 4〈Q6〉

)
+ g(x)

(
8〈Q3〉+ 4〈Q4〉+ 〈Q5〉+ 4〈Q7〉+ 〈Q8〉

)]
, (2.25)

donde MK0 es la masa del mesón K0. Para calcular la ecuación (2.25) se usó la relación |Ωsd| ≈ |ΩsbΩdb|. En
cuanto a los valores esperados para los operadores Qi se proporcionan en [28, 30] y están dados explı́citamente
como

〈Q1〉 =
2

3
f2
K0M2

K0B1,

〈Q2〉 = −5

6
f2
K0M2

K0B2,

〈Q3〉 =
7

12
f2
K0M2

K0B3,

〈Q4〉 = − 5

12
f2
K0M2

K0B4,

〈Q5〉 = f2
K0M2

K0B5,

〈Q6〉 =
2

3
f2
K0M2

K0B6,

〈Q7〉 = − 5

12
f2
K0M2

K0B7,

〈Q8〉 = f2
K0M2

K0B8. (2.26)

Aquı́, fK0 es la constante de decaimiento del mesón K0 y Bi los parámetros de bolsa del modelo. Al sustituir los
valores esperados de Qi en la ecuación (2.25), la diferencia de masa ∆MK0 toma la siguiente forma

∆MK0 =
(ΩbsΩbd)

2f2
K0MK0

12m2
Z′

(
2B1 − 5B2 + 2B6

)
+

(ΩbsΩbd)
2xf2

K0MK0

192π2m2
Z′

[
f(x)

(
8B1 − 80B2 + 8B6

)
+ g(x)

(
14B3 − 5B4 + 3B5 − 5B7 + 3B8

)]
. (2.27)

Es preciso mencionar que los parámetros de bolsa Bi están indeterminados. Sin embargo es posible llevar a cabo
la aproximación de saturación de vacı́o modificada [28, 31] (con este método los parámetros de bolsa del modelo
efectivo se aproximan a un solo parámetro Bi = BK0 , que por cuestiones de simplicidad es asumido del orden de
la unidad [27, 28]). De esta manera, la ecuación (2.27) se reescribe como

∆MK0 =
(ΩbsΩbd)

2 f2
K0 mK0

12m2
Z′

[
1 +

x

8π2

(
32f(x)− 5g(x)

)]
. (2.28)

Debido a que la estructura del parámetro Ω es proporcional a los elementos de la matriz Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa (CKM), podemos adoptar un escenario similar al del ME, donde los elementos de la matrix CKM satiface
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que Vts ≈ 4·86Vtd [32, 33]). En este sentido, para acotar la intensidad del acoplamiento Z ′bs representado por
|Ωbs|, suponemos que Ωbs ≈ 4·86 Ωbd, esto hace que la ecuación (2.28) se reduzca a

∆MK0 =
Ω4
bs f

2
K0 mK0

283·4352m2
Z′

[
1 +

x

8π2

(
32f(x)− 5g(x)

)]
. (2.29)

Ahora, si asumimos que la predicción teórica en la diferencia de masa de la mezcla K0−K0, ∆MK0 , se encuentra
dentro de la incertidumbre experimental de ∆MExp

K0 = (3·48 × 10−15 ± 5·92 × 10−18) GeV [32]. Por lo tanto, a
partir de la expresión (2.29) y resolviendo para Ω4

bs, encontramos que

Ω4
bs ≤

1·68× 10−15m2
Z′GeV

f2
K0MK0

[
1 + x

8π2

(
32f(x)− 5g(x)

)] . (2.30)

Finalmente, tomando la raiz cuadrada en ambos lados de la ecuación (2.30) y sustituyendo los valores de fK0 =
0·160 GeV [29] y mK0 = 0·4976 GeV , llegamos a

|Ωbs|2 ≤
3·63× 10−7mZ′GeV−1√
1 + x

8π2

(
32f(x)− 5g(x)

) . (2.31)

2.3. Análisis numérico
Para llevar a cabo la evaluación numérica de las intensidades de acoplamientoZ ′bs representado por el parámetro

Ωbs, usamos los siguientes datos: mb = 4·180 GeV, me = 0·0005109 GeV, mµ = 0·105 GeV, mτ = 1·77686 GeV,
mB0

s
= 5·3668 GeV, fB0

s
= 0·230 GeV [34, 35], τB0

s
= 2·2876 × 1012 GeV−1 [32], Br(B0

s → µµ̄)Exp =

(3·0± 0·6
+0·3
−0· )× 10−9 [36], ∆Br(B0

s → µµ̄)Exp = 0·6× 10−9 y ys = 0·065 [32]. En la Figura 2.3 mostramos el
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Figura 2.3: El parámetro |Ωbs|2 en función de la masa del bosón Z ′. Estas gráficas se obtuvieron a través de los
procesos: (a) la mezcla mesónica K0 −K0 y (a) B0

s → µ+µ−.

comportamiento del parámetro |Ωbs|2 para los dos escenarios en el que se lleva a cabo el estudio, en ambos casos
el rango de masas considerado para el bosón Z ′ es el intervalos mZ′ = [2, 6] TeV, que está en concordancia con las
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restricciones experimentales actuales. Para la Figura 2.3 (a), en la Tabla 2.1 listamos los valores de |Ωbs|2 obtenidos
a partir de la ecuación (2.31), usando la mezcla de kaones neutros. Mientras que para la Figura 2.3 (b), la Tabla 2.2
proporciona los valores numéricos del parámetro de nuestro interés para los diferentes modelos considerados. Para
este último caso, se observa de la figura correspondiente que los valores de |Ωbs|2 obtenidos por el bosón Zη
proporciona la señal más alta, mientras que la señal más baja es generado por el bosón Zχ.

mZ′ [TeV] |Ωbs|2
2.0 6.624×10−4

4.0 1.324×10−3

6.0 1.987×10−3

Tabla 2.1: |Ωbs|2 obtenido usando K0 −K0.

mZ′ [TeV] |Ωbs|2
ZS ZLR Zχ Zψ Zη

2.0 5.75×10−5 1.07×10−4 4.14×10−5 2.23×10−4 5.58×10−4

4.0 9.20×10−4 1.72×10−3 6.62×10−4 3.57×10−3 8.94×10−3

6.0 4.65×10−3 8.71×10−3 3.35×10−3 1.81×10−2 4.52×10−2

Tabla 2.2: |Ωbs|2 determinados a través del proceso B0
s → µµ̄.

Para determinar las fracciones de decaimiento de los procesosB0
s → τe yB0

s → τµ, se usan las ecuaciones (2.7)
y (2.9). En cuanto al primer proceso, uno de los parámetros involucrados para el cálculo de Br(B0

s → τe) consiste en
Ωτe, y su expresión analı́tica fue hallada en [37] como resultado de imponer una cota superior experimental sobre el
decaimiento τ → eeē [32]. En la Tabla 2.3 proporcionamos algunos valores del parámetro Ωτe para mZ′=[2·5, 3·5]
TeV, y se considera este rango de análisis con la única finalidad de preservar el comportamiento perturbativo de Ωτe.
Se tomará también el mismo rango de estudio de mZ′ para encontrar los valores de Ωτµ [37], parámetro necesario
para calcular Br(B0

s → τµ). Los valores numéricos de Ωτµ se enumeran en la Tabla 2.4, dichas cantidades se
obtuvieron gracias al lı́mite superior experimental impuesto en el proceso τ → µµµ̄ [32].

mZ′ [TeV] |Ωτe|2
ZS ZLR Zχ Zψ Zη

2.5 0.025 0.046 0.018 0.097 0.242
3.0 0.051 0.095 0.037 0.201 0.502
3.5 0.095 0.176 0.069 0.372 0.931

Tabla 2.3: Algunos valores de |Ωτe|2 donde Br(τ → eeē)Exp<2·7× 10−8.

mZ′ [TeV] |Ωτµ|2
ZS ZLR Zχ Zψ Zη

2.5 0.019 0.035 0.014 0.075 0.188
3.0 0.039 0.073 0.028 0.156 0.391
3.5 0.074 0.137 0.054 0.289 0.724

Tabla 2.4: Algunos valores de |Ωτµ|2 donde Br(τ → µµµ̄)Exp<2·1× 10−8.
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En la Figura 2.4 mostramos el comportamiento de Br(B0
s → τe) y Br(B0

s → τµ) que están en función de la
masa del bosón de norma Z ′. De las gráficas se observa que Zη genera la señal más alta para el intervalo de masa
mZ′ = [2·5, 3·5] TeV. Por otro lado, la señal más suprimida proviene de Zχ. Para los procesos que estudiamos, en
las Tablas 2.5 y 2.6 enumeramos algunos valores numéricos de sus correspondientes fracciones de decaimiento.
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Figura 2.4: Fracciones de decaimiento para los procesos: (a)B0
s → τe y (b) B0

s → τµ.

mZ′ [TeV] Br(B0
s → τe)

ZS ZLR Zχ Zψ Zη
2.5 5.17×10−8 1.79×10−7 2.70×10−8 7.87×10−7 4.92×10−6

3.0 1.07×10−7 3.71×10−7 5.60×10−8 1.63×10−6 1.02×10−5

3.5 1.99×10−7 6.87×10−7 1.04×10−7 3.03×10−6 1.89×10−5

Tabla 2.5: Fracciones de decaimiento para el proceso B0
s → τe.

mZ′ [TeV] Br(B0
s → τµ)

ZS ZLR Zχ Zψ Zη
2.5 3.51×10−8 1.21×10−7 1.83×10−8 5.33×10−7 3.34×10−6

3.0 7.27×10−8 2.51×10−7 3.79×10−8 1.10×10−6 6.91×10−6

3.5 1.35×10−7 4.65×10−7 7.03×10−8 2.05×10−6 1.28×10−5

Tabla 2.6: Fracciones de decaimiento para el proceso B0
s → τµ.

Con la finalidad de comparar nuestros resultados numéricos con otros resultados reportados en la literatura.
Proporcionamos aquı́ algunos lı́mites que fueron obtenidos en el marco de modelos extendidos: Br(B0

s → τe)∼
10−10 [38] en el modelo Littlest Higgs con paridad T, Br(B0

s → τe)< 1·9× 10−10 [39] en el modelo que involucra
CNCS mediados por un bosón Z, y Br(B0

s → τe) < 2·9 × 10−6 [40] en el modelo escalar de leptoquarks. Con
respecto al proceso Br(B0

s → τµ), se tiene que: Br(B0
s → τµ)∼ 10−10 [38] en el modelo Littlest Higgs con

paridad T, Br(B0
s → τµ)< 1·9 × 10−10 [39] en el modelo que involucra CNCS mediados por un bosón Z, y

Br(B0
s → τµ)< 2·0× 10−7 [40] en el modelo escalar de leptoquarks.
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2.4. Conclusiones
En este trabajo hemos estudiado los efectos de nueva fı́sica en el contexto de modelos genéricos del bosón Z ′.

Dichos efectos surgen por la presencia de CNCS mediados por un bosón de norma masivo Z ′. De manera particular,
se analizaron los siguientes procesos con violación de sabor y se determinaron sus fracciones de decaimiento:
B0
s → τe y B0

s → τµ. Para este propósito se estimó primeramente la intensidad de acoplamiento Z ′bs a partir
de datos experimentales relacionados con el proceso B0

s → µ+µ− y la mezcla mesónica Ko − Ko
. Se encontró

que el lı́mite más restrictivo está generado por el decaimiento B0
s → µ+µ−, y por lo tanto, usamos este proceso

para realizar nuestras predicciones en B0
s → τe y B0

s → τµ. Los acoplamientos leptónicos con violación de sabor,
Z ′τe y Z ′τµ también fueron necesarias para calcular las fracciones de decaimiento, sin embargo, estos fueron
determinados en [37] como resultado de imponer cotas superiores experimentales a los decaimientos τ → eeē y
τ → µµµ̄, respectivamente.

Nuestros valores numéricos que encontramos para las fracciones de decaimiento de B0
s → τe y B0

s → τµ son:
Br(B0

s → τe) ∈ [10−6, 10−5] y Br(B0
s → τµ) ∈ [10−6, 10−5]. Este estudio se hizo en el rango de mZ′ que va

de 2·5 TeV a 3·5 TeV, y en este intervalo hallamos que la contribución mas alta se genera para el bosón de norma
Zη . Cabe destacar que nuestras predicciones están del mismo orden que las predicciones hechas por otros modelo
extendidos reportados en la literatura, por ejemplo, el modelo escalar de leptoquarks [40].



Capı́tulo 3

Decaimientos de un pseudoescalar neutro
en el modelo LTH

El LTH es una teorı́a basada en un modelo sigma no lineal con un grupo de simetrı́a global SU(5) junto con el
grupo normado [SU(2)1⊗U(1)1]⊗ [SU(2)2⊗U(1)2] [2, 41]. El grupo SU(5) es roto espontáneamente a SO(5)
a la escala de energı́a f , y simultáneamente, el grupo [SU(2)1 ⊗U(1)1]⊗ [SU(2)2 ⊗U(1)2] se rompe al subgrupo
SUL(2) ⊗ UY (1), obteniéndose el grupo de norma electrodébil del ME. El rompimiento de la simetrı́a global del
grupo SU(5) es producido por el valor de expectación del vacı́o (VEV) del campo Σ, denotado como Σ0 [41]. La
forma explı́cita del campo Σ es

Σ = eiΠ/fΣ0e
iΠT /f , (3.1)

siendo

Σ0 =

 02×2 02×1 12×2

01×2 1 01×2

12×2 02×1 02×2

 , (3.2)

y Π, la matriz del bosón de Goldstone con la estructura siguiente

Π =

 02×2 h†/
√

2 φ†

h/
√

2 0 h∗/
√

2

φ hT /
√

2 02×2

 . (3.3)

Aquı́, los campos h y φ representan un doblete y un triplete bajo el grupo de norma del ME, teniendo las represen-
taciones siguientes

h = (h†, h0), φ =

(
φ++ φ+

√
2

φ+

√
2

φ0

)
. (3.4)

El rompimiento de la simetrı́a global genera 14 bosones de Goldstone que se transforman bajo el grupo SUL(2) ⊗
UY (1) como un singlete real 10, un triplete real 30, un doblete complejo 2± 1

2
, y un triplete complejo 3±1 [2, 41].

Mediante este mecanismo el singlete real y el triplete real son absorbidos por las componentes longitudinales de los

26
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bosones de norma a la escala de f , mientras que el doblete complejo y el triplete complejo permanecen sin masa.
El doblete complejo es precisamente el campo de Higgs del ME, mientras que el triplete complejo adquiere masa
después del rompimiento de la simetrı́a global de SO(5) a través del potencial de Coleman-Weinberg [42].

Por otro lado, el lagrangiano efectivo invariante bajo el grupo [SU(2)1 ⊗ U(1)1]⊗ [SU(2)2 ⊗ U(1)2] es

LLTMH = LG + LF + LΣ + LY − VCW , (3.5)

donde LG representa las contribuciones cinéticas de los bosones de norma, LF contiene las contribuciones cinéticas
de los fermiones, LΣ incluye las contribuciones del sector sigma no lineal del modelo LTH y LY comprende los
acoplamientos de Yukawa entre fermiones y pseudobosones de Goldstone. Para el sector sigma no lineal se tiene el
siguiente lagrangiano:

LΣ =
f2

8
tr | DµΣ |2, (3.6)

donde la derivada covariante está expresada como

DµΣ = ∂µΣ− i
2∑
j=1

[
gj

3∑
a=1

W a
µj(Q

a
jΣ + ΣQaTj ) + g

′
jBµj(YjΣ + ΣY Tj )

]
, (3.7)

siendo W a
µj los campos de norma del grupo SU(2), Bµj los campos de norma de U(1), Qaj y Yj los generadores de

SU(2) y de U(1), respectivamente. Las cantidades gj y g
′
j son las constantes de acoplamiento de los grupos SU(2)

y U(1). Después del rompimiento espontáneo de la simetrı́a alrededor de Σ0, se generan masas y mezclas entre los
bosones de norma. Los eigenestados de masa de los bosones son

W
′
µ = −cWµ1 + sWµ2, (3.8)

B
′
µ = −c′Bµ1 + s′Bµ2, (3.9)

Wµ = sWµ1 + cWµ2, (3.10)
Bµ = s′Bµ1 + c′Bµ2. (3.11)

Aquı́, Wµj ≡
∑3
a=1W

a
µjQ

a
j y βµj ≡ BµjYj , para j = 1, 2; por otro lado, la mezcla entre los dos SU(2) [U(1)]

está descrito por los parámetros, s = g2/
√
g2

1 + g2
2 y s′ = g′2/

√
g
′2
1 + g

′2
2 (y c =

√
1− s2, c′ =

√
1− s′2). Con

el rompimiento espontáneo de la simetrı́a, el campo Σ se expande alrededor de su valor de expectación del vacı́o Σ0

preservando los términos dominantes en el lagrangiano del sector de sigma no lineal. Por consiguiente, las masas de
los nuevos bosones de norma pesados son de orden O(f)

mZH =
gf

2sc
, (3.12)

mAH =
g′f

2
√

5s′c′
, (3.13)

mWH
=

gf

2sc
. (3.14)

En esta etapa del rompimiento espontáneo de la simetrı́a los campos Bµ y Wµ todavı́a no adquieren masa. A la
escala de Fermi, los bosones de norma del ME obtienen masas a través del mecanismo de rompimiento espontáneo
de la simetrı́a, donde también se inducen las mezclas entre los bosones de norma del ME y los nuevos bosones de
norma pesados.
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El último término de la ecuación (3.5) denota el potencial de Coleman-Weinberg [42], cuya forma explı́cita está
dada como:

VCW = λφ2f2Tr(φ†φ) + iλhφhf(hφ†hT − h∗φ†h†)− µ2hh† + λ4
h(hh†)2, (3.15)

donde

λφ2 =
a

2

[
g2

s2c2
+

g
′2

s′2c′2

]
+ 8a′λ2

1 = 4λh4 ,

λhφh = −a
4

[
g2 (c2 − s2)

s2c2
+ g

′2 (c
′2 − s′2)

s′2c′2

]
+ 4a′λ2

1, (3.16)

los parámetros a y a′ representan la fı́sica ultravioleta (UV) desconocida a la escala de corte ΛS [41] y la canti-
dad µ2 [41] representa un parámetro libre que recibe contribuciones igualmente significativas, de partes divergentes
logarı́tmicas a nivel de un lazo y partes cuadráticamente divergentes a nivel de dos lazos. El VEV v (v′) del do-
blete (del triplete) se obtiene después de minimizar el potencial de Coleman-Weinberg, derivándose las siguientes
relaciones:

v2 =
µ2

λh4 − λ2
hφh

λφ2

, v′ =
λhφhv

2

2λφ2f
. (3.17)

Los eigenestados de norma del sector de Higgs también pueden escribirse en términos de los eigenestados de masa
de la siguiente manera:

h0 =
1√
2

(c0H − s0Φ0 + v) +
i√
2

(cPG
0 − sPΦP ),

φ0 =
1√
2

(sPG
0 + cPΦP )− i√

2
(s0H + c0Φ0 +

√
2v′),

h+ = c+G
+ − s+G

+,

φ+ =
1

i
(s+G

+ + c+Φ+),

φ++ =
Φ++

i
, (3.18)

donde H es el bosón de Higgs, G+ y G0 son los bosones de Goldstone absorbidos por los bosones no masivos
W y Z. A este nivel del rompimiento espontáneo de la simetrı́a, las masas de las nuevas partı́culas escalares están
degeneradas siendo éstas iguales a

mΦ =

√
2mH√
1− y2

v

f

v
, (3.19)

donde yv = 4v′f/v2. La condición de masa definida positiva se consigue cuando se cumple la siguiente desigual-
dad [43]

v
′2

v2
<

v2

16f2
. (3.20)
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3.1. Decaimientos de ΦP → γZ, ZZ, gg a nivel de un lazo
En las Tablas 3.1 y 3.2 se presentan algunas reglas de Feynman necesarias para el cálculo de las amplitudes de

nuestros decaimientos. En estas tablas u denota a un quark tipo up, las constantes de acoplamiento guV y guA tienen
la siguiente forma

guV = Tu3 − 2Qus
2
W ,

guA = Tu3 , (3.21)

siendo Tu3 = 1
2 para los quarks u, c y t. En estas expresiones, sW y cW representan sin θW y cos θW , donde θW es

el ángulo débil. Además, Qu es la carga del quark en unidades de e, λa son las matrices de Gell-Mann y finalmente,
gs es la constante de acoplamiento fuerte.

Interacciones Reglas de Feynman

Zūu
igγµ
2cW

(guV − guAγ5)

Aūu ieQuγµ
gaūu igsγ

µ
(
λaij/2

)
Tabla 3.1: Vértices del Modelo Estándar.

Interacciones Reglas de Feynman

ΦP ūu − mu√
2v

( vf −
√

2sP )γ5

Tabla 3.2: Vértice en el LTH.

Motivados por el hecho de que algunos vértices están ausentes a nivel de árbol en el modelo LTH, tales como:
ΦP γZ, ΦPZZ y ΦP gg, resulta interesante analizar estos acoplamientos a nivel de un lazo y esto se pueden llevar a
cabo a través del análisis de los procesos ΦP → γZ, ΦP → ZZ y ΦP → gg. Todos los cálculos a realizar a nivel
de un lazo se llevarán a cabo utilizando la norma unitaria. En el escenario del LTH, estos decaimientos sólo reciben
contribuciones de los quarks, sin embargo, la principal contribución proviene del quark top del ME.
Para el proceso ΦP → γZ que involucra fermiones, este decaimiento ocurre a través de dos diagramas de triángulo,
como se muestra en la Figura 3.1. La amplitud se obtiene entonces como resultado de la suma de las dos contri-
buciones que se generan para este proceso. Cabe aclarar que en este trabajo se tomará el quark top como la única
contribución dominante para las fluctuaciones cuánticas. Ası́, para el decaimiento ΦP a γZ tenemos que la amplitud
es

M(ΦP → γZ) = AγZεµναβk1αk2β ε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2), (3.22)

donde el factor de forma AγZ es finito:

AγZ =
g2NC sW (3− 8 s2

W )

72
√

2 π2cW f
m2
tC0(1), (3.23)

siendo C0(1) = C0(m2
Z ,m

2
ΦP , 0,m

2
t ,m

2
t ,m

2
t ) la función escalar de Passarino-Veltman, Nc el factor de color (3

para quarks y 1 para leptones), f la escala de rompimiento de la simetrı́a global y mt es la masa del quark top.
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ΦP
α (p)

γµ(k1)

Zν(k2)

+
ΦP

α (p)

Zν(k2)

γµ(k1)
(1) (2)

Figura 3.1: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento de ΦP → γZ a nivel de un lazo.

Además, la estructura de Lorentz que acompaña la amplitud satisface invariancia de norma electromagnética y es
proporcional al tensor de Levi-civita pues esta estructura tensorial proviene de trazas de matrices de Dirac que
involucran γ5. Por lo tanto, la anchura de decaimiento para este proceso es la siguiente:

Γ(ΦP → γZ) =
1

32 π m3
ΦP

(m2
ΦP −m2

Z)3 | AγZ |2 . (3.24)

Para el decaimiento ΦP → ZZ (ver Figura 3.2), este también posee dos contribuciones y dicha amplitud resulta
ser

ΦP
α (p)

Zµ(k1)

Zν(k2)

+
ΦP

α (p)

Zν(k2)

Zµ(k1)
(1) (2)

Figura 3.2: Diagramas de Feynman para el decaimiento ΦP → ZZ.

M(ΦP → ZZ) = AZZεµνk1k2k1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2), (3.25)

donde el factor de forma AZZ es:

AZZ =
g2Ncm

2
t

144
√

2 π2 c2W (4m2
Z −m2

ΦP
)f

[(
4(3− 4s2

W )s2
Wm

2
ΦP + (3− 8s2

W )2m2
Z

)
×

C0(2) + 9
(
B0(1)−B0(2)

)]
, (3.26)

siendo C0(2) = C0(m2
Z ,m

2
Z ,m

2
ΦP ,m

2
t ,m

2
t ,m

2
t ), B0(2) = B0(m2

Z ,m
2
t ,m

2
t ) y B0(1) = B0(m2

ΦP ,m
2
t ,m

2
t ) fun-

ciones escalares de Passarino-Veltman. Nótese que la amplitudM(ΦP → ZZ) satisface la estadı́stica de Bose pues
es simétrica bajo los intercambios de k1 ↔ k2 y µ ↔ ν. Esta amplitud está libre de divergencias ultravioletas,
ya que las funciones B0 aparecen restándose mutuamente en la ecuación (3.26), y como es sabido, estas son las
únicas que poseen divergencias, mientras que C0 es una función finita. Para este caso, la anchura de decaimiento
que obtenemos tiene la siguiente forma

Γ(ΦP → ZZ) =
1

64 π
(m2

ΦP − 4m2
Z)3/2|AZZ |2. (3.27)
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En la Figura 3.3 se muestran los diagramas de Feynman dominantes que representan el decaimiento de ΦP a un
par de gluones. Después de realizar la regularización dimensional para las amplitudes a nivel de un lazo relacionadas
con los diagramas de Feynman en la Figura 3.3, encontramos que la amplitud total para la transición ΦP → gg se
puede escribir como

ΦP (p) ΦP (p)

g(k2)

g(k1)

t

t

t

t

t

t

g(k2)

g(k1)

Figura 3.3: Diagramas de Feynman para el decaimiento ΦP → gg.

M(ΦP → gg) = Aggεµναβk1αk2β ε
∗a
µ (k1)ε∗bν (k2)δab. (3.28)

El factor de forma Agg tiene la estructura siguiente

Agg =
g2
s

8
√

2 π2f
m2
tC0(3), (3.29)

donde C0(3) = C0(m2
ΦP , 0, 0,m

2
t ,m

2
t ,m

2
t ). La anchura de decaimiento para este proceso resulta ser

Γ(ΦP → gg) =
1

8π
|Agg|2m3

ΦP . (3.30)

Nótese que el factor de forma Agg es finito y libre de divergencias ultravioletas. La amplitud respectiva también
satisface invariancia de norma.

3.2. Sección eficaz de producción del bosón pseudoescalar
En esta sección presentamos también un estudio de la sección eficaz de produción para el pseudoescalar ΦP en

el contexto del modelo LTH en el LHC, decayendo en los estados finales, γZ, ZZ y gg. Para llevar a cabo esta
tarea, empleamos la fórmula de Breit-Wigner [44] para la sección eficaz. La sección eficaz de producción vı́a fusión
de gluones puede ser calculada por medio de las fracciones de decaimiento Br(ΦP → gg) y Br(ΦP → Y ) en la
vecindad de la resonancia, donde Y = γZ,ZZ, gg. Ası́, la sección eficaz de Breit-Wigner tiene la siguiente forma

σ(gg → ΦP → Y ) =
π

12

Br(ΦP → gg)Br(ΦP → Y )

m2
ΦP

, (3.31)

donde σ(gg → ΦP → Y ) se estima a la resonancia del pseudoescalar ΦP .

3.3. Análisis numérico y conclusiones
Para llevar a cabo la evaluación numérica de los procesos ΦP → γZ,ZZ, gg se utilizó el programa Loop-

Tools [45]. El resultado numérico obtenido para las anchuras de decaimiento son: Γ(ΦP → γZ) ∼ 10−8 GeV,
Γ(ΦP → ZZ) ∼ 10−8 GeV y Γ(ΦP → gg) ∼ 10−4 GeV para f = 3 TeV, como se muestra en la Figura 3.4 (a). En
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esta figura se observa que el decaimiento dominante a nivel de un lazo le corresponde al proceso ΦP → gg. Por otro
lado, la contribución suprimida proviene de ΦP → ZZ. De la Figura 3.4 (a), el eje superior representa la masa del
bosón pseudoescalar en el intervalo de 2·49 TeV < mΦP < 3·31 TeV; recordemos que mΦP está en función de la
escala de energı́a f , escala de rompimiento de la simetrı́a global limitada por datos experimentales alrededor de 3 a
4 TeV [46]. A partir de las expresiones para las anchuras de decaimiento, se calcularon sus correspondientes fraccio-
nes de decaimiento y los resultaron numéricos obtenidos fueron: Br(ΦP → γZ) ∼ 10−8, Br(ΦP → ZZ) ∼ 10−9

y Br(ΦP → gg) ∼ 10−5 para f alrededor de 3 TeV (ver Figura 3.4 (b)). Para los procesos de nuestro interés, se
obtuvieron también sus correspondientes secciones eficaces de producción vı́a fusión de gluones. En la Figura 3.5
mostramos su comportamiento en función de f de 3 a 4 TeV. En concreto, σ(gg → ΦP → γZ) ∼ 10−7 fb,
σ(gg → ΦP → ZZ) ∼ 10−8 fb y σ(gg → ΦP → gg) ∼ 10−6 fb para f = 3 TeV.
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Figura 3.4: (a) Anchuras de decaimiento para los procesos ΦP → X en función de la escala de energı́a f , donde
X = γZ,ZZ, gg. (b) Fracciones de decaimiento para los mismos procesos.
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Figura 3.5: Sección eficaz de producción de ΦP vı́a fusión de gluones.
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En este presente capı́tulo analizamos el pseudoescalar ΦP en el escenario del modelo LTH. Nuestro objeto de
estudio fueron los decaimientos ΦP → γZ,ZZ, gg que se inducen a nivel de un lazo. Se estableció una región
de análisis de 3 TeV a 4 TeV para la escala de energı́a f , esto generó que mΦP esté entre 2·49 TeV y 3·31 TeV,
respectivamente. Para el rango de energı́a mencionado y de acuerdo a la Figura 3.4 (b), se encontró que la fracción
de decaimiento relevante es para ΦP → gg siendo del orden de 10−5 para valores de f cercanos a 3 TeV. Con
respecto a la Figura 3.5 es evidente que la región con mayor importancia predictiva le corresponde a f = 3 TeV.
En este punto σ(gg → ΦP → gg) ∼ 10−6 fb. Ahora, si consideramos que la luminosidad integrada esperada en
el LHC de acuerdo a su última etapa de operación se proyecta que sea alrededor de 3000 fb−1 [47, 48], con este
escenario experimental el número de eventos que se produce para el proceso ΦP → gg esta suprimida.

Cabe mencionar que nuestro trabajo presenta algunos resultados pertenecientes a un estudio más completo. Para
un estudio más general y detallado de los distintos modos de decaimiento del bosón pseudoescalar tanto a nivel
árbol como a nivel de un lazo, se sugiere ver la referencia [49].



Capı́tulo 4

El modelo Bestest Little Higgs

En las últimas décadas se han generado numerosas extensiones del ME que se han propuesto resolver el co-
nocido problema de la jerarquı́a de masa. Una de las teorı́as propuestas son los modelos LH [1] que surgen de la
idea de estabilizar la masa del bosón de Higgs considerándolo como un pseudobosón de Goldstone resultante del
rompimiento espontáneo de una simetrı́a global. En estos modelos se implementa el mecanismo de rompimiento
colectivo de la simetrı́a en los sectores de norma, de fermión y del higgs, los cuales inevitablemente predicen un
gran conjunto de nuevas partı́culas dentro del rango de masas de unos cuantos TeVs. Estas nuevas partı́culas juegan
el papel de compañeros del quark top, de bosones de norma y del bosón de Higgs cuyo efecto consiste en generar
correcciones radiativas a la masa del higgs, y de esta manera cancelar las correcciones divergentes inducidas por
las partı́culas del ME. Los modelos LH resuelven el problema de la jerarquı́a con éxito, sin embargo, estas teorı́as
tienen algunos defectos que necesitan ser subsanados, tales obstáculos son:

1. El mecanismo para generar un acoplamiento cuártico de higgs conduce a violaciones en la simetrı́a de custo-
dia,

2. El espacio de parámetros de estos modelos están bastante limitados por datos electrodébiles de precisión [4, 5].
Para evitar estas limitaciones, los compañeros de los bosones de norma deben ser relativamente pesados [50,
51], mientras que los compañeros del quark top, con el fin de evitar el ajuste fino en el sector del top, deben
ser relativamente ligeros.

El BLH fue construido para resolver los problemas listados anteriormente, esta teorı́a está basado en dos modelos
sigma no lineales independientes. Con el primer campo Σ, se rompe la simetrı́a global SO(6)A × SO(6)B a el
grupo diagonal SO(6)V a la escala de energı́a f , mientras que con el segundo campo ∆, se descompone la simetrı́a
global SU(2)C×SU(2)D al subgrupo diagonal SU(2) a la escala F > f . En la primera etapa se generan 15 pseudo
bosones de Nambu-Goldstone que pueden ser parametrizados como

Σ = eiΠ/fe2iΠh/feiΠ/f , (4.1)

siendo Π y Πh matrices complejas y antisimétricas dados por

Π =

i(φaT aL + ηaT
a
R)4×4 0 0

0 0 iσ/
√

2

0 −iσ/
√

2 0

 , Πh =
i√
2

04×4 h1 h2

−hT1 0 0
−hT2 0 0

 , (4.2)

donde φa y ηa (a = 1, 2, 3) son tripletes reales, h1 y h2 vectores de Higgs de SO(4) y σ un singlete real. En cuanto
a los vectores de Higgs, su representación explı́cita es hTi = (hi1, hi2, hi3, hi4), en tanto que T aL,R denotan a los
generadores del grupo SO(6) proporcionadas en el apéndice A.1 por las ecuaciones (A.1) - (A.3).

34
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Con respecto a la segunda etapa de rompimiento espontáneo de la simetrı́a global. Los pseudobosones de Nambu-
Goldstone del campo sigma ∆ quedan parametrizados de la siguiente manera

∆ = Fe2iΠd/F , Πd = χa
τa

2
(a = 1, 2, 3), (4.3)

con χa representando los campos de Nambu Goldstone, y τa las matrices de Pauli generadores del grupo SU(2).

4.1. El sector de Higgs
El potencial de Higgs en el BLH esta conformado por los dobletes de Higgs, h1 y h2 [6, 7, 52]:

Vhiggs =
1

2
m2

1h
T
1 h1 +

1

2
m2

2h
T
2 h2 −BµhT1 h2 +

λ0

2
(hT1 h2)2. (4.4)

Para que el potencial alcance un mı́nimo se necesitan que m1,m2 > 0, mientras que el rompimiento espontáneo de
la simetrı́a electrodébil requiere que Bµ > m1m2. El mecanismo de rompimiento de la simetrı́a se implementa en
el modelo BLH cuando los dobletes de Higgs adquieren sus VEVs, 〈h1〉T = (v1, 0, 0, 0) y 〈h2〉T = (v2, 0, 0, 0). Al
exigir que estos VEVs minimicen el potencial de Higgs de la ecuación (4.4), se obtienen las relaciones siguientes

v2
1 =

1

λ0

m2

m1
(Bµ −m1m2), (4.5)

v2
2 =

1

λ0

m1

m2
(Bµ −m1m2). (4.6)

Estos parámetros también pueden expresarme en términos de los parámetros v del ME y tanβ como

v2 ≡ v2
1 + v2

2 =
1

λ0

(
m2

1 +m2
2

m1m2

)
(Bµ −m1m2) ' (246 GeV)

2
, (4.7)

tanβ =
v1

v2
=
m2

m1
. (4.8)

Al diagonalizar la matriz de masa para el sector escalar, los componentes de h1 y h2 parametrizados por el ángulo
de mezcla α (ecuación (4.26)), se expresan de la siguiente manera:

h11 = cos αh0 − sin αH0 + v sin β, (4.9)
h21 = sin αh0 + cos αH0 + v cos β, (4.10)
h12 = sin β G0 − cos β A0, (4.11)
h22 = cos β G0 + sin β A0, (4.12)

h13 =
1√
2

(
sinβ(G− +G+)− cosβ(H− +H+)

)
, (4.13)

h14 =
i√
2

(
sinβ(G− −G+)− cosβ(H− −H+)

)
, (4.14)

h23 =
1√
2

(
cosβ(G− +G+) + sinβ(H− +H+)

)
, (4.15)

h24 =
i√
2

(
cosβ(G− −G+) + sinβ(H− −H+)

)
. (4.16)
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A partir de la diagonalización se generan tres campos no fı́sicos G0 y G±, dos campos escalares fı́sicos cargados
H± y tres campos escalares fı́sicos neutros h0, H0 yA0. El estado más ligero h0, es identificado como el bosón
escalar del ME. En cuanto a los campos mencionados, las expresiones para sus masas son:

mG0
= mG± = 0, (4.17)

m2
A0

= m2
H± = m2

1 +m2
2, (4.18)

m2
h0,H0

=
Bµ

sin 2β
∓
√

B2
µ

sin2 2β
− 2λ0Bµv2sin 2β + λ2

0v
4sin2 2β. (4.19)

Los cuatro parámetros presentes en el potencial de Higgs (m1, m2, Bµ y λ0) pueden ser reemplazados por otro
conjunto de variables que son bastante accesibles fenomenológicamente, consiste en las masas de los estados h0 y
A0, el ángulo β y el VEV, v. Para lograr este propósito, partimos de las ecuaciones (4.7) y (4.8) encontrandose que

Bµ = λ0v
2

(
m1m2

m2
1 +m2

2

)
+m1m2, (4.20)

y

m2 = m1 tanβ. (4.21)

Sustituyendo la ecuación (4.21) en la ecuación (4.20), resulta

Bµ =
1

2
λ0v

2 sin 2β +
1

2
sin 2β

(
m2

1

cos2 β

)
=

1

2
λ0v

2 sin 2β +
1

2
sin 2β

(
m2

1

(
1 + tan2 β

))
=

1

2
(λ0v

2 +m2
A0

) sin 2β. (4.22)

Con respecto a λ0, este parámetro se expresa en función de β, v,mh0
ymA0

al sustituir la ecuación (4.22) en (4.19).
Después de un poco de álgebra, se obtiene

λ0 =
m2
h0

v2

( m2
h0
−m2

A0

m2
h0
−m2

A0
sin2 2β

)
. (4.23)

Finalmente, y a manera de resumen, listamos los parámetros del potencial en función de las masas de los campos h0

y A0, que son los parámetros de entrada del modelo BLH, ası́ como de v y tanβ. Este último relaciona los VEVs
de los dos dobletes de higgs.

Bµ =
1

2
(λ0v

2 +m2
A0

) sin 2β, (4.24)

λ0 =
m2
h0

v2

( m2
h0
−m2

A0

m2
h0
−m2

A0
sin2 2β

)
, (4.25)

tanα =
Bµcot 2β +

√
(B2

µ/sin2 2β)− 2λ0Bµv2sin 2β + λ2
0v

4sin2 2β

Bµ − λ0v2sin 2β
, (4.26)

m2
H0

=
Bµ

sin 2β
+

√
B2
µ

sin2 2β
− 2λ0Bµv2sin 2β + λ2

0v
4sin2 2β, (4.27)

m2
σ = (λ56 + λ65)f2 = 2λ0f

2Kσ. (4.28)
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De la ecuación (4.28), las variables λ56 y λ65 representan los coeficientes del potencial cuártico definidos en [6],
ambas variables toman valores diferentes de cero para lograr el rompimiento colectivo de la simetrı́a y generar
un acoplamiento cuártico de higgs exitoso. En este trabajo, en lugar de expresar m2

σ en términos de λ56 y λ65,
elegimos hacerlo en términos de λ0 y Kσ como se hizo en [7], ya que están parametrizados de una manera más
fenomenológica. Existen varias limitaciones teóricas que se impusieron a estos parámetros, la más importante se
debe a los requisitos de perturbatividad. Esto implica que λ0 < 4π, lo que conduce a un lı́mite superior de

tan β <

√√√√√√√2 + 2

√(
1− m2

h0

m2
A0

)(
1− m2

h0

4πv2

)
m2
h0

m2
A0

(
1 +

m2
A0
−m2

h0

4πv2

) − 1. (4.29)

También existe un lı́mite inferior, y se establece examinando las correcciones radiativas de los fermiones pesados a
nivel de un lazo, lo que sugiere que tanβ > 1 [6]. Por lo tanto,

1 < tan β <

√√√√√√√2 + 2

√(
1− m2

h0

m2
A0

)(
1− m2

h0

4πv2

)
m2
h0

m2
A0

(
1 +

m2
A0
−m2

h0

4πv2

) − 1. (4.30)

Por otro lado, las restricciones en Kσ exigen que λ56 y λ65 sean reales y menores que 4π, de modo que

λ56,65 =
1

2f2

(
m2
σ ±

√
m4
σ − 2f2m2

σλ0

)
, (4.31)

que lleva a los lı́mites

1 < Kσ <
16π2

λ0(8π − λ0)
. (4.32)

4.2. El sector de norma
Como se ha mencionado anteriormente, los datos electrodébiles de precisión [4, 5] en los modelos LH limitan

fuertemente la contribución de nueva fı́sica, particularmente, en su sector de norma. Para evitar estas limitaciones,
los nuevos bosones de norma deben ser relativamente pesados [50, 51], mientras que los compañeros del quark top,
para no recurrir al ajuste fino en el sector del top, deben ser ligeros. En el modelo BLH los nuevos bosones de
norma desarrollan masas proporcionales a

√
f2 + F 2 ∼ F . Esto hace que las masas de los bosones sean grandes

en relación con las otras partı́culas que tienen masas proporcionales a sólo f . Los términos cinéticos de los campos
de norma en el BLH están dados de la siguiente manera:

L =
f2

8
Tr(DµΣ†DµΣ) +

F 2

4
Tr(Dµ∆†Dµ∆), (4.33)

donde las derivadas covariantes son

DµΣ = ∂µΣ + igAA
a
1µT

a
LΣ− igBΣAa2µT

a
L + igYB

3
µ(T 3

RΣ− ΣT 3
R), (4.34)

Dµ∆ = ∂µ∆ + igAA
a
1µ

τa

2
∆− igB∆Aa2µ

τa

2
, (4.35)
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siendo T aL los generadores del grupo SO(6)A correspondientes al subgrupo SU(2)LA, mientras que T 3
R representa

la tercera componente de los generadores de SO(6)B correspondientes al subgrupo SU(2)LB , estas matrices se
proporcionan en el apéndice A. gA y Aa1µ denotan el acoplamiento de norma y el campo asociado a los bosones de
norma de SU(2)LA; gB y Aa2µ representan el acoplamiento de norma y el campo asociado con SU(2)LB mientras
que gY y B3

µ denotan el acoplamiento de hipercarga y el campo, respectivamente.
Cuando Σ y ∆ obtienen sus VEVs, los campos de norma Aa1µ y Aa2µ se mezclan para formar un triplete sin masa

(Aa0µ) y un triplete masivo (AaHµ),

Aa0µ = cos θgAa1µ + sin θgAa2µ, AaHµ = sin θgAa1µ − cos θgAa2µ, (4.36)

siendo los ángulos de mezcla

sg ≡ sin θg =
gA√

g2
A + g2

B

, cg ≡ cos θg =
gB√

g2
A + g2

B

, (4.37)

que también se relacionan con el acoplamiento de norma electrodébil, g, a través de

1

g2
=

1

g2
A

+
1

g2
B

. (4.38)

Después del rompimiento de la simetrı́a electrodébil, cuando los dobletes de Higgs, h1 y h2 adquieren sus VEVs,
se generan las masas de los bosones de norma del BLH. En términos de los parámetros del modelo, las masas están
dadas por

m2
γ = 0, (4.39)

m2
Z =

1

4

(
g2 + g2

Y

)
v2

(
1− v2

12f2

(
2 +

3f2

f2 + F 2

(
s2
g − c2g

)2))
, (4.40)

m2
W =

1

4
g2v2

(
1− v2

12f2

(
2 +

3f2

f2 + F 2

(
s2
g − c2g

)2))
, (4.41)

m2
Z′ = m2

W ′ +
g2s2

W v
4

16c2W (f2 + F 2)

(
s2
g − c2g

)2
, (4.42)

m2
W ′ =

g2

4c2gs
2
g

(
f2 + F 2

)
−m2

W . (4.43)

El ángulo de mezcla débil está definido como

sW ≡ sin θW =
gY√
g2 + g2

Y

, (4.44)

cW ≡ cos θW =
g√

g2 + g2
Y

, (4.45)

xW =
1

2cW
sgcg(s

2
g − c2g). (4.46)

Es evidente que los nuevos bosones de norma, Z ′ y W ′±, han adquirido masas a la escala de F > f , como se
deseaba.

4.3. El sector fermiónico
Para construir las interacciones de Yukawa en el modelo BLH, los fermiones deben transformarse bajo el grupo

SO(6)A o SO(6)B . En este modelo el sector fermiónico se divide en dos partes. Primero, el sector de fermiones
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masivos representado por la ecuación (4.47), en este sector se incluyen los quarks top y bottom del ME y una serie
de nuevos quarks pesados arreglados en cuatro multipletes, Q y Q′, que transforman bajo SO(6)A, mientras que U c

y U ′c5 lo hacen bajo el grupo SO(6)B . Segundo, el sector de fermiones ligeros contenido en la ecuación (4.59), en
esta expresión se generan todas las interacciones de los fermiones restantes del ME con las partı́culas exóticas del
BLH.

Para los fermiones masivos la lagrangiana que los describe es [6]

Lt = y1fQ
TSΣSU c + y2fQ

′TΣU c + y3fQ
TΣU ′c5 + ybfq

T
3 (−2iT 2

RΣ)U cb + h.c., (4.47)

donde S = diag(1, 1, 1, 1,−1,−1). Esta matriz actúa para cambiar el signo de los campos de Higgs en Σ. En cuanto
a los multipletes involucrados en la ecuación anterior, estos están arreglados de la siguiente manera

QT =

(
1√
2

(−Qa1 −Qb2),
i√
2

(Qa1 −Qb2),
1√
2

(Qa2 −Qb1),
i√
2

(Qa2 −Qb1), Q5, Q6

)
, (4.48)

Q′T =
1√
2

(−Q′a1 , iQ′a1 , Q′a2 , iQ′a2 , 0, 0), (4.49)

qT3 =
1√
2

(−t̄L, it̄L, b̄L, ib̄L, 0, 0), (4.50)

U cT =

(
1√
2

(−U cb1 − U ca2),
i√
2

(U cb1 − U ca2),
1√
2

(U cb2 − U ca1),
i√
2

(U cb2 − U ca1), U c5 , U
c
6

)
, (4.51)

U ′cT = (0, 0, 0, 0, U ′c5 , 0), (4.52)

U cTb = (0, 0, 0, 0, bc, 0). (4.53)

Los componentes de los multipletes están definidos en el apéndice A.3 excepto para U cTb , el contenido de este
multiplete representa el quark bottom derecho. Por simplicidad, se asume que los acoplamientos de Yukawa son
reales: y1, y2, y3 ∈ R. Estas expresiones pueden simplificarse reparametrizando en términos de dos ángulos de
mezcla, tan θ12 = y1/y2 y tan θ13 = y1/y3, y un acoplamiento de Yukawa del quark top definido como

yt =
3y1y2y3√

(y2
1 + y2

2)(y2
1 + y2

3)
=

mt

v sinβ
. (4.54)

Al reescribir los tres acoplamientos de Yukawa, y1, y2, y3 en términos de yt, θ12 y θ13 se tiene

y1 =
yt

3 cos θ12 cos θ13
, (4.55)

y2 =
yt

3 sin θ12 cos θ13
, (4.56)

y3 =
yt

3 cos θ12 sin θ13
, (4.57)

siendo

sin θ1i =
y1√
y2

1 + y2
i

, cos θ1i =
yi√

y2
1 + y2

i

, (i = 2, 3). (4.58)

Para los fermiones ligeros la lagrangiana que describe las interacciones es

Lligeros =
∑
i=1,2

yufq
T
i Σuci +

∑
i=1,2

ydfq
T
i (−2iT 2

RΣ)dci +
∑

i=1,2,3

yefl
T
i (−2iT 2

RΣ)eci + h.c., (4.59)
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con

qTi =
1√
2

(−ūiL, iūiL, d̄iL, id̄iL, 0, 0), (4.60)

lTi =
1√
2

(−ν̄iL, iν̄iL, ēiL, iēiL, 0, 0), (4.61)

ucTi = (0, 0, 0, 0, uci , 0), (4.62)

dcTi = (0, 0, 0, 0, dci , 0), (4.63)

ecTi = (0, 0, 0, 0, eci , 0), (4.64)

donde el ı́ndice i se refiere a la generación de los fermiones en el ME. Para los primeros dos términos de la ecuación
(4.59), el ı́ndice solo corre de i = 1, 2, ya que los quarks de la tercera generación se incorporaron en el sector de
los fermiones masivos. Cabe mencionar que el superı́ndice ”c” de algunos multipletes es simplemente una etiqueta
para representar a los campos derechos.

Después de llevarse a cabo el rompimiento de la simetrı́a electrodébil, los términos de masa resultantes fueron
expandidos en una serie de potencias hasta v2

f2 y las matrices de masa fueron diagonalizadas [53] usando teorı́a de
perturbación. Se encontró que las masas de los fermiones son

m2
t = y2

t v
2
1 , (4.65)

m2
T = (y2

1 + y2
2)f2 +

9v2
1y

2
1y

2
2y

2
3

(y2
1 + y2

2)(y2
2 − y2

3)
, (4.66)

m2
T5

= (y2
1 + y2

3)f2 − 9v2
1y

2
1y

2
2y

2
3

(y2
1 + y2

3)(y2
2 − y2

3)
, (4.67)

m2
T6

= m2

T
2/3
b

= m2

T
5/3
b

= y2
1f

2, (4.68)

m2
B = (y2

1 + y2
2)f2, (4.69)

siendo v1 = v sinβ y v2 = v cosβ.

4.4. El sector de corrientes
En este sector se determinan las interacciones de los fermiones con un boson de norma. Los vértices se obtienen

de la lagrangiana siguiente que está escrito en la base de Weyl [53]

L =Q̄τ̄µDµQ+ Q̄′τ̄µDµQ
′ − U c†τµDµU

c − U ′c†τµDµU
′c − U c†b τµDµU

c
b +

∑
i=1,2

q†i τ
µDµqi +

∑
i=1,2,3

l†i τ
µDµli

−
∑

i=1,2,3

ec†i τ
µDµe

c
i −

∑
i=1,2

uc†i τ
µDµu

c
i −

∑
i=1,2

dc†i τ
µDµd

c
i , (4.70)

τµ y τ̄µ están definidos según la ecuación (A.5) [54]. Para nuestro propósito, se expresó la lagrangiana anterior en
términos de los espinores de Dirac, quedándose de la siguiente forma (los detalles de la conversión se muestra en el
apéndice A.2)

L =Q̄γµDµQ+ Q̄′γµDµQ
′ − Ū cγµDµU

c − Ū ′cγµDµU
′c − Ū cb γµDµU

c
b +

∑
i=1,2

q̄iγ
µDµqi +

∑
i=1,2,3

l̄iγ
µDµli

−
∑

i=1,2,3

ēi
cγµDµe

c
i −

∑
i=1,2

ūi
cγµDµu

c
i −

∑
i=1,2

d̄i
c
γµDµd

c
i . (4.71)
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Debido a que los fermiones toman cargas diferentes bajo las simetrı́as SU(2)LA, SU(2)LB y U(1), las derivadas
covariantes no son triviales. A fin de reconstruir las cargas eléctricas correctas, las cargas para U(1)X son: T+

X =
2/3, T−X = −2/3, T dX = 1/3 y T eX = 1. Usando estos valores, las derivadas covariantes respectivas son

DµQ = ∂µQ+
∑
a

(igAA
a
1µT

a
LQ) + igYB3µ(T 3

R + T+
X )Q, (4.72)

DµQ
′ = ∂µQ

′ +
∑
a

(igAA
a
1µT

a
LQ
′) + igYB3µ

(
1

6

)
Q′, (4.73)

DµU
c = ∂µU

c +
∑
a

(igBA
a
2µT

a
LU

c) + igYB3µ(T 3
R + T−X )U c, (4.74)

DµU
′c = ∂µU

′c + igYB3µT
−
XU

′c, (4.75)

DµU
c
b = ∂µU

c
b + igYB3µ

(
1

3

)
U cb , (4.76)

Dµqi = ∂µqi +
∑
a

(igAA
a
1µT

a
Lqi) + igYB3µ(T 3

R + T+
X )qi, (4.77)

Dµli = ∂µli +
∑
a

(igBA
a
2µT

a
Lli) + igYB3µT

3
Rli, (4.78)

Dµe
c
i = ∂µe

c
i + igYB3µT

e
Xe

c
i , (4.79)

Dµu
c
i = ∂µu

c
i + igYB3µT

−
Xu

c
i , (4.80)

Dµd
c
i = ∂µd

c
i + igYB3µT

d
Xd

c
i . (4.81)

4.5. Cálculo de las reglas de Feynman
El cálculo de las reglas de Feynman del modelo Bestest Little Higgs se realizó transformando los eigenestados

de norma en términos de los eigenestados de masa para los fermiones, los bosones de norma y los escalares (ver
apéndice A.3). Estas relaciones fueron sustituidas en el lagrangiano apropiado, las ecuaciones (4.47), (4.59) y (4.71).
Los vértices generados se proporcionan en el apéndice B.1 (Tabla B.1 - Tabla B.13).



Capı́tulo 5

La fenomenologı́a de la partı́cula escalar σ

Uno de los avances más significativos en la ciencia, y que ha marcado un gran paso para la fı́sica ha sido el
descubrimiento del bosón de Higgs en el Gran Colisionador de Hadrones. Sin embargo, los estudios de precisión
sobre esta partı́cula y otras partı́culas exóticas continúan. Entre las partı́culas buscadas se encuentran los escalares
pesados, pues si se llegaran a confirmar la existencia de estos, apoyarı́a la validez de teorı́as que van más allá del
ME, y resolverı́a cuestiones como el problema de la jerarquı́a de masa, la naturaleza de la materia oscura, entre otras
cosas. Por las razones mencionadas, la búsqueda de nueva fı́sica en modelos extendidos tiene una gran relevancia y
en este trabajo, particularmente hemos decidido estudiar la fenomenologı́a de un escalar pesado denotado como σ.

El escalar σ es una de las partı́culas masivas que surgen en el modelo BLH cuyo propósito principal es generar un
acoplamiento cuártico de Higgs a través del mecanismo de rompimiento colectivo de la simetrı́a. La partı́cula tiene
la caracterı́stica de poseer una simetrı́a adicional que prohı́be la aparición de un renacuajo σ [55]. De esta manera,
con el mecanismo implementado para romper las simetrı́as en el modelo, y el escalar con los números cuánticos
especı́ficos, se conserva la simetrı́a de custodia. En la gran mayorı́a de los LH esta simetrı́a esta rota aunque también
recientemente se han construido teorı́as tipo LH que generan acoplamientos cuárticos de Higgs y además, poseen
una simetrı́a de custodia [56, 57]. Sin embargo, estos modelos no cumplen con las condiciones necesarias para
generar un acoplamiento cuártico de Higgs exitoso [55], ya que introducen escalares adicionales considerados como
escalares peligrosos pues generan la aparición de tadpoles, que estropean de manera sutil el rompimiento colectivo
de la simetrı́a.

En lo siguiente, analizaremos los decaimientos del escalar σ a nivel árbol y a orden de un lazo, obtendremos
también la anchura parcial para cada proceso y a partir de estos calculamos la anchura total de decaimiento del
escalar denotado por Γσ , este parámetro por lo tanto recibe contribuciones tanto a nivel árbol como a nivel de un
lazo y será crucial para calcular las fracciones de decaimiento de los procesos. Una contribución importante a Γσ
proviene del decaimiento a nivel árbol de σ → t̄t, mientras que a nivel de un lazo, la contribución dominante se
genera cuando se tiene como estado final dos gluones.

5.1. Decaimientos a nivel árbol del escalar σ

El decaimiento del escalar σ a pares de quarks, ocurre a través del diagrama mostrado en la Figura 5.1. La
amplitud de estos decaimientos está descrito por la ecuación (5.1).

M(σ → b̄b, t̄t) = −vyb,tcβ√
2

1

f
ūr1vr2 , (5.1)

42
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σ
b, t

b̄, t̄

Figura 5.1: Diagramas de Feynman correspondiente a los decaimientos σ → b̄b, t̄t a nivel árbol.

A partir de la expresión anterior, encontramos que la anchura de decaimiento para estos procesos resulta ser lo
siguiente

Γ(σ → b̄b, t̄t) =
Ncv

2y2
b,tc

2
βmσ

16π

(
1−

4m2
b,t

m2
σ

)3/2
1

f2
, (5.2)

siendo Nc el factor de color, 3 para quarks. En esta expresión, cβ es una notación breve para cosβ, con β el ángulo
de mezcla que relaciona los valores de expectación del vacı́o, v1 y v2. Finalmente, yb,t denota el acoplamiento de
Yukawa del quark bottom o del quark top.

5.2. Decaimientos a orden de un lazo del escalar σ

Los gluones y fotones son partı́culas sin masa que no se acoplan al escalar σ directamente. Sin embargo, los
decaimientos σ a gg, γγ, γZ, pueden ser generados a nivel de un lazo donde circulan quarks virtuales, los cuales se
acoplan al escalar mencionado. El análisis se hace en el contexto del BLH como ya se mencionó en la introducción.
Para los decaimientos del escalar de nuestro interés, éste solamente recibe contribuciones de quarks del ME, los
quarks top y bottom. En cuanto a los vértices que involucran al escalar σ y a los compañeros de los quarks men-
cionados (T, T5, T6, T

(2/3)
b , B), estos se generan según las reglas de Feynman proporcionadas en el apéndice B.1.

Sin embargo, no es posible construir procesos que tenga como estados finales a los bosones de norma gg, γγ, y γZ.
En este presente trabajo,se tomará en cuenta que los campos externos están en capa de masa (on-shell).

Procedemos a analizar el primer proceso, el decaimiento gluónico del escalar σ. Esta transición posee dos con-
tribuciones como se muestra en la Figura 5.2. Ası́, la amplitud que los describe es

σ(p) σ(p)

gbν(k2)

gaµ(k1)gbν(k2)

gaµ(k1)

+

b, t

b, t

b, t

b, t

b, t

b, t

i

j

s

r

l
k

Figura 5.2: Diagramas que contribuyen en el decaimiento del escalar σ → gg circulando quarks bottom o top.
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M(σ → gg)b,t =

1

2
(−i)g2

s

cβvyb,t√
2f

{∫
d4k

(2π)4

Tr{γµ (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
ν (/k + /k2 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k2)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

]
+

∫
d4k

(2π)4

Tr{γν (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
µ (/k + /k1 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k1)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

] }ε∗aµ (k1)ε∗bν (k2)δab. (5.3)

Para resolver la amplitud de decaimiento usamos el método de Passarino-Veltman con la ayuda de la paqueterı́a
FeynCalc. Ası́ resulta lo siguiente

M(σ → gg)b,t = Aggb,t(m
2
σg
µν − 2kν1k

µ
2 )ε∗aµ (k1)ε∗bν (k2)δab, (5.4)

siendo

Aggb,t =−
icβg

2
smb,t v yt

(
(4m2

b,t −m2
σ)C0(1) + 2

)
8
√

2π2m2
σf

. (5.5)

Cabe destacar que el factor de forma Aggb,t es una cantidad finita que involucra la función escalar de Passarino-
Veltman (PV), C0(1) = C0(m2

σ, 0, 0,m
2
b,t,m

2
b,t,m

2
b,t). Con la finalidad de determinar la anchura de decaimiento

del proceso anterior, acudimos a la expresión siguiente que representa a la anchura de decaimiento de una partı́cula
de masa m que decae a dos partı́culas de masas m1 y m2,

Γ =
1

8π

|~p1|
m2
|M|2, (5.6)

donde

|~p1| =
1

2m

√
[m2 − (m1 +m2)2][m2 − (m1 −m2)2]. (5.7)

Para el caso que nos ocupa, m = mσ y m1 = m2 = 0. De esta manera, se encuentra que

Γ(σ → gg)b,t =
1

16πmσ
|M̄|2, (5.8)

esto es

Γ(σ → gg)b,t =
1

2

m3
σ

π
|Aggb,t|2, (5.9)

donde el factor de 1/2 se ha introducido debido a la presencia de dos partı́culas idénticas en el estado final. A partir
de la expresión anterior se obtiene fácilmente la fracción de decaimiento del proceso de nuestro interés,

Br(σ → gg)b,t =
1

2π

m3
σ

Γσ
|Aggb,t|2. (5.10)

Para el siguiente proceso cuando el escalar decae a dos fotones, los diagramas de Feynman asociados se pueden
ver en la Figura 5.3. Para esta transición, la amplitud que lo describe está dada por la ecuación (5.11) de la siguiente
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σ(p) σ(p)

γν(k2)

γµ(k1)γν(k2)

γµ(k1)

+

b, t
b, t

b, t

b, t

b, t

b, t

Figura 5.3: Diagramas que contribuyen en el decaimiento del escalar σ → γγ circulando quarks top o bottom.

manera

M(σ → γγ)b,t =

(−i)F 2
b,t

(
cβvyb,t√

2f

){∫
d4k

(2π)4

Tr{γµ (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
ν (/k + /k2 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k2)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

]
+

∫
d4k

(2π)4

Tr{γν (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
µ (/k + /k1 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k1)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

] }ε∗µ(k1)ε∗ν(k2). (5.11)

siendo

F 2
b =

(
−1

3
g sin θW

)2

y F 2
t =

(
2

3
g sin θW

)2

. (5.12)

Esto se debe a que el fotón interactúa de manera diferente con los quarks tipo up que con los del tipo down.
Resolviendo la expresión (5.11) con el método de PV encontramos la ecuación (5.13). Dicha amplitud está libre
de divergencias pues el factor de forma Aγγb,t contiene una función escalar finita PV. La amplitud también satisface
invariancia de norma electromagnética.

M(σ → γγ)b,t = Aγγb,t
(
m2
σg
µν − 2kν1k

µ
2

)
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (5.13)

con

Aγγb,t = (−i)F 2
b,t

(
cβ v yb,t√

2f

)(
mb,t

4π2m2
σ

)((
4m2

b,t −m2
σ

)
C0(1) + 2

)
. (5.14)

Cuando el escalar decae a gluones o fotones, las expresiones para las anchuras parciales son idénticas, pues las
partı́culas finales tienen la caracterı́stica de tener masa cero y por lo tanto, la ecuación (5.8) también servirá para
hallar la anchura parcial con los estados finales γγ, esto es

Γ(σ → γγ)b,t =
1

16

m3
σ

π
|Aγγb,t |2. (5.15)

Con esta información, el resultado para Br(σ → γγ)b,t es inmediato,

Br(σ → γγ)b,t =
1

16π

m3
σ

Γσ
|Aγγb,t |2. (5.16)

Finalmente, cuando el escalar σ decae a una partı́cula masiva (Z) y otra no masiva (γ). Se encontró que para este
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σ(p) σ(p)

Zν(k2)

γµ(k1)Zν(k2)

γµ(k1)

+

b, t
b, t

b, t

b, t

b, t

b, t

Figura 5.4: Diagramas que contribuyen en el decaimiento del escalar σ → γZ circulando quarks top o quarks
bottom.

proceso en particular, la amplitud correspondiente es

M(σ → γZ)b,t =

(−i)Fb,t
(

g

4 cos θW

)(
cβvyb,t√

2f

){∫
d4k

(2π)4

Tr{γµ (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
νIb,t (/k + /k2 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k2)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

]
+

∫
d4k

(2π)4

Tr{γνIb,t (/k + /k1 + /k2 +mb,t) (/k +mb,t) γ
µ (/k + /k1 +mb,t)}

(k2 −m2
b,t)
[
(k + k1)2 −m2

b,t

] [
(k + k1 + k2)2 −m2

b,t

] }
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (5.17)

donde

Ib =
4

3
sin2 θW − 1− γ5 ó It = 1− γ5 − 8

3
sin2 θW . (5.18)

Para resolver estas integrales se utilizó el método de PV y se encontró lo siguiente:

M(σ → γZ)b,t = AγZb,t
(
(m2

Z −m2
σ)gµν + 2kν1k

µ
2

)
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2). (5.19)

En este caso, el factor de forma AγZb,t tiene la siguiente estructura

AγZb,t =iFb,tHb,t

(
g

4 cos θW

)(
cβvyb,t√

2f

)(
mb,t

12π2 (m2
Z −m2

σ)
2

)[(
m2
Z −m2

σ

)
×
((

4m2
b,t −m2

σ +m2
Z

)
C0(2) + 2

)
+ 2m2

Z (B0(2)−B0(1))

]
, (5.20)

siendo

Hb = −(4 sin2 θW − 3), (5.21)

Ht = 8 sin2 θW − 3, (5.22)

B0(1) = B0(m2
σ,m

2
b,t,m

2
b,t), (5.23)

B0(2) = B0(m2
Z ,m

2
b,t,m

2
b,t), (5.24)

C0(2) = C0(m2
Z ,m

2
σ, 0,m

2
b,t,m

2
b,t,m

2
b,t). (5.25)

Cabe destacar que el factor de formaAγZb,t sigue siendo una cantidad finita, aunque se tenga la presencia de funciones
divergentes ultravioletasB0(i), i = 1, 2. Sin embargo, estas aparecen restándose mutuamente en la ecuación (5.20).
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La amplitud cumple además invariancia de norma. Para el proceso σ → γZ la expresión para la anchura parcial se
deduce de las ecuaciones (5.6) y (5.7), tomando m1 = 0 y m2 = mZ . De este modo, la anchura de decaimiento
asociada se escribe como

Γ(σ → γZ)b,t =
1

24π

(m2
σ −m2

Z)3

m3
σ

|AγZb,t |2. (5.26)

Mientras que su fracción de decaimiento correspondiente es

Br(σ → γZ)b,t =
1

24π

(m2
σ −m2

Z)3

m3
σΓσ

|AγZb,t |2. (5.27)

5.3. Resultados numéricos
En el modelo BLH existen dos escenarios de estudio:

1. El escenario general, asume que h0 es ligero y representa el bosón de Higgs del ME mientras que las masas
de los otros bosones de Higgs H0, A0 pueden variar.

2. El escenario cuasidegenerado, con una ligera degeneración entre la masas de h0 y A0.

En este trabajo hemos elegido como escenario de estudio el caso general, debido a que es más consistente con los
resultados del LHC [7]. Existen además ciertas limitaciones experimentales y teóricas que se demandan sobre los
parámetros del modelo BLH. La primera, mA0 > 350 GeV para tanβ < 5 de acuerdo a las restricciones más
recientes proporcionadas por las colaboraciones ATLAS y CMS [58, 59]. La segunda, la escala de energı́a f tomará
valores en el intervalo 700 < f < 3000 GeV [7, 60] como resultado de escanear todos los valores posibles de yi y
yt obedeciendo la condición de pertubatividad, esto es, yi, yt < 4π [61].

A continuación, estableceremos dos escenarios de estudio para la masa del bosón A0 esto debido a su estrecha
relación con la masa del escalar σ de nuestro interés: 1) mA0

=500 GeV, y 2) mA0
=1000 GeV. Tomando en cuenta

la relación de mA0 con el parámetro β en la ecuación (4.30), derivamos el siguiente espacio de parámetros para
el escenario 1, 1 < tanβ < 6·83, y para el escenario 2, 1 < tanβ < 10·45. Sin embargo, debemos restringir el
parámetro tanβ a los valores derivados del análisis experimental en el BLH [58, 59], es decir, tanβ < 5. De esta
manera, elegimos trabajar con el valor fijo de tanβ=3. Respecto al parámetro Kσ , a través de la ecuación (4.32),
para los dos escenarios obtenemos 1) 1 < Kσ < 7·95 y 2) 1 < Kσ < 8·74; por lo tanto, para nuestras evaluaciones
numéricas elegimos valores fijos de Kσ=2, 6 que satisfacen ambos escenarios. Resumimos estos dos escenarios en
la Tabla 5.1. En la Figura 5.5, mostramos también el comportamiento de la masa del escalar σ como una función

Escenario 1 Escenario 2
mA0

=500 GeV mA0
=1000 GeV

Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6

Tabla 5.1: Escenarios de estudio para la masa del escalar A0, con tanβ = 3.

de la escala de energı́a f cuyos valores están en el rango de [700, 3000] GeV. De la figura mencionada se observa
que mσ es una función creciente y obtiene valores ligeramente más grandes en el escenario 1 que en el escenario 2.
Enumeramos algunos valores de mσ en la Tabla 5.2.

Para los procesos siguientes: σ → t̄t, b̄b, γγ, γZ, gg, se calcularon sus anchuras de decaimiento en los dos
escenarios de estudio establecidos para mA0 , dichos resultados se muestran en las Figuras 5.6 y 5.7. En estas
figuras observamos que la contribución dominante proviene del decaimiento a nivel árbol, σ → t̄t. La anchura de
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Figura 5.5: Comportamiento de la masa del escalar σ en función de la escala de energı́a f .

mσ [TeV]
f [TeV] Escenario 1 Escenario 2

Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6
0.7 1.26 2.19 1.20 2.09
1.0 1.81 3.13 1.72 2.98
1.5 2.71 4.69 2.58 4.47
2.0 3.61 6.26 3.44 5.96
2.5 4.52 7.82 4.30 7.45
3.0 5.42 9.39 5.16 8.94

Tabla 5.2: Algunos valores de la masa del escalar σ como una función de la escala de energı́a f .

decaimiento para esta transición ofrece una contribución de alrededor de 10−1 GeV. En cuanto a la contribución
subdominante, los procesos σ → b̄b a nivel árbol y σ → gg a nivel de un lazo parecen competir, pues la segunda
transición es rebasada por la primera en algún punto especı́fico de la escala de energı́a f , sin embargo, ambas
transiciones ofrecen contribuciones del orden de [10−4, 10−5] GeV. Para los decaimientos restantes a nivel de un
lazo, esto es, σ a γγ y γZ se observa que estas transiciones generan contribuciones muy suprimidas que va de
[10−7, 10−9] GeV.

Con respecto a las fracciones de decaimiento de los procesos a nivel de un lazo, se consideró para su estimación
numérica la anchura total de decaimiento del escalar Γσ , que representa la suma de las anchuras parciales de los
siguientes modos de decaimiento: t̄t, b̄b, gg, γγ, γZ. El comportamiento de las fracciones de decaimiento para los
procesos de nuestro interés se muestran en la Figura 5.8 y están en función de la escala de energı́a f , escala de
rompimiento de la simetrı́a global Σ. Las contribuciones de cada proceso en el escenario 1 son similares a las
del escenario 2, aunque los valores numéricos son diferentes. Las Tablas 5.3 y 5.4 proporcionan algunos valores
especı́ficos de Br(σ → gg), Br(σ → γγ) y Br(σ → γZ) en el escenario 1 y escenario 2, respectivamente.

Presentamos también un estudio de la sección eficaz de producción vı́a fusión de gluones para el escalar σ
teniendo como estado final Y, con Y=gg, γγ, γZ. Para llevar a cabo esta tarea empleamos la fórmula de Breit-
Wigner [44], presentada anteriormente en la subsección 3.2. En la Figura 5.9, se ha graficado la sección eficaz de



5. La fenomenologı́a de la partı́cula escalar σ 49

10
−9

10
−8

10
−7

10
−6

10
−5

10
−4

10
−3

10
−2

10
−1

10
0

10
1

 1  1.5  2  2.5  3

Γ(
σ 

→
 X

)[
G

e
V

]

f [TeV]

tt
bb
gg
γγ
γZ

(a)

10
−9

10
−8

10
−7

10
−6

10
−5

10
−4

10
−3

10
−2

10
−1

10
0

10
1

 1  1.5  2  2.5  3

Γ(
σ 

→
 X

)[
G

e
V

]

f [TeV]

tt
bb
gg
γγ
γZ

(b)

Figura 5.6: La anchura de decaimiento en función de la escala de energı́a f para los diferentes procesos en el
escenario 1 con: (a) Kσ = 2 and (b) Kσ = 6.
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Figura 5.7: La anchura de decaimiento en función de la escala de energı́a f para los diferentes procesos en el
escenario 2 con: (a) Kσ = 2 y (b) Kσ = 6.

producción del escalar en función de la escala f que toma valores de 700 GeV a 3000 GeV para los dos escenarios
de estudio de mA0

. A partir de la figura mencionada, se encuentra que la contribución más grande se genera con el
proceso σ → gg cuando Kσ=2, obteniéndose que σ(gg → σ → gg) ∈ [10−1, 10−4] fb para ambos escenarios. Por
otro lado, la contribución más suprimida se alcanza cuando σ → γZ con Kσ=6, con esta transición σ(gg → σ →
γZ) ∈ [10−6, 10−9] fb en los dos escenarios.
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Figura 5.8: Fracciones de decaimiento para el proceso σ → Y , Y=gg, γγ, γZ.

f [TeV] Br(σ → gg) Br(σ → γγ) Br(σ → γZ)
Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6

0.7 1.30×10−3 8.33×10−4 4.91×10−7 3.14×10−7 1.17×10−7 7.50×10−8

1.0 9.78×10−4 6.09×10−4 3.69×10−7 2.30×10−7 8.80×10−8 5.49×10−8

2.0 5.33×10−4 3.10×10−4 2.01×10−7 1.17×10−7 4.81×10−8 2.79×10−8

3.0 3.59×10−4 2.00×10−4 1.35×10−7 7.56×10−8 3.24×10−8 1.80×10−8

Tabla 5.3: Fracciones de decaimiento para los procesos σ → gg, γγ, γZ en el escenario 1.

f [TeV] Br(σ → gg) Br(σ → γγ) Br(σ → γZ)
Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6 Kσ=2 Kσ=6

0.7 1.35×10−3 8.68×10−4 5.11×10−7 3.27×10−7 1.21×10−7 7.82×10−8

1.0 1.02×10−3 6.37×10−4 3.84×10−7 2.40×10−7 9.16×10−8 5.74×10−8

2.0 5.58×10−4 3.26×10−4 2.11×10−7 1.23×10−7 5.03×10−8 2.94×10−8

3.0 3.77×10−4 2.11×10−4 1.42×10−7 7.98×10−8 3.40×10−8 1.90×10−8

Tabla 5.4: Fracciones de decaimiento para los procesos σ → gg, γγ, γZ en el escenario 2.

5.4. Conclusiones
En este trabajo hemos realizado el estudio fenomenológico del escalar pesado σ predicho por el modelo BLH.

En la literatura no se ha llevado a cabo estudios referentes a esta partı́cula exótica, pero sı́ para escalares como A0 y
H0 que surgen en el BLH y también en modelos con dos dobletes de Higgs (2HDM) [62, 63]. En cuanto al modelo
BLH su caracterı́stica principal es poseer una simetrı́a de custodia SU(2), esto se logra gracias a que introduce el
escalar σ con los números cuánticos especı́ficos para generar un acoplamiento cuártico de higgs exitoso a través del
mecanismo de rompimiento colectivo de la simetrı́a. Con el escalar masivo σ no surgen renacuajos como sucedı́a
con otros escalares que se generaban en modelos tipo Little Higgs. De esta manera, el escalar mencionado desem-
peña una papel trascendental en el modelo ya que elimina las divergencias que surgen en algunas interacciones,
especialmente en el sector cuártico de la teorı́a.
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Figura 5.9: Sección eficaz de producción para los procesos σ → Y , Y = gg, γγ, γZ

En el escenario del modelo BLH, se determinaron las fracciones de decaimiento y las secciones eficaces de
producción vı́a fusión de gluones de los procesos σ → gg, γγ, γZ a nivel de un lazo. El estudio se llevó a ca-
bo en el escenario de masas no degenerado de los escalares h0 y A0 con una escala de energı́a de f=[700, 3000]
GeV y mA0 > 350 GeV para tanβ < 5 [58, 59]. Se elige este escenario por que está de acuerdo con las restric-
ciones más recientes proporcionadas por el LHC. Los resultado numéricos que se obtuvieron para las fracciones
de decaimiento de los procesos de nuestro interés son: Br(σ → gg)=[10−3, 10−4], Br(σ → γγ)=[10−7, 10−8] y
Br(σ → γZ)=[10−7, 10−8]. En cuanto a las secciones eficaces, σ(gg → σ → gg) = [10−1, 10−4] fb, σ(gg → σ →
γγ) = [10−5, 10−8] fb y σ(gg → σ → γZ) = [10−5, 10−9] fb.

Con los valores numéricos listados anteriormente, encontramos que la fracción de decaimiento relevante para el
cálculo de la sección eficaz de producción vı́a fusión de gluones del escalar σ le corresponde al proceso σ → gg.
Esto se debe a que para obtener una estimación del número de sucesos para un evento particular necesitamos conocer
la probabilidad de que una colisión dé lugar a ese evento, a esa probabilidad se le conoce como la sección eficaz.
Entonces, para calcular el número de sucesos que se producen de un determinado proceso fı́sico, será necesario
conocer la sección eficaz de producción y la luminosidad integrada de dicho proceso. Este último es un indicador
importante del rendimiento de un acelerador. De esta manera, la expresión para hallar el número de eventos de un
proceso en un determinado tiempo es:

No. de eventos = sección eficaz× luminosidad integrada. (5.28)

De acuerdo a la fórmula anterior, con el valor de σ(gg → σ → gg) = [10−1, 10−4] fb y considerando que la
luminosidad integrada esperada del LHC se proyecta que alcance los 3000 fb−1 [47, 48] dentro de unos años, serı́a
probable observar entre 300 y 0·03 eventos por segundo para el proceso σ → gg, dicha interacción estarı́a dentro
del rango de detección del LHC. Mientras que para acceder a procesos con una baja sección eficaz de producción,
como es el caso de las transiciones σ → γγ y σ → γZ será necesaria una gran luminosidad integrada.



Capı́tulo 6

Cálculo del momento dipolar débil del
quark top en el escenario del BLH

6.1. Propiedades débiles del quark top
El quark top es la partı́cula elemental más pesada conocida hasta ahora y debido a su gran masa, que se aproxima

al orden de la escala débil, el fermión juega un papel crucial en las correcciones electrodébiles a nivel de un lazo
pues proporciona restricciones indirectas en la masa del bosón de Higgs. Además, es el único fermión del ME
que decae antes de que se pueda hadronizar o formar estados ligados. Otra de las motivaciones importantes para
estudiar el quark top consiste en comprender el papel que juega en la fı́sica detrás del rompimiento de la simetrı́a
electrodébil, mecanismo que aún no ha sido aclarado. Por lo tanto, las mediciones precisas de las propiedades del
quark mencionado proporcionarı́an un importante aporte a las predicciones del ME y podrı́a revelar efectos de nueva
fı́sica.

En la actualidad, algunos de los estudios que se realizan sobre los acoplamientos electrodébiles del quark top en
el LHC se llevan a cabo través del proceso pp → tt̄V donde V=γ, Z,W [64]. Uno de los principales objetivos del
programa de análisis que se realiza en el colisionador es estudiar los momentos dipolares electrodébiles anómalos
de los fermiones, de manera particular, para el quark top. Esto ha recibido una atención considerable en los últimos
años debido al progreso significativo en el área experimental, además de conllevar información importante acerca
de sus interacciones con otras partı́culas, proporcionando ası́, una oportunidad única para buscar nueva fı́sica a la
escala de TeVs. Sin embargo, esto es sólo el comienzo de tales estudios pues se esperan resultados más precisos
cuando el LHC alcance una mayor luminosidad y energı́a. Aunque también en un futuro próximo se contempla
la creación de un colisionador lineal de leptones como el ILC (International Linear Collider) [65, 66], que está
diseñado para operar a una energı́a de centro de masas de

√
s = 500 GeV, energı́a suficiente para la producción de

un par de quarks top. Con este colisionador se encontrarı́an valiosos datos para medir con precisión las propiedades
del top, cuyo propósito se alcanzarı́a a través del proceso e+e− → Z∗/γ → t̄t que es extremadamente sensible a
los acoplamientos electrodébiles del top [64, 67].

En cuanto a las propiedades débiles del quark top, estas aparecen en teorı́a cuántica de campos con su interacción
con el bosón Z. De esta manera, la función vértice que involucra a un bosón Z, y un par de quarks top en la capa de
masa, está definida en términos de cuatro factores de forma de la siguiente manera

ieū(p′)Γµ(q2)u(p) = ieū(p′)
{
γµ
[
FV (q2)− FA(q2)γ5

]
+ iσµνqν

[
FM (q2)− iFE(q2)γ5

] }
u(p), (6.1)

donde FV y FA representan los acoplamientos vectorial y vector-axial del bosón Z que solamente surgen a nivel
árbol en el ME, mientras que FM y FE están asociados a los factores de forma de momentos dipolares débiles,el
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magnético y el eléctrico, respectivamente. Estos últimos aparecen debido a las correcciones cuánticas, y son las he-
rramientas preferidas para estudiar los efectos de nueva fı́sica de manera indirecta, a través de correcciones virtuales
de nuevas partı́culas predichas por extensiones del ME. Particularmente, FE sólo recibe contribuciones a nivel de
tres lazos [68, 69, 70] en el ME. Otra caracterı́stica de los factores de forma, es que sólo dependen de una variable
dinámica independiente, q2, siendo q=p′ − p y denota el momento entrante del bosón Z.

En lo siguiente, proporcionamos la representación explı́cita de FV y FA,

FV (q2) =
T 3
t − 2Qt sin2 θW
2 cos θW sin θW

≈ 0·24, FA(q2) =
T 3
t

2 cos θW sin θW
≈ 0·60, (6.2)

siendo T 3
t =1/2,Qt=2/3, y θW , el ángulo débil. Para el caso de los factores de forma, FM y FE , estos se relacionan

con el momento dipolar magnético débil anómalo (MDMDA) aWt y el momento dipolar eléctrico débil (MDED)
dWt de la siguiente manera,

FM (q2) = − a
W
t

2mt
, FE(q2) = −d

W
t

e
. (6.3)

Cabe mencionar que con la ecuación (6.3) no es posible definir las propiedades estáticas del bosón Z cuando éste,
particularmente, interacciona con un par de quarks top. Recordemos que las propiedades estáticas solamente surgen
cuando el bosón se encuentra en capa de masa, es decir, q2=m2

Z . Sin embargo, para el vértice que nos interesa está
involucrado un par de fermiones bastante masivos, y debido a este hecho, el bosón Z debe estar necesariamente fuera
de capa de masa, q2 > m2

Z . Especı́ficamente,
√
q2 > 2mt. Para nuestro estudio de los aspectos fenomenológicos

de las propiedades débiles del quark top, se tomará muy en cuenta las condiciones mencionadas anteriormente.

6.2. Cálculo de amplitudes
En este apartado se determinarán los momentos dipolares débiles del quark top en el escenario del modelo BLH.

Para lograr dicha tarea, se calculará primeramente las amplitudes que contribuyen al vértice Zt̄t como se muestra en
la Figura 6.1. De la figura apreciamos que las propiedades débiles del top reciben contribuciones de los bosones de
norma y escalares, en donde A representa a los bosones Z ′,W ′, y además, a los escalares σ,A0, H0; mientras que f
denota a los quarks t, T, T 2/3, T5, T6, b, B. Para obtener la amplitud de cada contribución necesitamos conocer las
reglas de Feynman involucradas en los diagramas de la Figura 6.1, estos vértices se proporcionan en el apéndice B.
Además, en este escenario se emplea la norma unitaria por lo que no aparecen diagramas con partı́culas no fı́sicas.

A continuación estableceremos las condiciones cinemáticas necesarias para llevar a cabo el cálculo de ampli-
tudes. Con las condiciones en capa de masa de las partı́culas reales externas, en este caso el par de quarks top, se
obtiene

p2
1 = p2

2 = m2
t , (6.4)

siendo mt la masa del top, p1 y p2 son los cuadrimomentos del top entrante y saliente, respectivamente. Ahora, por
conservación del cuadrimomento, q=p2 − p1, entonces

q2 = (p2 − p1)2 = m2
t − 2p2.p1 +m2

t ⇒ p2.p1 =
2m2

t − s
2

. (6.5)

s es la energı́a en el centro de masas. Recordemos que el bosón Z está fuera de capa de masa.
En el diagrama de Feynman (Figura 6.1), uno de los cuadrimomentos de las lı́neas internas permanece indeter-

minado, en nuestro caso denotaremos a este cuadrimomento con la letra k. La variable k será el cuadrimomento a
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A

t(p1) t(p2)

Z(q)

f f

µ

αβ

Figura 6.1: Diagramas de Feynman que contribuyen a los momentos dipolares débiles del quark top en el escenario
del modelo BLH. Aquı́, f denota a los quarks t, T, T 2/3, T5, T6, b, B; mientras que ”A” representa a los bosones
Z ′,W ′, y además, a los escalares σ,A0, H0.

integrarse en el lazo, aunque al final será irrelevante pues nuestro resultado será independiente del cuadrimomento
mencionado. Las amplitudes a determinar poseen también la siguiente estructura tensorial,

Mµ = ū(p2)Γµu(p1). (6.6)

La forma explı́cita de la función vértice Γµ está dada por

Γµ =

∫
d4k

(2π)4

Tαµβ(p1, p2)

(k2 −m2
A)((k + p1)2 −m2

f )((k + p2)2 −m2
f )
. (6.7)

En esta etapa estamos listos para obtener las contribuciones de los acoplamientos Afifi al momento dipolar débil
del top. Ası́, las amplitudes generadas a partir de la Figura 6.1 son las siguientes

Mµ
1,(Z′tt) =(−1)(i6)A2

1B1

∫
44k

(2π)4
ū(p2)(γαPL)

(/k + /p2 +mt)

(k + p2)2 −m2
t

(
γµ
(
PL − (4/3)s2

W

)) (/k + /p1 +mt)

(k + p1)2 −m2
t

× (γβPL)
1

k2 −m2
Z′

(
gαβ − kαkβ

m2
Z′

)
u(p1), (6.8)

Mµ
2,(Z′TT ) =(−i6)A2

2B2

∫
44k

(2π)4
ū(p2)(γαPR)

(/k + /p2 +mT )

(k + p2)2 −m2
T

(γµ)
(/k + /p1 +mT )

(k + p1)2 −m2
T

(γβPR)

× 1

k2 −m2
Z′

(
gαβ − kαkβ

m2
Z′

)
u(p1), (6.9)

Mµ
3,(Z′T 2/3T 2/3)

=(i6)A2
3B3

∫
44k

(2π)4
ū(p2)(γαPR)

(/k + /p2 +mT (2/3))

(k + p2)2 −m2
T (2/3)

(γµ)
i(/k + /p1 +mT (2/3))

(k + p1)2 −m2
T (2/3)

(γβPR)

× 1

k2 −m2
Z′

(
gαβ − kαkβ

m2
Z′

)
u(p1), (6.10)

Mµ
4,(Z′T5T5) =(i6)A2

4B4

∫
44k

(2π)4
ū(p2)(γαPL)

(/k + /p2 +mT5
)

(k + p2)2 −m2
T5

(γµ)
i(/k + /p1 +mT5

)

(k + p1)2 −m2
T5

(γβPL)

× 1

k2 −m2
Z′

(
gαβ − kαkβ

m2
Z′

)
u(p1), (6.11)
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Mµ
5,(Z′T6T6) =(i6)A2

5B5

∫
44k

(2π)4
ū(p2)(γαPL)

(/k + /p2 +mT6
)

(k + p2)2 −m2
T6

(γµ)
i(/k + /p1 +mT6

)

(k + p1)2 −m2
T6

(γβPL)

× 1

k2 −m2
Z′

(
gαβ − kαkβ

m2
Z′

)
u(p1), (6.12)

Mµ
6,(W ′bb) =(−i6)A2

6B6

∫
d4k

(2π)4
ū(p2)(γαPL)

(/k + /p2 +mb)

(k + p2)2 −m2
b

(
γµ
(
(2/3)s2

W − PL
)) (/k + /p1 +mb)

(k + p1)2 −m2
b

(γβPL)

× 1

k2 −m2
W ′

(
gαβ − kαkβ

m2
W ′

)
u(p1), (6.13)

Mµ
7,(W ′BB) =(i6)A2

7B7

∫
d4k

(2π)4
ū(p2)(γαPR)

(/k + /p2 +mB)

(k + p2)2 −m2
B

(γµ)
(/k + /p1 +mB)

(k + p1)2 −m2
B

(γβPR)

× 1

k2 −m2
W ′

(
gαβ − kαkβ

m2
W ′

)
u(p1), (6.14)

Mµ
8,(σtt) =(−i6)A2

8B8

∫
d4k

(2π)4
ū(p2)

(/k + /p2 +mt)

(k + p2)2 −m2
t

(
γµ
(
PL − (4/3)s2

W

)) (/k + /p1 +mt)

(k + p1)2 −m2
t

1

k2 −m2
σ

u(p1),

(6.15)

Mµ
9,(A0tt)

=(−i6)A2
9B9

∫
d4k

(2π)4
ū(p2)

(/k + /p2 +mt)

(k + p2)2 −m2
t

(
γµ
(
PL − (4/3)s2

W

)) (/k + /p1 +mt)

(k + p1)2 −m2
t

1

k2 −m2
A0

u(p1),

(6.16)

Mµ
10,(H0tt)

=(−i6)A2
10B10

∫
d4k

(2π)4
ū(p2)

(/k + /p2 +mt)

(k + p2)2 −m2
t

(
γµ
(
PL − (4/3)s2

W

)) (/k + /p1 +mt)

(k + p1)2 −m2
t

1

k2 −m2
H0

u(p1).

(6.17)

En las amplitudes encontradas, las constantes de acoplamiento Ai y Bi de los vértices se enumeran en la Tabla 6.1.
Por otro lado, PL y PR representan a los conocidos proyectores de quiralidad. Con la finalidad de resolver las inte-
grales que aparecen en las contribuciones enumeradas anteriormente, se usó el método de Passarino-Veltman con la
ayuda de la paqueterı́a Feyncalc de Mathematica. En este paqueterı́a se implementaron las condiciones cinemáticas
mencionadas al principio de esta sección, ası́ como la identidad de Gordón para eliminar los términos proporcio-
nales a (p1 + p2)µ. Finalmente, se obtuvo el momento dipolar magnético débil anómalo a través de la relación
aWt = −2mtFM (q2). Se encontró también el factor de forma del momento dipolar eléctrico y resultó ser cero. En
este trabajo no se reportan las expresiones obtenidas para aWt debido a que se obtuvieron ecuaciones realmente muy
grandes, por lo que vez de ello preferimos reportar lo resultados numéricos que se realizará en la siguiente sección.

6.3. Resultados numéricos
Después de realizar los cálculos pertinentes se encontraron las expresiones que contribuyen al momento dipolar

magnético débil anómalo del top. Ahora en esta sección mostraremos los detalles para su evaluación numérica,
para este propósito haremos uso del programa Package-X que nos ayuda a manipular eficazmente las funciones
de Passarino-Veltman involucradas en estos procesos. Con esta paqueterı́a encontraremos los valores numéricos
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Ai Bi

A1=
g

2
B1=

g

2cW

A2=
gsβv(2y2

1 − y2
2)y3

4f Y 4
1,2Y

2
1,3

B2=
g

2cW
(1− 4

3
s2
W )

A3=
gsβvy3

f Y1,3
B3=

g

2cW
(1 +

4

3
s2
W )

A4=
gsβvy2(2y2

1 − y2
3)

2f Y1,2Y 2
1,3

B4=
2gs2

W

3cW

A5=
gcβvy2

f Y1,2
B5=

2gs2
W

3cW

A6=
g√
2

B6=
g

2cW

A7=
gsβv(2y2

1 − y2
2)y3

2
√

2f Y 4
1,2Y

2
1,3

B7=
(

g

2cW

)(
1− 2

3
s2
W

)
A8=

cβvyt√
2f

B8=
g

2cW

A9=cβyt B9=
g

2cW

A10=sαyt B10=
g

2cW

Tabla 6.1: Constantes de acoplamiento de los vértices. Las notaciones usadas aquı́ son las siguientes: cW=cos θW ,
sW=sin θW , cβ=cosβ, sβ=sinβ, yt=

mt

v sinβ
, Y1,2 =

√
y2

1 + y2
2 y Y1,3 =

√
y2

1 + y2
3 . En cuanto a sα, su valor

numérico se obtiene según la ecuación (4.26).

de los MDMDA, pero para este fin será necesario considerar los parámetros siguientes con sus valores respectivos:
mt=172·76 GeV,mb=4·18 GeV, v=246 GeV, s2

W=0·231, y α=1/137·04. El MDMDA del top también depende de
varios parámetros que son propios del modelo BLH, como son las escalas de energı́a f y F , escalas de rompimiento
de las simetrı́as globales Σ y ∆. El BLH tiene la caracterı́stica particular de estar construido sobre dos simetrı́as
globales distintas que se rompen a escalas de energı́a diferentes, introduciendo de esta manera una ventaja sustancial
sobre los otros modelos LH pues permite evadir las limitaciones impuestas por datos electrodébiles de precisión, y
como consecuencia, los bosones de norma y los fermiones obtienen sus masas a escalas distintas. Con respecto a las
escalas de energı́a f y F , la primera puede tomar valores en el intervalo 700 < f < 3000 GeV [7, 60]; mientras que
la segunda puede hacerlo en 2000 < F < 6000 GeV [7].

Otro de los parámetros de entrada del modelo son los acoplamientos de Yukawa (yi, i=1, 2, 3), que deberán
tomar valores menores que 4π debido a las condiciones de perturbatividad [61]. Con la finalidad de reducir los
parámetros libres, las variables yi son redefinidas en términos de los ángulos de mezcla, θ12 y θ13, según la ecua-
ción (4.55). Sin embargo, se necesita tomar en cuenta que |y2−y3| > 0 pues de lo contrario las expresiones analı́ticas
(ecuación (4.66) y (4.67)) de las masas de los quarks pesados mT y mT5 tendrı́an un serio problema. Por lo tanto,
con estas condiciones sobre yi se deben buscar valores realistas para θ12 y θ13. El estudio detallado de los valores
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permitidos para θ1i se encuentran en las referencias [53] y [60], y sus resultados fueron los siguientes: θ12=π/5
y θ13=π/3 para tanβ=

√
3. Con estos valores de θ1i se genera una nueva cota superior a la escala de energı́a f ,

siendo f ≤ 1500 GeV. Este lı́mite es tan necesaria pues hace que las masas de los compañeros del quark top no
sean tan grandes, evitando ası́ recurrir al ajuste fino en el sector del top. Para nuestro estudio, usaremos los valores
hallados para θ1i y tanβ, que es consistente con valores experimentales. Y finalmente, con respecto a la masa del
bosón de Higgs A0, se elegirá para nuestro análisis los dos escenarios ya establecidos para mA0

, esto es, mA0
=500

GeV y mA0
=1000 GeV.

En la actualidad, uno de los colisionadores futuros bastante prometedoras es el colisionador e+e−, esta máquina
ofrece algunas ventajas considerables sobre un colisionador hadrónico como lo es el LHC, especialmente en realizar
mediciones de precisión en el ME [66], ası́ como generar un entorno experimental mucho más limpio. Los estudios
de precisión de los quarks top forman también una parte integral del programa del ILC, ya que está diseñado para
funcionar a

√
s =500 GeV, y a esta energı́a de centro de masas el par de quarks top se produce en numerosas

ocasiones muy por encima de 2mt. Por las razones mencionadas anteriormente, en este presente trabajo se tomará√
q2=

√
s=500 GeV. Para obtener las contribuciones numéricas de las ecuaciones (6.8) - (6.17) al MDMDA del

top, se introducen los valores de los parámetros antes mencionados. Los resultados hallados se muestran en la
Tablas 6.2 y 6.3, para mA0

=500 GeV y mA0
=1000 GeV, respectivamente. En estos casos, los MDMDA del top

tienen dependencia con las escalas de energı́a f y F , ya que están involucrados partı́culas virtuales inherentes al
modelo BLH. En cuanto a estas escalas de energı́a los valores que se le asignaron fueron f=1000 GeV y F=3000
GeV. Las simetrı́as globales en las que se basa el modelo son rotas a estas escalas de energı́a. Con el único fin
de corroborar que nuestros cálculos hallados sean las correctas, en el apéndice C.1 determinamos la contribución
electromagnética al MDMDA del quark top reportado en la Tabla III de [71].

√
q2 = 500 GeV, mA0 = 500 GeV, tanβ =

√
3, f = 1000 GeV, F = 3000 GeV

Aff
(
aWt
)[Aff ]

Z ′tt+ Z ′TT + Z ′T (2/3)T (2/3) + Z ′T5T5 + Z ′T6T6 −1·42× 10−6 − 3·95× 10−8 i

W ′bb+W ′BB 4·01× 10−6 + 1·83× 10−7 i

σtt −1·36× 10−7 − 6·85× 10−8 i

A0tt −2·66× 10−5 − 3·11× 10−5 i

H0tt −2·29× 10−5 − 2·66× 10−5 i

Total −4·70× 10−5 − 5·76× 10−5 i

Tabla 6.2: Contribuciones del MDMDA del top en el modelo BLH para mA0=500 GeV.
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√
q2 = 500 GeV, mA0

= 1000 GeV, tanβ =
√

3, f = 1000 GeV, F = 3000 GeV

Aff
(
aWt
)[Aff ]

Z ′tt+ Z ′TT + Z ′T (2/3)T (2/3) + Z ′T5T5 + Z ′T6T6 −1·42× 10−6 − 3·95× 10−8 i

W ′bb+W ′BB 4·01× 10−6 + 1·83× 10−7 i

σtt −1·38× 10−7 − 6·97× 10−8 i

A0tt −1·26× 10−5 − 9·14× 10−6 i

H0tt −1·22× 10−5 − 8·81× 10−6 i

Total −2·24× 10−5 − 1·79× 10−5 i

Tabla 6.3: Contribuciones del MDMDA del top en el modelo BLH para mA0
=1000 GeV.

6.4. Conclusiones
Es interesante estudiar las propiedades débiles del quark top debido a que es el único fermión en el ME con

un acoplamiento de Yukawa intenso, yt'1, lo que hace del quark top un candidato pertinente para búsqueda de
efectos de nueva fı́sica a la escala de TeV. En este trabajo hemos calculado las diferentes contribuciones al MDMDA
del quark top en el escenario del modelo BLH. Nuestros resultados muestran que la contribución numérica total al
MDMDA es del orden de 10−5. A partir de los datos numéricos proporcionados por las Tablas 6.2 y 6.3, se observa
que el MDMDA parece tener una dependencia casi insignificante con la masa del escalar de HiggsA0. Con respecto
al lı́mite obtenido en este trabajo, está suprimido a un orden de magnitud menor que lo predicho por [71, 72], ellos
obtuvieron 10−4 en el marco del ME. Otro resultado importante de este trabajo fue demostrar que el factor de forma
eléctrico es cero a nivel de un lazo, lo que equivale a que la carga eléctrica del quark top no recibe correcciones
radiativas.

Hasta el momento no hay datos experimentales que confirmen la existencia de las propiedades débiles del quark
top. Sin embargo, están siendo investigados intensamente en los colisionadores como el LHC y el ILC a partir de la
producción de Ztt̄ [64, 67]. En el LHC, en un futuro cercano, el momento dipolar magnético débil del top se espera
sea acotado a |aWt | ≤ 0·15 [64] con 300 fb−1 de datos, aunque podrı́a alcanzar una precisión significativa de hasta
|aWt | ≤ 0·08 [64] cuando esta máquina alcance los 3000 fb−1 de luminosidad integrada. Mientras que en el ILC, se
proyecta que el MDMDA se mida con una precisión de hasta−0·02 < aWt < 0·04 a 95 % C.L. [64, 67] cuando este
colisionador funcione a una energı́a de centro de masa

√
s = 500 GeV y a 500 fb−1 de datos. Quizás solo tengamos

que esperar un poco más de tiempo para que el LHC o futuros colisionadores alcancen la sensibilidad suficiente para
comprobar la veracidad de los lı́mites generados en la literatura del MDMDA del top.
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Apéndice A

A.1. Generadores de SO(6) y SU(2)

T 1
L =

i

2


0 0 0 1 0 0
0 0 1 0 0 0
0 −1 0 0 0 0
−1 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 , T 2
L =

i

2


0 0 1 0 0 0
0 0 0 −1 0 0
−1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 , (A.1)

T 3
L =

i

2


0 1 0 0 0 0
−1 0 0 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 −1 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 , T 1
R =

i

2


0 0 0 −1 0 0
0 0 1 0 0 0
0 −1 0 0 0 0
1 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 , (A.2)

T 2
R =

i

2


0 0 −1 0 0 0
0 0 0 −1 0 0
1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 , T 3
R =

i

2


0 −1 0 0 0 0
1 0 0 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 −1 0 0 0
0 0 0 0 0 0
0 0 0 0 0 0

 . (A.3)

Las matrices de Pauli, τa, son:

τ1 =

(
0 1
1 0

)
, τ2 =

(
0 −i
i 0

)
, τ3 =

(
1 0
0 −1

)
. (A.4)

A.2. Espinores de Weyl
En esta subsección se especifican las notaciones y convenciones usadas para representar un espinor de Weyl

para fermiones. A manera de ejemplo, se proporciona también un lagragiano escrito en términos de los campos de
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Weyl que luego se expresará en términos de los campos de Dirac. Para nuestro propósito, comenzamos definiendo
las matrices gamma en bloques de 2× 2

γµ =

(
0 τµ

τ̄µ 0

)
, γ5 =

(
−1 0
0 1

)
, (A.5)

siendo τ0 = τ̄0 = 12 y τa = −τ̄a, τa son las matrices de Pauli. En la representación de Weyl, un espinor de Dirac
de cuatro componentes se puede escribir en términos de 2 componentes de la siguiente forma

ΨD =

(
ξα
χ†α̇

)
, Ψ†D =

(
(ξα)† (χ†α̇)†

)
=
(
ξ†α̇ χα

)
, (A.6)

donde los campos ξα y χ†α̇ denotan el espinor de Weyl izquierdo y espinor de Weyl derecho, respectivamente. Los
dos ı́ndices de los espinores, α y α̇, toman los valores 1 y 2.

Ahora, consideremos el lagrangiano siguiente en la base de Weyl,

L = iξ†τ̄µ∂µξ + iχ†τµ∂µχ, (A.7)

los términos de la ecuación (A.7) se pueden reorganizar de la siguiente manera si usamos las ecuaciones (A.5) y
(A.6),

(
ξ†α̇ χα

)( 0 1
1 0

)(
0 τµαα̇

τ̄µαα̇ 0

)(
∂µξα
∂µχ

†α̇

)
=
(
ξ†α̇ χα

)( τ̄µαα̇ 0
0 τµαα̇

)(
∂µξα
∂µχ

†α̇

)
= ξ†α̇τ̄

µαα̇∂µξα + χατµαα̇∂µχ
†α̇

= ξ†τ̄µ∂µξ + χ†τµ∂µχ. (A.8)

Por lo tanto, con la relación anterior podemos expresar el lagrangiano de la ecuación (A.7) en términos de espinores
de Dirac, o más aún en términos de los operadores de proyección quiral,

L = iΨ̄Dγ
µ∂µΨD,

= iΨ̄DLγ
µ∂µΨDL + iΨ̄DRγ

µ∂µΨDR, (A.9)

donde Ψ̄D = Ψ†γ0. De acuerdo a las ecuaciones (A.7) y (A.9), para convertir un campo fermiónico en notación de
Weyl a notación de Dirac se puede hacer a través de la relación siguiente

ξ†τ̄µξ = Ψ̄DLγ
µΨDL, χ†τµχ = Ψ̄DRγ

µΨDR. (A.10)

En la ecuación (4.70), ξ corresponde a los componentes de los multipletes Q y Q′ mientras que χ corresponde a los
componentes de U c, U ′c5 y U cb .
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A.3. Eigenestados de masa

En esta sección enumeramos las relaciones encontradas entre los eigenestados de norma del BLH y los eigenes-
tados de masa.

A1
1µ =

1√
2

((
cos θg cos θ′′ − cos θw sin θgxsv2

f2 + F 2

)
(W−µ +W+

µ )

+
(

sin θg cos θ′′ +
cos θg cos θwxsv2

f2 + F 2

)
(W ′−µ +W ′+µ )

)
, (A.11)

A2
1µ =

i√
2

((
cos θg cos θ′′ − cos θw sin θgxsv2

f2 + F 2

)
(−W−µ +W+

µ )

+
(

sin θg cos θ′′ +
cos θg cos θwxsv2

f2 + F 2

)
(−W ′−µ +W ′+µ )

)
, (A.12)

A3
1µ = cos θg sin θw Aµ +

(
cos θg cos θw cos θ′ − sin θg xsv2

f2 + F 2

)
Z0
µ

+
(

sin θg cos θ′ +
cos θg cos θw xsv2

f2 + F 2

)
Z ′µ, (A.13)

A1
2µ =

1√
2

((
sin θg cos θ′′ +

cos θw cos θgxsv2

f2 + F 2

)
(W−µ +W+

µ )

−
(

cos θg cos θ′′ − sin θg cos θwxsv2

f2 + F 2

)
(W ′−µ +W ′+µ )

)
, (A.14)

A2
2µ =

i√
2

((
sin θg cos θ′′ +

cos θw cos θgxsv2

f2 + F 2

)
(−W−µ +W+

µ )

−
(

cos θg cos θ′′ − sin θg cos θwxsv2

f2 + F 2

)
(−W ′−µ +W ′+µ )

)
, (A.15)

A3
2µ = sin θg sin θw Aµ +

(
sin θg cos θw cos θ′ +

cos θg xsv2

f2 + F 2

)
Z0
µ

+
(

cos θg cos θ′ − sin θg cos θw xsv2

f2 + F 2

)
Z ′µ, (A.16)

B3µ = cos θw Aµ − sin θw cos θ′Z0
µ −

sin θw xsv2

f2 + F 2
Z ′µ. (A.17)

Qa1 =(y1Qu + y2q31)/
√
y2

1 + y2
2 , (A.18)

Q′a1 =(y2Qu − y1q31)/
√
y2

1 + y2
2 , (A.19)

Qa2 =(y1Qd + y2q32)/
√
y2

1 + y2
2 , (A.20)

Q′a2 =(y2Qd − y1q32)/
√
y2

1 + y2
2 , (A.21)

Qb1 =Q
5/3
b , (A.22)

Qb2 =Q
2/3
b , (A.23)
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Ua1 =− Ud, (A.24)
Ua2 =Ua, (A.25)

Ub1 =U
2/3
b , (A.26)

Ub2 =− U5/3
b , (A.27)

U c5 =(y1Uq5 + y3u3)/
√
y2

1 + y2
3 , (A.28)

U ′c5 =(y3Uq5 − y1u3)/
√
y2

1 + y2
3 . (A.29)

q31 = t− v

f

( 2y2cosβ√
y2

1 + y2
2

)
T6 −

v

f

( y2(2y2
1 − y2

3)sinβ√
y2

1 + y2
2(y2

1 + y2
3)

)
T5 −

v2

f2

(y2(cos 2β − 3)√
y2

1 + y2
2

)
T

2/3
b

− v2

f2

(
y2

2

(
8y4

1 + 4(1 + 3 cos 2β)y2
1y

2
3 + (5 + 3 cos 2β)y4

3

)
4(y2

1 + y2
2)(y2

1 + y2
3)2

)
t− v2

f2

( y1y2

2(y2
1 + y2

2)2(y2
2 − y2

3)

)
×
(

2y2
1

(
2y2

2 + (1− 3 cos 2β)y2
3

)
+ y2

2

(
4y2

2 + (3 cos 2β − 7)y2
3

))
T, (A.30)

q32 = b, (A.31)

Qu =T − v

f

( 2y1cosβ√
y2

1 + y2
2

)
T6 −

v

f

( y1(2y2
2 + y2

3) sinβ√
y2

1 + y2
2(y2

2 − y2
3)

)
T5 −

v2

f2

(y1(cos 2β − 3)√
y2

1 + y2
2

)
T

2/3
b

− v2

f2

(y2
1

(
8y4

2 − 4y2
2y

2
3(1 + 3 cos 2β) + y4

3(5 + 3 cos 2β)
)

4(y2
1 + y2

2)(y2
2 − y2

3)2

)
T

v2

f2

( y1y2

2(y2
1 + y2

2)2(y2
1 + y2

3)

)(
4y2

1 + 2y2
2y

2
3(3 cos 2β − 1) + y2

1

(
4y2

2 + (7− 3 cos 2β)y2
3

))
t, (A.32)

Q
2/3
b =T

2/3
b +

v

f
(sinβ)T5 −

v2

f2

( sin2 β

2

)
T

2/3
b − v2

f2

(
y2

(
2y2

1 + (2 + 3 sin2 β)y2
3

)√
y2

1 + y2
2(y2

1 + y2
3)

)
t

+
v2

f2

(
y1

(
− 2y2

2 + (2 + 3 sin2 β)y3
2

)√
y2

1 + y2
2(y2

2 − y2
3)

)
T, (A.33)

Q5 =T5 −
v

f
(sinβ)T

2/3
b +

v

f

(
y2(2y2

1 − y2
3)sinβ√

y2
1 + y2

2(y2
1 + y2

3)

)
t+

v

f

(
y1(2y2

2 + y2
3)sinβ√

y2
1 + y2

2(y2
2 − y2

3)

)
T

+
v2

f2
(3 cosβsinβ)T6 +

v2

f2

( sin2 β

2(y2
2 − y2

3)2(y2
1 + y2

3)2

)
×
(

2y4
3(y2

2 − y2
3)2 + y4

1(5y4
2 + 2y2

2y
2
3 + 2y4

3) + y2
1(−2y4

2y
2
3 + 7y2

2y
4
3 + 4y6

3)

)
T5, (A.34)

Q6 =T6 +
v

f

(
2y1cosβ√
y2

1 + y2
2

)
T +

v

f

(
2y2cos 2β√
y2

1 + y2
2

)
t− v2

f2
(2 cos2 β)T6

− v2

f2

((
y2

3(y2
2 − y2

3) + y2
1(7y2

2 − y2
3)
)
cosβsinβ

(y2
1 + y2

3)(y2
2 − y2

3)

)
T5, (A.35)

Qd =B, (A.36)

Q
5/3
b =T

5/3
b , (A.37)
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u3 = t− v

f

(
2 y3sinβ√
y2

1 + y2
3

)
T

2/3
b − v

f

(
y3 sinβ(2y2

1 − y2
2)√

y2
1 + y2

3(y2
1 + y2

2)

)
T − v2

f2

(
y2

3 sin2 β(8y4
1 + 4y2

1y
2
2 + 5y4

2)

2(y2
1 + y2

2)2(y2
1 + y2

3)

)
t

+
v2

f2

(
6 y3sinβcosβ√

y2
1 + y2

3

)
T6 −

v2

f2

(
y1y3 sin2 β

(
− 7y2

2y
2
3 + 4y4

3 + 2y2
1(y2

2 + 2y2
3)
)

(y2
1 + y2

3)2(−y2
2 + y2

3)

)
T5, (A.38)

Uu =T − v

f
(cosβ)T6 +

v

f

(
y3 sinβ(2y2

1 − y2
2)

2(y2
1 + y2

2)2(y2
1 + y2

3)

)
t+

v

f

(
y1 sinβ(y2

2 + 2y2
3)√

y2
1 + y2

3(−y2
2 + y2

3)

)
T5

+
v2

f2

(
1 + 4sin2 β

2

)
T

2/3
b +

v2

f2

(
1

4(y2
1 + y2

2)2(y2
2 − y2

3)2

)
×
(
− 2y4

2(y2
2 − y2

3)2 + y4
1

(
− 2y4

2 + 2y2
2y

2
3(−1 + 3 cos 2β) + y4

3(−5 + 3 cos 2β)
)

− y2
1y

2
2

(
4y4

2 − y2
2y

2
3(−7 + 15 cos 2β) + 2y4

3(−1 + 3 cos 2β)
))

T, (A.39)

U
2/3
b =T

2/3
b +

v

f

(
2 y1sinβ√
y2

1 + y2
3

)
T5 +

v

f

(
2 y3 sinβ√
y2

1 + y2
3

)
t− v2

f2
(2 sin2 β)T

2/3
b

− v2

f2

(
y4

2 − y2
2y

2
3 + y2

1

(
y2

2 + y2
3(−7 + cos 2β)

)
2(y2

1 + y2
2)(y2

2 − y2
3)

)
T, (A.40)

Uq5 =T5 +
v

f

(
2 y1sinβ√
y2

1 + y2
3

)
T

2/3
b +

v

f

(
2 y3sinβ√
y2

1 + y2
3

)
t+

v2

f2

(
6 y1sinβcosβ√

y2
1 + y2

3

)
T6

− v2

f2

(
y2

1sin2 β(5y4
2 − 4y2

2y
2
3 + 8y4

3)

2(y2
2 − y2

3)(y2
1 + y2

3)

)
T5 −

v2

f2

(
y1y3 sin2 β

(
4y4

1 − 2y2y
2
3 + y2

1(7y2
2 + 4y2

3)
)

(y2
1 + y2

2)(y2
1 + y2

3)2

)
t,

(A.41)

U6 =T6 +
v

f
(cosβ)T − v2

f2

(
cos2 β

2

)
T6 −

v2

f2

(
y3 sinβ cosβ(4y2

1 + 7y2
2)

(y2
1 + y2

2)
√
y2

1 + y2
3

)
t

+
v2

f2

(
y1 sinβ cosβ(7y2

2 − 4y2
3)√

y2
1 + y2

3(−y2
2 + y2

3)

)
T5, (A.42)

Ud =B, (A.43)

U
5/3
b =T

5/3
b . (A.44)

Se utilizan también las siguientes notaciones simplificadas:

xs =
1

2 cos θw
sin θgcos θg(sin2 θg − cos2 θg), (A.45)

cos θ′ = 1− 1

2

v2

f2 + F 2
, (A.46)

cos θ′′ = 1− 1

2

xsv
2

f2 + F 2
cos θw, (A.47)

tan θw =
gY
g
. (A.48)



Apéndice B

B.1. Reglas de Feynman
En este apartado proporcionamos algunas reglas de Feynman del modelo BLH hasta O( 1

f ), debido a que las
expresiones después de éste orden se hacen bastante grandes, por esta razón no fueron incluidas en esta tesis.
Algunas de las notaciones breves que se utilizaron son: sα=sinα, cα=cosα, sβ=sinβ, cβ=cosβ, Y1,2=

√
y2

1 + y2
2 ,

Y1,3=
√
y2

1 + y2
3 , Y 2

2,3=
(
y2

2 − y2
3

)
, y Y 2

3,2=
(
y2

3 − y2
2

)
. PL y PR son los conocidos operadores de quiralidad.

Interacciones Reglas de Feynman Interacciones Reglas de Feynman

σt̄t −cβvyt√
2f

σt̄LT5R
cβvy2(2y2

1 + 5y2
3)√

2f Y1,2Y1,3

σt̄LT6R −
√

2sβvy1y2(y2
1 − 2y2

3)

f Y1,2Y 2
1,3

σT̄LtR
cβvy3(y2

2 − 2y2
1)√

2f Y1,2Y1,3

σT̄LT5R
cβvy1(3y2

1 + y2
2 + 5y2

3)√
2f Y1,2Y1,3

σT̄LT6R −sβv(y4
2 − y2

3y
2
2 + 3y2

1(y2
2 + y2

3))√
2f Y1,2(y2

2 − y2
3)

σT̄
(2/3)
L tR −

√
2cβvy3y1

f Y1,3
σT̄

(2/3)
L T5R

cβv(y2
3 − y2

1)√
2f Y1,3

σT̄
(2/3)
L T6R

3sβvy1√
2f

σT̄5LTR −3cβvy1√
2f

σT̄5LT
(2/3)
R −cβvy1√

2f
σT̄5LT6R −

√
2y1

σT̄6LtR
2
√

2sβvy3

f
σT̄6LTR

sβvy1√
2f

σT̄6LT
(2/3)
R

5sβvy1√
2f

σT̄6LT5R

√
2Y1,3

σb̄b −cβvyb√
2f

Tabla B.1: Vértice trilineal que involucran a un escalar σ y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

H0t̄t 3sαyt −
2sαsβy2y3(y2

3 − 2y2
1)

f Y1,2Y 2
1,3

H0T̄ T
sαsβvy

2
1

(
y6

2 + 3y2
3y

4
2 − 7y4

3y
2
2 − y4

1

(
y2

2 + 2y2
3

)
+ y2

1

(
2y4

3 − 8y2
2y

2
3

))
f Y 3

1,2Y
2
1,3(y2

2 − y2
3)

H0T̄
(2/3)T (2/3) vy1

f

(
−cαcβ +

4sαsβ(y2
1 − y2

3)

Y 2
1,3

)

H0T̄5T5
9sαsβvy

2
1y

2
2y

2
3

f (y2
2 − y2

3)Y 3
1,3

H0T̄6T6 −cαcβvy1

f

H0t̄LTR −sαsβvy1y2

(
2y4

1 +
(
2y2

2 + 5y2
3

)
y2

1 − 4y2
2y

2
3

)
f Y 3

1,2Y
2
1,3

H0t̄LT
(2/3)
R

vy1y2

(
sαsβ

(
2y2

1 − 7y2
3

)
+ 2cαcβ

(
y2

1 + y2
3

))
f Y1,2Y 2

1,3

H0t̄LT5R

sαy2

(
2y2

1 − y2
3

)
Y1,2Y1,3

H0t̄LT6R −2cαy1y2

Y1,2

H0T̄LtR
sα
(
2y2

1 − y2
2

)
y3

Y1,2Y1,3
+

2sαsβvy1

(
y2

1 − y2
2 − y2

3

)
y3

f Y1,2Y 2
1,3

H0T̄LT
(2/3)
R

v

f Y1,2

(
cαcβ

(
y2

1 − y2
2

)
+
sαsβ

((
y2

2 − 4y2
3

)
y4

1 −
(
y4

2 + 6y2
3y

2
2 − 4y4

3

)
y2

1 + 3y2
2y

2
3

(
y2

2 − y2
3

))
(y2

2 − y2
3)Y 2

1,3

)

H0T̄LT5R

sαy1

(
y2

1 − y2
2 − y2

3

)
Y1,2Y1,3

H0T̄LT6R

cα
(
y2

2 − y2
1

)
Y1,2

H0T̄
(2/3)
L tR 2sαy3

(
y1

Y1,3
+
sβv

(
y2

1 − y2
3

)
f Y 2

1,3

)

H0T̄
(2/3)
L TR

2vy1

f

(
sαsβ − cαcβ −

sαsβ
(
2y2

1 − y2
2

)
y2

3

Y 2
1,2Y

2
1,3

)

H0T̄
(2/3)
L T5R

sα
(
y2

1 − y2
3

)
Y1,3

H0T̄
(2/3)
L T6R −cαy1

H0T̄5LtR
sαsβvy1y3

2f Y 4
1,2Y

3
1,3 (y2

3 − y2
2)

(
4
(
2y2

2 + y2
3

)
y6

1 + 2
(
8y4

2 − y2
3y

2
2 + 2y4

3

)
y4

1 + ...
)

H0T̄5LTR −sαy1

H0T̄5LT
(2/3)
R −sαy1

H0T̄5LT6R
vy1

f

(
2cβsα +

3cαsβ
(
y2

1 − 2y2
2 + y2

3

)
y2

3

(y2
2 − y2

3)Y 2
1,3

)

Tabla B.2: Vértices que involucran a un escalar S=H0, A0, h0 y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

H0T̄6LtR
vy1y3

(
cαsβ

(
4y6

1 + 4
(
2y2

2 + y2
3

)
y4

1 + 2
(
2y4

2 + 4y2
3y

2
2 + Y1,3

)
y2

1 + 4y4
2y

2
3 − y2

2Y1,3

)
− 8cβsαY

4
1,2Y

2
1,3

)
2f Y 4

1,2Y
3
1,3

H0T̄6LTR cαy1

H0T̄6LT
(2/3)
R cαy1

H0T̄6LT5R

v
(
cαsβ

(
3y2

1 + y2
2 − y2

3

)
y2

3 + cβsα
(
y2

1 − 3y2
3

) (
y2

2 − y2
3

))
f Y1,3 (y2

3 − y2
2)

A0t̄t icβyt −
2icβsβvy2y3

(
y2

3 − 2y2
1

)
f Y1,2Y 2

1,3

A0T̄ T − icβsβvy
2
1

((
y2

2 + 2y2
3

)
y4

1 +
(
8y2

2y
2
3 − 2y4

3

)
y2

1 − y2
2

(
y4

2 + 3y2
3y

2
2 − 7y4

3

))
f Y 3

1,2Y
2
1,3 (y2

2 − y2
3)

A0T̄
(2/3)T (2/3) − icβsβvy1

(
3y2

1 − 5y2
3

)
f Y 2

1,3

A0T̄5T5
i9cβsβvy

2
1y

2
2y

2
3

f (y2
2 − y2

3)Y 3
1,3

A0T̄6T6
icβsβvy1

f

A0b̄b −icβyb

A0t̄LTR − icβsβvy1y2

(
2y4

1 +
(
2y22 + 5y2

3

)
y2

1 − 4y22y2
3

)
f Y 3

1,2Y
2
1,3

A0t̄LT
(2/3)
R

icβsβvy1y2

(
4y2

1 − 11y2
3

)
f Y1,2Y 2

1,3

A0t̄LT5R

icβy2

(
2y2

1 − y2
3

)
Y1,2Y1,3

A0t̄LT6R −2isβy1y2

Y1,2

A0T̄LtR
icβ
(
2y2

1 − y2
2

)
y3

Y1,2Y1,3
+

2icβsβvy1

(
y2

1 − y2
2 − y2

3

)
y3

f Y1,2Y 2
1,3

A0T̄LT
(2/3)
R

icβsβv
((

2y2
2 + y2

3

)
y4

1 +
(
−2y4

2 − 4y2
3y

2
2 + 9y4

3

)
y2

1 + 2y2
2y

2
3

(
y2

2 − y2
3

))
f Y1,2Y 2

1,3 (y2
2 − y2

3)

A0T̄LT5R

icβy1

(
y2

1 − y2
2 − y2

3

)
Y1,2Y1,3

A0T̄LT6R − isβ
(
y2

1 − y2
2

)
Y1,2

A0T̄
(2/3)
L tR −2icβy1y3

Y1,3
+

2icβsβvy3

(
y2

3 − y2
1

)
f Y 2

1,3

A0T̄
(2/3)
L TR

2icβsβvy
3
1

(
y2

1 + y2
2 + 3y2

3

)
f Y 2

1,2Y
2
1,3

A0T̄
(2/3)
L T5R − icβ

(
y2

1 − y2
3

)
Y1,3

Tabla B.3: Vértices que involucran a un escalar S=H0, A0, h0 y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

A0T̄
(2/3)
L T6R isβy1

A0T̄5LtR
icβsβvy1y3

2f Y 2
1,2Y

3
1,3 (y2

3 − y2
2)

(
4
(
2y2

2 + y2
3

)
y6

1 + 2
(
8y4

2 − y2
3y

2
2 + 2y4

3

)
y4

1 + ...
)

A0T̄5LTR −icβy1

A0T̄5LT
(2/3)
R icβy1

A0T̄5LT6R
ivy1

f

(
c2β +

3s2
βy

2
2

(
y2

1 − y2
3

)
(y2

2 − y2
3)Y 2

1,3

)

A0T̄6LtR − ivy1y3

2f Y 4
1,2Y

3
1,3

((
4y6

1 + 4
(
2y2

2 + y2
3

)
y4

1 +
(
4y4

2 + 8y2
3y

2
2 − 2Y1,3

)
y2

1 + y2
2

(
4y2

2y
2
3 + Y1,3

))
s2
β + 8c2βY

4
1,2Y

2
1,3

)
A0T̄6LTR isβy1

A0T̄6LT
(2/3)
R −isβy1

A0T̄6LT5R

iv
(

2
(
y2

1 − y2
3

) (
y2

2 − y2
3

)
c2β + 3s2

βy
2
1y

2
2

)
f Y1,3 (y2

3 − y2
2)

h0T̄ T
cαsβvy

2
1

((
y2

2 + 2y2
3

)
y4

1 +
(
8y2

2y
2
3 − 2y4

3

)
y2

1 − y2
2

(
y4

2 + 3y2
3y

2
2 − 7y4

3

))
f Y 3

1,2 (y2
2 − y2

3)Y 2
1,3

h0T̄5T5
9cαsβvy

2
1y

2
2y

2
3

f Y 3
1,3 (y2

3 − y2
2)

h0T̄6T6 −cβsαvy1

f

h0t̄LTR
cαsβvy1y2

(
2y4

1 +
(
2y2

2 + 5y2
3

)
y2

1 − 4y2
2y

2
3

)
f Y 3

1,2Y
2
1,3

h0t̄LT
(2/3)
R

vy1y2

(
2cβsαY

2
1,3 + cαsβ

(
7y2

3 − 2y2
1

))
f Y1,2Y 2

1,3

h0t̄LT5R

cαy2

(
y2

3 − 2y2
1

)
Y1,2Y1,3

h0t̄LT6R −2sαy1y2

Y1,2

h0T̄
(2/3)
L tR

2cαsβvy3

(
y2

3 − y2
1

)
f Y 2

1,3

− 2cαy1y3

Y1,3

h0T̄
(2/3)
L TR

2vy1

f

(
cαsβ

(
2y2

1 − y2
2

)
y2

3

Y 2
1,2Y

2
1,3

− cβsα − cαsβ
)

h0T̄
(2/3)
L T5R

cα
(
y2

3 − y2
1

)
Y1,3

h0T̄
(2/3)
L T6R −sαy1

Tabla B.4: Vértices que involucran a un escalar S=H0, A0, h0 y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

h0T̄5LtR − cαsβvy1y3

2f Y 4
1,2Y

3
1,3 (y2

3 − y2
2)

(
4
(
2y2

2 + y2
3

)
y6

1 + 2
(
8y4

2 − y2
3y

2
2 + 2y4

3

)
y4

1 + ...
)

h0T̄5LTR cαy1

h0T̄5LT
(2/3)
R cαy1

h0T̄5LT6R
vy1

f

(
−2cαcβ +

3sαsβy
2
3

(
y2

1 − 2y2
2 + y2

3

)
(y2

2 − y2
3) (y2

1 + y2
3)

)

h0T̄6LtR
vy1y3

2f Y 3
1,3

(
8cαcβY

2
1,3 +

sαsβ
(
4y6

1 + 4
(
2y2

2 + y2
3

)
y4

1 + 2
(
2y4

2 + 4y2
3y

2
2 + Y1,3

)
y2

1 + 4y4
2y

2
3 − y2

2Y1,3

)
Y 4

1,2

)

h0T̄6LTR sαy1

h0T̄6LT
(2/3)
R sαy1

h0T̄6LT5R

v
(
sαsβ

(
3y2

1 + y2
2 − y2

3

)
y2

3 + cαcβ
(
y2

1 − 3y2
3

) (
y2

3 − y2
2

))
f Y1,3 (y2

3 − y2
2)

Tabla B.5: Vértices que involucran a un escalar S=H0, A0, h0 y dos fermiones.

Interacciones Reglas de Feynman Interacciones Reglas de Feynman

Aµt̄t 2
3 ieγ

µ AµT̄ T 2
3 ieγ

µ

AµT̄ (2/3))T (2/3) 2
3 ieγ

µ AµT̄5T5
2
3 ieγ

µ

AµT̄6T6
2
3 ieγ

µ AµT̄ (5/3)T (5/3) 5
3 ieγ

µ

AµB̄B − 1
3 ieγ

µ Aµb̄b − 1
3 ieγ

µ

Tabla B.6: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

Aµt̄T −igsW γµ
(
y1y2

6Y 2
1,2

PL +
sβv

(
2y2

1 − y2
2

)
y3

(
8y4

1 + 8y2
1Y

2
2,3 + 8y2

2y
2
3 − 3Y1,3

)
12f Y 4

1,2Y
3
1,3

PR

)

Aµt̄T5
igsW sβv

6f
γµ

(
8y3

Y1,3
PR +

y2

(
y4

3 − y2
2y

2
3 + y2

1

(
2y2

2 + y2
3

))
Y1,2 (y2

2 − y2
3)Y 2

1,3

PL

)

Aµt̄T6
igcβsW vy2

3f Y1,2
γµPL

Aµt̄T (2/3) − i7gsW sβvy3

3f Y1,3
γµPR

Aµb̄B − igsW y1y2

6 Y 2
1,2

γµPL

AµT̄ t −igsW γµ
(
y1y2

6Y 2
1,2

PL +
sβv

(
2y2

1 − y2
2

)
y3

(
8y4

1 + 8Y 2
2,3y

2
1 + 8y2

2y
2
3 − 3Y1,3

)
12f Y 4

1,2Y
3
1,3

PR

)

AµT̄ T5
igsW sβvy1

f
γµ

((
y4

3 − y2
2y

2
3 + y2

1

(
2y2

2 + y2
3

))
6Y1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL +

(
y2

2 + 2y2
3

)
2Y1,3Y 2

3,2

PR

)

AµT̄ T6
igcβsW v

f
γµ
(

1

6
PR +

y1

3Y1,2
PL

)
AµT̄ (2/3)t −7igsW sβvy3

3f Y1,3
γµPR

AµT̄ (2/3)T5 − igsW sβv
6f

γµ
(

7PL −
2y1

Y1,3
PR

)
AµT̄5t

igsW sβv

6f
γµ

(
8y3

Y1,3
PR +

y2

(
y4

3 − y2
2y

2
3 + y2

1

(
2y2

2 + y2
3

))
Y1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

AµT̄5T
igsW sβvy1

f
γµ

((
y2

2 + 2y2
3

)
2Y1,3Y 2

3,2

PR +

(
y4

3 − y2
2y

2
3 + y2

1

(
2y2

2 + y2
3

))
6Y1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

AµT̄5T
(2/3) − igsW sβv

6f
γµ
(

7PL −
2y1

Y1,3
PR

)
AµT̄6t

igcβsW vy2

3f Y1,2
γµPL

AµT̄6T
igcβsW v

f
γµ
(

1

6
PR +

y1

3Y1,2
PL

)
AµB̄b − igsW y1y2

6 Y 2
1,2

γµPL

Tabla B.7: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman Interacciones Reglas de Feynman

Zµt̄t
ig

4cW
γµ(1− 8

3
s2
W − γ5) ZµT̄ T

ig

2cW
(1− 4

3
s2
W )γµ

ZµT̄ (2/3)T (2/3) − ig

2cW
(1 +

4

3
s2
W )γµ ZµT̄5T5 −2igs2

W

3cW
γµ

ZµT̄6T6 −2igs2
W

3cW
γµ ZµT̄ (5/3)T (5/3) ig

2cW
(1− 10

3
s2
W )γµPL

ZµB̄B − ig

2cW
(1− 2

3
s2
W )γµ Zµb̄b

ig

4cW
γµ(−1 +

4

3
s2
W + γ5)

Tabla B.8: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

Zµt̄T
ig

6cW
γµ

(
y1y2s

2
W

Y 2
1,2

PL +
sβv

(
2y2

1 − y2
2

)
y3

(
3c2WY1,3 + 8s2

WY
2
1,2Y

2
1,3

)
2f Y 4

1,2Y
3
1,3

PR

)

Zµt̄T (2/3)
igsβvy3

(
7s2
W − 3

)
3cW fY1,3

γµPR

Zµt̄T5 − igsβv
6cW f

γµ

(
8y3s

2
W

Y1,3
PR +

y2

((
2
(
s2
W + 3

)
y2

2 +
(
s2
W − 6

)
y2

3

)
y2

1 +
(
s2
W + 3

)
y2

3Y
2
3,2

)
Y1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

Zµt̄T6 − igcβvy2

(
3 + s2

W

)
3cW f Y1,2

γµPL

ZµT̄ t
ig

6cW
γµ

(
y1y2s

2
W

Y 2
1,2

PL +
sβv

(
2y2

1 − y2
2

)
y3

(
3c2WY1,3 + 8s2

WY
2
1,2Y

2
1,3

)
2f Y 4

1,2Y
3
1,3

PR

)

ZµT̄ T5
igsβvy1

f
γµ

(
cW
(
y2

2 + 2y2
3

)
2Y1,3Y 2

3,2

PR −
(
3Y 2

1,3

(
2y2

2 + y2
3

)
c2W + s2

W

(
4y4

3 + 5y2
2y

2
3 + 4y2

1

(
2y2

2 + y2
3

)))
6cWY1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

ZµT̄ T6 − igcβv
3cW f

γµ

(
1

2

(
3 + s2

W

)
PR +

y1

(
3 + s2

W

)
Y1,2

PL

)

ZµT̄ (2/3)t − igsβvy3

(
3− 7s2

W

)
3cW fY1,3

γµPR

ZµT̄ (2/3)T5 − igsβv
3cW f

γµ

((
3− 7s2

W

)
2

PL +

(
3 + s2

W

)
y1

Y1,3
PR

)

ZµT̄5t − igsβv
6cW f

γµ

(
8y3s

2
W

Y1,3
PR +

y2

((
2
(
s2
W + 3

)
y2

2 +
(
s2
W − 6

)
y2

3

)
y2

1 +
(
s2
W + 3

)
y2

3Y
2
3,2

)
Y1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

ZµT̄5T
igsβvy1

f
γµ

(
cW
(
y2

2 + 2y2
3

)
2Y1,3Y 2

3,2

PR −
(
3Y 2

1,3

(
2y2

2 + y2
3

)
c2W + s2

W

(
4y4

3 + 5y2
2y

2
3 + 4y2

1

(
2y2

2 + y2
3

)))
6cWY1,2Y 2

2,3Y
2
1,3

PL

)

ZµT̄5T
(2/3) igsβv

6cW fY1,3
γµ
((

7s2
W − 3

)
Y1,3PL − 2

(
s2
W + 3

)
y1PR

)
ZµT̄6t − icβg

(
3 + s2

W

)
vy2

3cW fY1,2
γµPL

ZµB̄b
igs2

W y1y2

6cWY 2
1,2

γµPL

Zµb̄B
igs2

W y1y2

6cWY 2
1,2

γµPL

Tabla B.9: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman Interacciones Reglas de Feynman

Z ′µt̄t
1

2
igγµPL Z ′µT̄ T −1

2
igγµ.γ5

Z ′µT̄ (2/3)T (2/3) 1
2 igγ

µ.γ5 Z ′µT̄ (5/3)T (5/3) −1

2
igγµ.γ5

Z ′µB̄B
1

2
igγµ.γ5 Z ′µb̄b −1

2
igγµPL

Tabla B.10: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

Z ′µt̄T − igsβv
(
2y2

1 − y2
2

)
y3

4fY 4
1,2Y

2
1,3

γµPR

Z ′µt̄T (2/3) igsβvy3

fY1,3
γµPR

Z ′µt̄T5 − igsβvy2

(
2y2

1 − y2
3

)
2fY1,2Y 2

1,3

γµPL

Z ′µt̄T6 − icβgvy2

fY1,2
γµPL

Z ′µT̄ t − igsβv
(
2y2

1 − y2
2

)
y3

4fY 4
1,2Y

2
1,3

γµPR

Z ′µT̄ T5
igsβvy1

2f
γµ

(
−
(
2y2

2 + y2
3

)
Y1,2Y 2

2,3

PL −
(
y2

2 + 2y2
3

)
Y1,3Y 2

3,2

PR

)

Z ′µT̄ T6
igcβv

f
γµ
(
− y1

Y1,2
PL +

1

2
PR

)
Z ′µT̄ (2/3)t

igsβvy3

fY1,3
γµPR

Z ′µT̄ (2/3)T5
igsβv

f
γµ
(
−1

2
PL +

y1

Y1,3
PR

)
Z ′µT̄5t − igsβvy2

(
2y2

1 − y2
3

)
2fY1,2Y 2

1,3

γµPL

Z ′µT̄5T
igsβvy1

2f
γµ

(
−
(
2y2

2 + y2
3

)
Y1,2Y 2

2,3

PL −
(
y2

2 + 2y2
3

)
Y1,3Y 2

3,2

PR

)

Z ′µT̄5T
(2/3) igsβv

f
γµ
(
−1

2
PL +

y1

Y1,3
PR

)
Z ′µT̄6t − icβgvy2

fY1,2
γµPL

Z ′µT̄6T
igcβv

f
γµ
(
− y1

Y1,2
PL +

1

2
PR

)
Tabla B.11: Vértices que involucran a un boson y dos fermiones.
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Interacciones Reglas de Feynman

W+
µ t̄b

ig√
2
γµPL

W+
µ T̄B

ig√
2
γµPL

W+
µ T̄

5/3T 2/3 ig√
2
γµPL

W+
µ T̄

5/3T 5 ig sβ v√
2 f

γµPL

W+
µ T̄

5B − ig sβ v y1(2y22+y23)√
2 f Y12(y22−y23)

γµPL

W+
µ T̄

5b − ig sβ v y2(2y21−y
2
3)√

2 f Y12Y 2
13

γµPL

W+
µ T̄

6B − i
√

2 g cβ v y1
f Y12

γµPL

W+
µ T̄

6b − i
√

2 g cβ v y2
f Y12

γµPL

W+
µ t̄T

5/3 i
√

2 g sβ v y3
f Y13

γµPR

W+
µ B̄t

ig sβ v (2y21−y
2
2) y3

2
√

2 f Y 4
12Y

2
13

γµPR

W+
µ B̄T

ig√
2
γµPR

W+
µ B̄T

5 − ig sβ v y1(y22+2y23)√
2 f Y13(y22−y23)

γµPR

W+
µ B̄T

6 − ig cβ v√
2 f

γµPR

W+
µ T̄

2/3T 5/3 ig√
2
γµPR

W+
µ T̄

5T 5/3 i
√

2 g sβ v y1
f Y13

γµPR

Tabla B.12: Interacciones que involucra el bosón W+ y dos fermiones en el BLH.



B. Apéndice B 79

Interacciones Reglas de Feynman

W ′+µ t̄b
ig sg√

2 cg
γµPL

W ′+µ T̄B
ig sg√

2 cg
γµPL

W ′+µ T̄ 5/3T 5 ig sg sβ v√
2 cg f

γµPL

W ′+µ T̄ 5/3T 2/3 ig sg√
2 cg

γµPL

W ′+µ T̄ 5B − ig sg sβ v y1(2y22+y23)√
2 cg f Y12(y22−y23)

γµPL

W ′+µ T̄ 5b − ig sg sβ v y2(2y21−y
2
3)√

2 cg f Y12Y 2
13

γµPL

W ′+µ T̄ 6B − i
√

2 g sg cβ v y1
cg f Y12

γµPL

W ′+µ T̄ 6b − i
√

2 g sg cβ v y2
cg f Y12

γµPL

W ′+µ t̄T 5/3 − i
√

2 g cg sβ v y3
sg f Y13

γµPR

W ′+µ B̄t − ig cg sβ v (2y21−y
2
2) y3

2
√

2 sg f Y 4
12Y

2
13

γµPR

Tabla B.13: Interacciones que involucra el bosón W ′+ y dos fermiones en el BLH.



Apéndice C

C.1. Momento dipolar magnético débil del top mediado por un fotón
Con la finalidad de comprobar nuestros cálculos, se reproducirá el valor reportado en [71] de la contribución electromagnética

al momento dipolar magnético débil del top. En la figura 6.1 la partı́cula mediadora, A, hace el papel del fotón mientras que f
denotará el quark top. Algo muy importante que se debe tomar en cuenta en este cálculo, son las condiciones cinemáticas. Ası́,
los quarks top externos estarán en capa de masa mientras que el bosón Z estará fuera de ella. La energı́a de centro de masa que se
usará para encontrar el valor numérico es

√
q2=500 GeV. Para el proceso que nos interesa, la expresión analı́tica del MDMDA

es lo siguiente

(aWt )[γtt] =
egm2

t (3− 8s2W )(B0[s
2,m2

t ,m
2
t ]−B0[m

2
t , 0,m

2
t ])

108π2cW (s2 − 4m2
t )

. (C.1)

Las variables involucradas en la ecuación anterior tomarán los siguientes valores, según [71]: mt = 174 GeV, s2W = 0·240,
α = 1/127, e = 2

√
απ, y g = e/sW . De esta manera, con la ayuda de Package-X se genera el resultado numérico para la

ecuación (C.1), obteniéndose que (aWt )[γtt] = −7·1549 × 10−5 + 1·2438 × 10−4i. Este resultado fue la que se reportó en la
Tabla III en [71].
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