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Presidente
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4.5.1. Análisis numérico del decaimiento h→ µτ . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 67
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Resumen

El presente trabajo se enfoca en el estudio de la fenomenoloǵıa del bosón de Higgs en diferentes
teoŕıas que extienden el modelo estándar. Como primer punto nos enfocamos en el estudio del
decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H,A) en el marco del modelo con dos dobletes de Higgs tipo II y el
modelo mı́nimo supersimétrico. En estos modelos H y A son bosones de Higgs adicionales y h es el
bosón de Higgs identificado con el del modelo estándar. Este proceso se genera a nivel de un lazo
con la contribución de diagramas tipo caja y diagramas reducibles. En el marco del modelo con
dos dobletes de Higgs se encontró que el decaimiento H → Zγγ (A→ Zγγ) es de particular interés
en el escenario mH > mA + mZ (mA > mH + mZ) en donde el branching ratio puede alcanzar
valores de 10−5 − 10−4 para el mejor escenario del espacio de parámetros y consistente con las
cotas experimentales. En cuanto al decaimiento h → Zγγ su valor no cambia significativamente
a lo predicho por el modelo estándar, lo cual es de esperarse ya que sus propiedades deben ser
consistentes con este modelo. En lo que respecta al modelo mı́nimo supersimétrico, este predice
la existencia de nuevos fermiones cargados que dan una contribución significante al lazo. En este
modelo se encontró que Br({H,A} → Zγγ) ∼ O(10−7) ya que, a diferencia del modelo con
dos dobletes de Higgs, en este caso la masa de los bosones de Higgs neutros pesados son casi
degeneradas, lo cual cambia drásticamente el análisis numérico. También se realizó un análisis de los
procesos con cambio de sabor del bosón de Higgs y el quark top mediante los decaimientos h→ µτ y
t→ cX (X = γ, g, Z, h), los cuales fueron estudiados en un modelo renormalizable de leptoquarks
escalares con conservación del número bariónico. Para el análisis del espacio de parámetros se
utilizaron los procesos de momento magnético anómalo del muón y el decaimiento τ → µγ, aśı
como el proceso de producción por fusión de gluones del bosón de Higgs y su decaimiento a dos
fotones. La evaluación numérica arroja que el Br(h→ µτ) es del orden de 10−8 mientras que en el
caso del quark top, los decaimientos son de similar orden de magnitud; Br(t→ cX) ≈ 10−9−10−8,
para masas relativamente ligeras del leptoquark.
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Introducción

El Modelo Estándar (ME) es una teoŕıa de campos basada en el grupo de simetŕıas
SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y que describe satisfactoriamente las interacciones electrodébil y fuerte
a escalas de enerǵıas exploradas hasta la actualidad. Dentro del marco del ME es posible dotar de
masa a las part́ıculas elementales de manera consistente con las simetŕıas de la teoŕıa mediante
el denominado mecanismo de Higgs. Dicho mecanismo requiere de la introducción de un doblete
complejo de campos escalares cuyo efecto será romper la simetŕıa SU(2)L × U(1)Y → U(1)em

dotando de masa a los bosones W± y Z, los cuales son los encargados de mediar las interacciones
débiles. El bosón de Higgs, la cual es una part́ıcula escalar y eléctricamente neutra, surge de manera
natural como una consecuencia de este mecanismo y fue en el año 2012 cuando las colaboraciones
ATLAS y CMS del LHC encontraron evidencia experimental de este bosón escalar, completando
aśı el espectro de part́ıculas predichas por el ME. No obstante, existe evidencia experimental, como
por ejemplo la observación de neutrinos masivos, que indica que el ME es de hecho una teoŕıa efec-
tiva válida en cierto rango de enerǵıas y que existe una teoŕıa más fundamental que subyace al ME.

Para tratar los problemas que enfrenta el ME, se han propuesto diferentes modelos de
extensión, algunos de los cuales contienen más de un multiplete de Higgs, por lo que nuevos
bosones de Higgs son predichos. Algunos ejemplos son el modelo con dos dobletes de Higgs
(MDDH) y el modelo mı́nimo supersimétrico (MMSS), en los cuales se añade un segundo doblete
complejo de SU(2)L en el sector escalar, por lo que después del rompimiento espontáneo de
la simetŕıa emergen cinco bosones de Higgs f́ısicos: dos bosones de Higgs CP -pares H y h en
donde por convención mH > mh, un bosón de Higgs CP -impar A y un par de bosones de Higgs
cargados H±. Dentro de este espectro de part́ıculas el estado h es el identificado con el bosón
escalar detectado por el LHC. Uno de los objetivos de este trabajo se refiere al estudio de los
decaimientos exóticos de los bosones de Higgs CP -pares y CP -impar φ → Zγγ (φ = H,h,A)
en el marco de los modelos MDDH y MMSS. Experimentalmente estos decaimiento tienen la
ventaja de tener un bajo ruido de fondo dado que el estado final se compone de dos fotones
más un par de leptones energéticos viajando en direcciones opuestas hacia los detectores. En
el modelo estándar el decaimiento h → Zγγ es muy suprimido por lo que de ser observado
seŕıa una clara manifestación de f́ısica más allá del ME. Por otro lado, tal y como sucede
con el canal a dos cuerpos φ → γγ, Zγ, el vértice φZγγ es sensible a los acoplamientos del
bosón de Higgs con las part́ıculas que circulan en el lazo, las cuales pueden ser leptones car-
gados y quarks para el MDDH y la nueva contribución adicional de charginos en el caso del MMSS.

Otros de los objetivos es el estudio de los decaimientos de bosón de Higgs y el quark top
con cambio de sabor en un modelo renormalizable de leptoquarks escalares. Los leptoquarks son
part́ıculas hipotéticas que se predicen naturalmente en teoŕıas de gran unificación y tienen la
propiedad de convertir a leptones en quarks y viceversa. Debido a esta interesante propiedad, los
leptoquarks pueden inducir procesos con cambio de sabor, los cuales están altamente suprimidos
en el ME por el denominado mecanismo de GIM. En este contexto realizamos un estudio acerca
del decaimiento del bosón de Higgs h → fifj , en donde fi,j pueden ser leptones o quarks, y el
decaimiento del quark top t → cX en donde X puede ser un fotón, gluón, el bosón de Higgs o el
bosón de norma Z.

Con los resultados obtenidos de este trabajo de tesis se publicaron tres art́ıculos de investigación,
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xvi Introducción

mientras que la conclusión de uno más se encuentra en proceso. El contenido de la tesis es el
siguiente:

En el primer caṕıtulo se presenta una revisión del mecanismo de Higgs en el modelo estándar,
comenzando desde un ejemplo simple del rompimiento espontáneo de una simetŕıa global.
Además se presentan algunas de las propiedades del bosón de Higgs como son sus acopla-
mientos y sus diferentes modos de producción y decaimientos.

En el segundo caṕıtulo se presenta una introducción a los modelos con dos dobletes de Higgs
en particular aquellos con conservación de sabor a nivel de árbol, los cuales son denominados
modelos tipo I y II. Mostraremos los detalles del cálculo de los decaimientos a tres cuerpos
del bosón de Higgs φ → Zγγ (φ = H,h,A), en donde encontramos la forma más general al
vértice. Proporcionaremos también una revisión del espacio de parámetros consistente con las
cotas experimentales actuales, en donde se acotan las masas de las part́ıculas y los ángulos de
mezcla. Lo anterior nos permite realizar el análisis numérico para las tasas de decaimientos
en diferentes escenarios de acuerdo a la cinemática del proceso.

En el tercer caṕıtulo daremos algunos detalles del modelo mı́nimo supersimétrico enfocándo-
nos en los sectores escalar y de charginos. Presentamos también un análisis de espacio de
parámetros del MMSS en donde se revisaran las cotas para las masas de las nuevas part́ıcu-
las, ángulos de mezcla y nuevas fases de violación de CP . Posteriormente presentamos los
cálculos para el decaimiento de los bosones de Higgs φ → Zγγ (φ = H,h,A) en donde se
encuentra que los charginos pueden generar nuevas contribuciones con respecto al MDDH.

En el cuarto caṕıtulo mostraremos los cálculos de los decaimientos del bosón de Higgs h→ µτ
y el quark top t→ cX (X = γ, g, Z,H) mediado por leptoquarks escalares, comenzando con
una introducción al correspondiente modelo. En particular nos enfocaremos en los leptoquarks
que tienen acoplamientos no quirales con los fermiones derivando las correspondientes reglas
de Feynman que son necesarias para los cálculos. Presentamos también el estudio del espacio
de parámetros del modelo mediante los procesos de momento dipolar magnético anómalo
del muón y el decaimiento con violación de sabor τ → µγ, los cuales ponen restricciones
en los acoplamientos izquierdos y derechos del leptoquark con los fermiones. Posteriormente
presentamos el análisis numérico de los correspondientes decaimientos en las regiones en
donde se alcanzan las tasas de decaimiento más grandes.



Caṕıtulo 1

El bosón de Higgs

Una de las piezas fundamentales del Modelo Estándar (ME) es el mecanismo de rompimiento
espontáneo de la simetŕıa electrodébil, la cual fue propuesto por Higgs [2], Brout, Englert [3],
Guralnik, Hagen y Kibble [4] en 1964. La importancia de este mecanismo es poder generar las
masas de los bosones W± y Z preservando los requerimientos de renormalizabilidad y unitariedad
de la teoŕıa. Este mecanismo indica la existencia de una part́ıcula escalar, la cual se denomina bosón
de Higgs. Dada la importancia del mecanismo de rompimiento de la simetŕıa en el entendimiento del
bosón de Higgs, en el presente caṕıtulo revisaremos los aspectos relacionados con este mecanismo
aśı como un repaso a la fenomenoloǵıa del bosón de Higgs en el ME.

1.1. Rompimiento espontáneo de la simetŕıa

Uno de los ejemplos más simples de rompimiento espontáneo de la simetŕıa consiste en consi-
derar un campo escalar complejo φ y su campo conjugado φ†, cuya lagrangiana esta dada por

L =
1

2
∂µφ†∂µφ− V (φ, φ†) =

1

2
∂µφ†∂µφ−

1

2
λm2(φ†φ− Φ2)2, (1.1)

en donde λ y Φ son parámetros reales. Una propiedad importante de esta lagrangiana es que
es invariante ante transformaciones globales de U(1), es decir, ante transformaciones del tipo
φ → e−iθφ. En la Fig. 1.1(a) se muestra la gráfica del potencial V (φ, φ†) con respecto a los
campos, en donde observamos que el mı́nimo del potencial se encuentra descrito por un circulo de
radio Φ, es decir hay un número infinito de puntos en donde V es mı́nimo. Es interesante mencionar

V

(a)

V

(b)

Figura 1.1: Gráfica del potencial V de los campos escalares φ y φ† para Φ 6= 0 (izquierda) y Φ = 0
(derecha).
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que si en la Ec. (1.1) tomamos Φ = 0, el mı́nimo del potencial estaŕıa en |φ|2 = 0 (Figura 1.1(b))
y el vaćıo correspondeŕıa a la ausencia de cualquier part́ıcula. Con la introducción del término Φ
en el potencial, ahora la degeneración del vaćıo puede ser parametrizado por un elemento de U(1)
el cual tiene la forma eiθ. Para que la teoŕıa cobre sentido debemos elegir algún punto del mı́nimo
y definir aśı el estado de vaćıo. Esto significa que debemos fijar el valor del parámetro θ y para
nuestra conveniencia lo escogemos de tal manera que φ = Φ. Con este paso estamos fijando la
norma de la simetŕıa de la lagrangiana y la simetŕıa U(1) ya no será manifiesta . Para interpretar
correctamente la teoŕıa debemos de realizar un cambio de base dado por φ = Φ +α+ iβ, en donde
se han introducido dos nuevos campos escalares reales α y β (uno por cada campo en la lagrangiana
original). La lagrangiana (1.1) escrita en términos de los nuevos campos es

L = −1

2
∂µα∂µα− 2λm2Φ2α2 − 1

2
∂µβ∂µβ

− 1

2
λm2

(
4Φα3 + 4Φαβ2 + α4 + α2β2 + β4

)
. (1.2)

Como resultado, ahora la lagrangiana (1.2) describe la dinámica de dos campos α y β, en donde

el primero de estos ha adquirido masa (mα =
√

4λm2Φ2) y el segundo es un campo no masivo.
Además, al escribir los campos φ y φ† en términos de fluctuaciones alrededor del vaćıo, la lagran-
giana resultante ya no tiene una simetŕıa obvia ante U(1), por lo que se dice que la simetŕıa se
ha roto. De manera general, la ruptura de una simetŕıa global dará como resultado la adición de
campos no masivos (β en este ejemplo) los cuales son llamados bosones de Goldstone.

Rompimiento de una simetŕıa local

En el caso anterior se consideró una simetŕıa global, es decir la transformación es la misma
en todos los puntos del espacio-tiempo. En esta sección generalizaremos el estudio anterior a
transformaciones locales, por lo que ahora θ será una función del espacio-tiempo θ(xµ). Recordemos
que al considerar simetŕıas locales debemos de introducir nuevos campos de norma no masivos Aµ
mediante la derivada covariante de la forma

Dµ = ∂µ + iqAµ, (1.3)

con q la constante de acoplamiento. El campo se transforma ante transformaciones locales como
Aµ(x) → A′µ = Aµ + ∂µθ(x), por lo que términos de masa para este campo rompen la simetŕıa
local. Por lo tanto, la lagrangiana para un campo escalar complejo es de la forma

L = −1

2
(Dµφ)†Dµφ−

1

4
FµνF

µν − V (φ†, φ), (1.4)

en donde Fµν = i[Dµ, Dν ]/q es el tensor de intensidad del campo Aµ. El potencial V tiene la
misma forma que la Ec. (1.1), por lo que el vaćıo se localiza nuevamente en |φ| = Φ. Dado que
U(1) es ahora local, podemos elegir la norma θ(x) tal que el campo φ′ = e−iqθφ sea real. A esta
elección en particular se llama norma unitaria, con la cual solo aparecerán part́ıculas f́ısicas en la
lagrangiana. De esta manera realizaremos la expanción φ = Φ + h(x), en donde h(x) es un campo
real escalar que representa las fluctuaciones alrededor del vaćıo que se ha fijado. La lagrangiana
ahora adquiere la forma

L = −1

2
∂µh∂µh−

1

2
(4λm2Φ2)h2 − 1

4
FµνFµν −

1

2
q2Φ2AµA

µ + Lint, (1.5)

en donde Lint contiene términos de autointeracción del campo h, aśı como los acoplamientos hAµAµ
y hhAµAµ. Antes del rompimiento de la simetŕıa, teńıamos un campo escalar complejo φ y el campo
de norma Aµ no masivo (con dos estados de polarización). Despúes del rompimiento de la simetŕıa,

la lagrangiana describe un campo real escalar h(x) con masa mh =
√

4λm2Φ2 y un campo de norma

2



CAPÍTULO 1. EL BOSÓN DE HIGGS
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Aµ con masa mA = qΦ, ahora con tres estados de polarización. Este mecanismo para introducir
masas a la teoŕıa sin violar la simetŕıa de norma es llamado el mecanismo de Higgs y el campo
resultante h es llamado bosón de Higgs.

1.2. El modelo estándar y el mecanismo de Higgs

Para explicar el origen de la masas de los bosones encargados de mediar las interacciones débiles
debemos de romper la simetŕıa del modelo estándar SU(2)×U(1) mediante el mecanismo de Higgs
y mantener al fotón sin masa. En este caso la simetŕıa local del grupo del modelo estándar requiere
que el campo escalar φ se transforme como

SU(2)L : φ→ e−iα
aTa2 , (1.6)

U(1)Y : φ→ e−iθY , (1.7)

en donde T a2 = σa/2 (con σa las tres matrices de Pauli) son los generadores de SU(2) . El generador
de U(1) es Y = σ0/2 con σ0 la matriz identidad. Los campos de norma de los grupos S(2) y U(1)
son W a

µ y Bµ respectivamente, por lo que la derivada covariante se define como

(Dµφ)i = ∂µφi − i(g2W
a
µT

a
2 + g1BµY )ijφj , (1.8)

en donde g1 y g2 son las constantes de acoplamiento de los grupo U(1)Y y SU(2)L respectivamente.
Expandiendo la derivada covariante tenemos

(Dµφ)i =

(
Dµφ1

Dµφ2

)
=

(
∂µφ1 + i

2 (g2W
3
µ − g1Bµ)φ1 + ig2

2 (W 1
µ − iW 2

µ)φ2

∂µφ2 + ig2
2 (W 1

µ + iW 2
µ)φ1 − i

2 (g2W
3
µ + g1Bµ)φ2

)
. (1.9)

La parte escalar de la lagrangiana se puede escribir como la Ec. (1.4) en donde ahora denotaremos
a Φ como v

Lφ = −1

2
Dµφ

†
iD

µφi −
1

4
λ

(
φ†φ− 1

2
v2

)2

. (1.10)

En esta lagrangiana si λ > 0, el mı́nimo del campo se localiza en |φ| = v/
√

2. Ahora procedemos
a romper la simetŕıa SU(2). De las transformaciones locales de SU(2) tenemos tres parámetros
libres αk, usamos esta libertad para fijar la norma de tal manera que φ2 = 0 y φ1 sea real. Note
que la primera relación requiere dos condiciones mientras que la segunda requiere una. El estado
base es entonces

〈0|φ|0〉 = 〈φ〉 =
1

2

(
v
0

)
. (1.11)

Expandimos el campo φ(x) alrededor del valor de expectación en el vaćıo

φ(x) =
1√
2

(
v + h(x)

0

)
, (1.12)

en donde h(x) es un campo real. La elección de la norma que mantiene al estado h en el primer
término es llamado norma unitaria, en la cual solo las part́ıculas f́ısicas aparecen en la teoŕıa.
El siguiente paso es sustituir la expanción del campo φ en la derivada covariante (1.9). Para no
realizar toda el álgebra, nos percatamos que el resultado se obtiene simplemente remplazando φ1

por h(x)/
√

2 y φ2 por 0 más un término extra para v. Al sustituir el VEV en el término cinético
de la lagrangiana (1.10) obtenemos

L(φ) =
1

8
(v 0)

(
g2W

3
µ − g1Bµ g2(W 1

µ − iW 2
µ)

g2(W 1
µ + iW 2

µ) −g2W
3
µ − g1Bµ

)2(
v
0

)
. (1.13)
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Pasamos ahora de los eigenestados de norma (W i
µyBµ) a los eigenestados de masa mediante las

siguientes combinaciones lineales.

W±µ =
1√
2

(W 1
µ ∓ iW 2

µ), (1.14)

Zµ = cWW
3
µ − sWBµ, (1.15)

Aµ = sWW
3
µ + cWBµ, (1.16)

en donde
sW = sin θW =

g1√
g2

1 + g2
2

, cW = cos θW =
g2√
g2

1 + g2
2

. (1.17)

El ángulo θW es llamado ángulo de mezcla débil o ángulo de Weinberg. Los campos W±µ se han
escogido de tal manera que la lagrangiana final tenga una simetŕıa de norma expĺıcita ante U(1)em

asociada a la conservación de la carga. Además podemos ver que los campos Zµ y Aµ son una
mezcla de los grupos SU(2) y U(1) mientras que W±µ solo se compone de SU(2). Con estas nuevas
definiciones reescribimos (1.13) como

Lφ = −1

8
g2

2

(
v 0

)(Zµ/cW √
2W+

µ√
2W−µ

1
cW

(Zµ(s2
W − c2W )− 2cW sWAµ)

)2(
v
0

)
= −m2

WW
+µW−µ −

1

2
m2
ZZ

µZµ, (1.18)

en donde se ha definido mW = g2v/2 y mZ = g2v/(2cW ). Por lo tanto, depués del rompimiento
espontáneo de la simetŕıa se han obtenido dos bosones de norma masivos mientras que uno se
mantiene sin masa, Aµ el cual es identificado con el fotón. Esto es una consecuencia de que la
simetŕıa U(1) no se ha roto y el fotón, el cual es su generador no adquiere términos de masa.
En resumen, a muy altas enerǵıas (arriba del rompimiento de SU(2) × U(1)), solo tenemos un
campo escalar complejo y tres campos asociados a los bosones de norma (W i

µ, Bµ), cada uno de
los cuales se comporta como el fotón. A bajas enerǵıas, se rompe la simetŕıa inicial y la teoŕıa
efectiva resultante describe las interacciones de tres campos de norma, dos de los cuales son
masivos. También se predice la existencia de una part́ıcula escalar masiva, denominada bosón de
Higgs, el cual se acopla a nivel árbol con los bosones de norma Wµ y Zµ.

Con el mecanismo de Higgs también se pude generar las masas de los fermiones. Para este fin
se define el isodoblete φ̃ = iσ2φ

∗ con hipercarga Y = −1. Para cualquier generación de fermiones
introducimos la lagrangiana de Yukawa

LY = −λlφ̃LlR − λdφ̃Qd̄R − λuφ†QūR + h.c, (1.19)

en donde L =
(
νlL lL

)T
y Q =

(
u d

)T
son dobletes de SU(2) de campos de leptones y quarks

respectivamente y lR, dR y uR son singletes de SU(2) de leptones y quarks. Para dotar de masa a
estos campos expandimos alrededor del vaćıo, tal y como en los casos anteriores. Escribiendo solo
los términos de leptones (los términos de quarks tienen la misma forma) obtenemos

L = − 1√
2
λe
(
ν̄lL l̄L

)( 0
v + h

)
lR + . . . = − 1√

2
λl(v + h)l̄LlR + . . . (1.20)

Identificamos los términos de masa de los campos fermiónicos:

ml =
λlv√

2
, mu =

λuv√
2
, md =

λdv√
2
. (1.21)

Al generar las masas de los fermiones, a excepción de los neutrinos, también se genera una interac-
ción entre estas part́ıculas y el bosón de Higgs, la cual es proporcional a la masa del fermión. Para

4
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obtener los términos cinéticos de los leptones, aśı como sus acoplamientos con los bosones de nor-
ma, debemos introducir la derivada covariante (para garantizar invarianza ante transformaciones
locales) y posteriormente reescribir los campos de norma en términos de los campos f́ısicos W±µ ,
Zµ y Aµ. No realizaremos esta tarea dado que en las siguientes secciones solo nos enfocaremos en
los acoplamientos relacionados con el bosón de Higgs.

1.3. Acoplamientos del bosón de Higgs

Al expandir el campo φ alrededor del vaćıo (1.12) y sustituir en el potencial V (φ†, φ) ahora
tenemos

V =
1

4
λ(φ†φ− 1

2
v2)2

= −1

4
λv2h2 +

1

4
λvh3 +

1

16
λh4, (1.22)

en donde el primer término de la segunda linea corresponde al término de masa del bosón de Higgs,
el cual es m2

h = λv2/2 y los siguientes términos son autointeracciones. Para encontrar los términos
cinéticos de los campos de norma, definimos primero los tensores de intensidad para los campos
originales W i

µ y Bµ. En el caso del campo Bµ se define el tensor Bµν dado por

Bµν = ∂µBµ − ∂µBµ, (1.23)

cuya contribución a la lagrangiana cinética es de la forma −BµνBµν/4 tal y como se utilizó en la
Ec. (1.4). Dado que el grupo SU(2) es no Abeliano, el tensor de intensidad para los campos de
norma W i

µ es de la forma

W 1
µν = ∂µW

1
ν − ∂νW 1

µ + g2(W 2
µW

3
ν −W 2

νW
3
µ), (1.24)

W 2
µν = ∂µW

2
ν − ∂νW 2

µ + g2(W 3
µW

1
ν −W 3

νW
1
µ), (1.25)

W 3
µν = ∂µW

3
ν − ∂νW 3

µ + g2(W 1
µW

2
ν −W 1

νW
2
µ). (1.26)

De esta manera, el término cinético de los campos de norma es

Lkin = −1

4
Wµν
a W a

µν −
1

4
BµνBµν . (1.27)

Utilicemos la combinación lineal de la Ec. (1.14) para pasar a los eigenestados de masa W pmµ en
la lagrangiana anterior, de esta manera obtenemos

Lkin = −1

4
BµνB

µν − 1

4
W 3
µνW

3µν − 1

2
W−µνW

+µν , (1.28)

en donde

W 3
µν = ∂µW

3
ν − ∂νW 3

µ − ig2(W−µ W
+
ν −W−ν W+

µ ), (1.29)

W+
µν = ∂µW

+
ν − ∂νW+

µ − ig2(W 3
νW

+
µ −W 3

µW
+
ν ). (1.30)

Finalmente, de la lagrangiana cinética para los campos de norma y del bosón de Higgs obtenemos

Leff = −1

4
AµνAµν −

1

4
ZµνZµν −D†µW−νDµW

−
ν +D†µW−νDνW

−
µ

+ ie(Aµν + cot θWZ
µν)W+

µ W
−
ν

− 1

2

(
e2

s2
W

)(
W+µW−µ W

+νW−ν −W+µW+
µ W

−νW−ν
)

−
(
m2
WW

+µW−µ +
1

2
m2
ZZ

µZµ

)(
1 +

h

v

)2

− 1

2
∂µh∂µh, (1.31)
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en donde se ha definido

Aµν = ∂µAν − ∂νAµ, (Intensidad del campo electromagnético) (1.32)

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ. (Término cinético de Zµ) (1.33)

las cuales se pueden obtener a partir de (1.16) y (1.15). La lagrangiana (1.31) describe un bosón
escalar neutro h(x), un bosón vectorial masivo no cargado Zµ y un par de bosones vectoriales
masivos W±µ que interactúan con el campo electromagnético Aµ. A manera de resumen escribimos
la lagrangiana de interacción del bosón de Higgs con los fermiones y los bosones de norma, aśı
como sus términos de autointeracción, las cuales se han derivado a lo largo de este caṕıtulo

Lint =
mf

v
f̄fh+

2m2
W

v
W+µW−µ h+

m2
Z

v
ZµZµh

+
m2
W

v2
W+µW−µ hh+

m2
Z

2v2
ZµZµhh+

m2
h

2v
h3 +

m2
h

8v2
h4, (1.34)

en donde hemos reescrito los acoplamientos en términos de las masas de las part́ıculas.

1.4. F́ısica del bosón de Higgs en el Modelo Estándar

El bosón de Higgs predicho por el modelo estándar es una part́ıcula escalar masiva y eléctrica-
mente neutra. Su término de masa de acuerdo a la Ec. (1.22) es m2

h = λv2/2, en donde v es el valor
de expectación en el vaćıo y esta dado por v = (

√
2GF )−1/2 ∼ 246 GeV, con GF la constante de

Fermi que es determinada por mediciones de decaimientos del muón. De esta manera λ permanece
como un parámetro libre del modelo estándar, por lo que el valor de la masa del bosón de Higgs no
se puede determinar de primeros principios. Como consecuencia del mecanismo de Higgs, el bosón
de Higgs se acopla a las part́ıculas masivas a nivel árbol, cuyos acoplamientos están determinadas
por las masas de las part́ıculas. Por ejemplo de la Ec. (1.34) podemos ver que los acoplamientos del
bosón de Higgs al par fermión-antifermión es mf/v, por lo que esta interacción es muy débil para
el caso de los fermiones más ligeros mientras que para el quark top su interacción es más fuerte.
En cuanto a los acoplamientos del Higgs con los bosones, estos son proporcionales al cuadrado de
la masa del bosón vectorial débil. Por esta razón, uno de los principales canales de producción
del bosón de Higgs en los colisionadores de hadrones, de los cuales hablaremos más adelante, es
mediante fusión de bosones vectoriales.

Modos de producción del bosón de Higgs

El bosón de Higgs es una de las part́ıculas más importantes para el estudio de f́ısica de altas
enerǵıas, por esta razón es interesante considerar los procesos de producción de este bosón mediante
las colisiones hadrónicas, las cuales ocurren durante los experimentos del LHC. A nivel fundamental,
las colisiones protón-protón y protón-antiprotón, involucran de manera predominante a los bosones
W±, Z y a los fermiones más pesados (quarks top). En estas colisiones, los procesos de producción
predominantes para producir el bosón de Higgs son

qq̄ → V + h, (1.35)

qq → V ∗V ∗ → qq + h, (1.36)

gg → h, (1.37)

gg, qq → QQ̄+ h, (1.38)

en donde q representa a un quark genérico, Q representa los quarks pesados y V a los bosones
vectoriales W± y Z. Los diagramas de Feynman asociados con estos canales se muestran en la Fig.
1.2. A continuación realizaremos algunos comentarios acerca de estos canales de producción más
importantes del bosón de Higgs.
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W,Z

q

q̄

h

W,Z

g

g

h

h

t

t̄

q̄

q

q̄

h

q

g

g

Figura 1.2: Diagramas de Feynman de los principales modos de producción del bosón de Higgs en
el ME.

De entre los modos de producción, el de fusión de gluones es el de mayor sección transversal
para el bosón de Higgs con una masa de mh = 125 GeV. El proceso de fusión de gluones surge
a nivel de un lazo con quarks como part́ıculas virtuales, por lo que la principal contribución
proviene del quark top, mientras que la contribución de los quarks más ligeros se ve suprimida
por el factor m2

q. Las correcciones de QCD al proceso de fusión de gluones también son
importantes y han sido estudiadas profusamente en la literatura. La sección transversal ha
sido calculada a next-to-leading order [5] en donde se ha encontrado una contribución a la
sección transversal por un factor de 1.5 a 1.7 mediante correcciones a los vértices. También las
correcciones electrodébiles han sido calculadas al siguiente orden en teoŕıa de perturbaciones,
la cual incrementa la sección transversal a primer orden con un porcentaje de 5 % para
mh = 125 GeV [6]. Este modo de producción aporta con el 90 % de la contribución total de
los modos de producción, dejando el resto de la contribución a los demás modos de producción.

El modo de producción mediante fusión de bosones vectoriales es el segundo canal de mayor
sección transversal en el LHC. En el Tevatron, este modo fue estudiado aunque la sección
transversal es mas pequeña que la producción del bosón de Higgs en conjunto con un bosón
W o Z. Este decaimiento surge mediante la dispersión de dos quarks (antiquarks), mediado
por el intercambio de un bosón vectorial en el canal t o u, siendo el bosón de Higgs irradiado
del propagador del bosón débil. Los quarks dispersados forman jets de hadrones que viajan
en dirección apuestas (back-to-back) hacia los detectores. Este canal es importante ya que
proporciona una señal limpia para la búsqueda del bosón de Higgs y sus acoplamientos en el
LHC. Las correcciones de QCD acerca de este canal también han sido calculadas incluso a
nivel de 3 lazos, sin embargo, estas son muy suprimidas [7].

En el proceso de Higgs-Strahlung, el bosón de Higgs es producido junto a un bosón vectorial
W± o Z. En la región mh = 125 GeV este canal es el modo dominante en el Tevatron,
con el bosón de Higgs decayendo posteriormente al canal bb̄ y el bosón de norma decayendo
leptónicamente. Sin embargo, en estos estudios no se han encontrado diferencias a las pre-
dicciones del ME [8]. En el LHC, la colaboración ATLAS ha buscado señales de este proceso
en los canales h → WW ∗ y h → bb̄, en donde los resultados también son compatibles con
las predicciones del ME [9]. El detector CMS también ha realizado estudios en este modo de
producción mediante el canal V h → V bb̄ cuyos resultados son de igual forma compatibles
con el ME [10]. La predicción teórica para la sección transversal total en el marco del ME
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se conoce con correcciones electrodébiles a nivel de dos lazos [11] y hasta tercer orden en
QCD [12].

Decaimientos del bosón de Higgs

Finalmente repasaremos algunos de los decaimientos más importantes del bosón de Higgs en
el modelo estándar. Las reglas de Feynman se pueden extraer directamente de la Ec. (1.34) y nos
indican que el bosón de Higgs tiende a decaer a las part́ıculas más pesadas que son cinemáticamente
permitidas. El bosón de Higgs, el cual se ha determinado que tiene una masa de 125 GeV, decae
principalmente a h → bb̄ y h → WW ∗ seguido por h → gg (el cual se da a nivel de un lazo) y
h → τ+τ−. Con tasas más bajas se encuentran los decaimientos a un lazo h → γγ y h → γZ, los
cuales son importantes dado que pueden proporcionar información indirecta de los acoplamientos
del bosón de Higgs a los pares WW y tt̄, ya que estas part́ıculas circulan en el lazo de ambos
procesos. Los canales de decaimientos gg y γγ han sido calculados hasta tercer orden en teoŕıa
de perturbaciones los cuales incluyen correcciones de QCD y electrodébiles [13, 14]. Con estos
cálculos se determina la anchura total para el bosón de Higgs con mh = 125 GeV la cual es
Γh = 4.07× 10−3 GeV con una incertidumbre relativa de +4.0 %

−3.9 %. Muchas de las formulas para las
anchuras de decaimiento se escribirán a lo largo de este trabajo en diferentes modelos de extensión,
mediante las cuales se pueden obtener las expresiones para el modelo estándar con las sustituciones
adecuadas, por lo que no se escribirán aqúı.
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Caṕıtulo 2

Decaimientos A→ Zγγ y
φ→ Zγγ (φ = h,H) en el modelo
con dos dobletes de Higgs

En este caṕıtulo mostramos los decaimientos de los bosones de Higgs CP -impar (A) y CP -pares
(H,h) al canal Zγγ en el marco del modelo con dos dobletes de Higgs (MDDH). Comenzaremos con
algunas generalidades acerca del MDDH en donde se obtendrán las reglas de Feynman necesarias
para realizar el cálculo de los decaimientos exóticos. Posteriormente entraremos en detalle acerca
de los procesos, en donde veremos que los decaimientos se dan a través de diagramas de caja y
diagramas reducibles con fermiones cargados como part́ıculas virtuales. Para resolver las integrales
de un lazo utilizamos el método de Passarino-Veltman, obteniendo las amplitudes en términos de
funciones escalares de dos, tres y cuatro puntos. Las amplitudes obtenidas para estos procesos
son consistentes con invarianza de norma electromagnética y simetŕıa de Bose-Einstein, además
los resultados son válidos para los MDDH tipo I y II, los cuales son los modelos más analizados
fenomenológicamente. Los resultados obtenidos de estos cálculos fueron reportados en [15].

2.1. El modelo de dos dobletes de Higgs

A diferencia del modelo estándar, en donde la masa del bosón de Higgs es el único parámetro
libre del sector escalar, los MDDH introducen nuevos parámetros como ángulos de mezcla y nuevas
masas de part́ıculas predichas por la teoŕıa, como veremos a continuación.

2.1.1. Lagrangiana para el MDDH

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

LMDDH = Lφ + LY + LSM , (2.1)

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

Lφ =
∑
i=1,2

(Dµφi)
†(Dµφi)− VH(φ1, φ2). (2.2)

Estos términos reemplazan la parte cinética y el potencial de Higgs en la lagrangiana del modelo
estándar, en donde se mantiene la misma forma para la derivada covariante

Dµ = ∂µ − igW a
µTa − ig′

Y

2
Bµ, (2.3)
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en donde Ta e Y son los generadores de transformaciones de isoesṕın débil e hipercarga débil.
Para mantener el valor ρ = 1 a nivel árbol, ambos campos de Higgs deben ser isodobletes débiles
(I = 1/2) con hipercargas Y = ±1, en este caso usaremos Y = +1 para ambos dobletes.

2.1.2. Sector escalar

El sector escalar de los modelos con dos dobletes de Higgs tiene algunas caracteŕısticas
interesantes, las cuales discutiremos brevemente en este caṕıtulo. Al introducir un nuevo doblete
de Higgs, el vaćıo no es único y surge la posibilidad de que el vaćıo del modelo rompa espontánea-
mente la simetŕıa CP , la cual es precisamente la razón por la cual T.D. Lee propuso los MDDH
en 1973 [16]. Incluso si se considera solamente el vaćıo que preserva CP y las simetŕıas de norma
usuales del modelo estándar, los MDDH tienen una rica estructura. Otra de las caracteŕısticas
que distinguen a los MDDH de otros modelo con multipletes de Higgs, tales como modelos
supersimétricos o el modelos con tripletes de Higgs, es que su vaćıo es estable.

La forma más general del potencial que describe el sector escalar contiene 14 parámetros
libres que pueden generar nuevas fuentes de violación de CP [17]. Sin embargo, tenemos la
libertad de redefinir los dobletes de Higgs φ1 y φ2, preservando la forma de sus términos cinéticos,
para obtener los eigenestados de masa. En este proceso de cambio de base se pueden absorber
algunos parámetros del potencial y obtener los parámetros esenciales para entender el número de
parámetros f́ısicos realmente presentes en el potencial escalar. Por otro lado, es común imponer
una variedad de simetŕıas globales sobre los MDDH para reducir el número de parámetros libres.

El potencial VH(φ1, φ2) más general, invariante de norma y renormalizable, para los
MDDH es una combinación hermitiana de términos invariantes de los campos φ1 y φ2;
(φ†1φ1), (φ†2φ2), (φ†1φ2), (φ†2φ1). En modelos de interacciones electrodébiles con rompimiento es-
pontáneo de invarianza de norma, la renormalizabilidad limita a 4 el grado del potencial de Higgs,
por lo que términos con ordenes más grandes que cuatro tienen que ser excluidos. Para establecer el
potencial uno debe ser cuidadoso en la definición y distinción de los parámetros, los cuales pueden
ser rotados a los que tengan implicaciones f́ısicas. Usualmente, se asume que CP se conserva en
el sector de Higgs (solo en este caso se puede distinguir entre escalares y pseudoescalares). Bajo
estas suposiciones, el potencial escalar más general para los dobletes φ1 y φ2 es

VH = m2
11φ
†
1φ1 +m2

22φ
†
2φ2 −m2

12(φ†1φ2 + φ†2φ1) +
λ1

2
(φ†1φ1)2 +

λ2

2
(φ†2φ2)2

+ λ3φ
†
1φ1φ

†
2φ2 + λ4φ

†
1φ2φ

†
2φ1 +

λ5

2
[(φ†1φ2)2 + (φ†2φ1)2], (2.4)

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

〈φ1〉0 =

(
0
v1√

2

)
, 〈φ2〉0 =

(
0
v2√

2

)
. (2.5)

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

φj =

 φ+
j

vj + ρj + iηj√
2

 , j = 1, 2 (2.6)
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Tres de estos campos son absorbidos para dar masa a los bosones W± y Z. Los 5 remanentes
son los campos escalares de Higgs: un campo escalar cargado (H±), dos escalares CP -pares
neutros (H,h) y un bosón escalar CP -impar (A), al que usualmente se denomina pseudoescalar.

Con el mı́nimo anterior los términos de masa para los escalares cargados están dados por

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

(
v2/v1 −1
−1 v1/v2

)(
φ+

1

φ+
2

)
. (2.7)

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

m2
H± =

(
m2

12

v1v2
− λ4 − λ5

)
(v2

1 + v2
2). (2.8)

Los términos de masa para los pseudoescalares están dados por

Lη masa =
m2
A

v2
1 + v2

2

(η1 η2)

(
v2

2 −v1v2

−v1v2 v2
1

)(
η1

η2

)
. (2.9)

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

m2
A = (m2

12/(v1v2)− 2λ5)(v2
1 + v2

2). (2.10)

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

Lρ masa = −(ρ1 ρ2)

 m2
12

v2

v1
+ λ1v

2
1 −m2

12 + λ345v1v2

−m2
12 + λ345v1v2 m2

12

v1

v2
+ λ2v

2
2

( ρ1

ρ2

)
, (2.11)

con λ345 = λ3 + λ4 + λ5. La matriz de masa de los escalares es diagonalizada por un ángulo de
rotación α. Otro parámetro importante de este modelo es la razón de los valores de expectación
del vaćıo denotada por

tanβ =
v2

v1
. (2.12)

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

Modelos con conservación de sabor

El problema más serio que enfrentan los MDDH es la posibilidad de tener corrientes neutras
con cambio de sabor (CNCS). Consideremos por ejemplo el acoplamiento de Yukawa de los quarks

LY = y1
ijψ̄iψjφ1 + y2

ijψ̄iψjφ2, (2.13)

en donde i y j son los ı́ndices de generación. En este caso la matriz de masa es

Mij = y1
ij

v1√
2

+ y2
ij

v2√
2
. (2.14)

En el modelo estándar, la diagonalización de la matriz de masa automáticamente diagonaliza
las interacciones de Yukawa, por lo tanto no hay CNCS a nivel árbol. Sin embargo, en general
y1 y y2 de la lagrangiana (2.13) no serán simultáneamente diagonalizables. Los escalares neutros
de Higgs mediarán CNCS de la forma d̄sφ. Bajo ciertas suposiciones razonables modelos con
CNCS pueden ser viables, pero por el momento supondremos que las CNCS a nivel árbol son
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completamente ausentes debido a una simetŕıa discreta o continua.
Es fácil de observar que si todos los fermiones con los mismos números cuánticos se acoplan
al mismo multiplete de Higgs, entonces las CNCS serán ausentes. Esto fue formalizado por el
teorema de Paschos-Glashow-Weinberg [18]. En el modelo estándar con dobletes izquierdos y
singletes derechos, este teorema implica que todos los quarks derechos de una carga dada se deben
acoplar a un mismo multiplete de Higgs. En los MDDH esto solamente puede ser asegurado por
la introducción de una simetŕıa discreta Z2.

Se denomina MDDH tipo I al caso en el que todos los quarks y leptones se acoplan a un doblete
de Higgs (convencionalmente se escoge φ2), y MDDH tipo II en donde los quarks tipo u se acoplan
al doblete φ2 y los quarks tipo d junto a los leptones se acoplan a φ1. El modelo tipo I puede ser
garantizado con una simple simetŕıa discreta φ1 → −φ1, mientras que para el tipo II se necesitan
las simetŕıas φ1 → −φ1 y diR → −diR.
Si no hay violación de CP en los valores de expectación de los dobletes escalares φi entonces v1 y
v2 son reales positivos y están relacionados con v mediante v1 = v cosβ y v2 = v sinβ. Entonces el
bosón de Goldstone neutro es

G0 = η1 cosβ + η2 sinβ. (2.15)

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

A = η1 sinβ − η2 cosβ. (2.16)

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

h = ρ1 sinα− ρ2 cosα,

H = −ρ1 cosα− ρ2 sinα. (2.17)

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

LY ukawa = −
∑

f=u,d,`

mf

v
(ξfh f̄fh+ ξfH f̄fH − ξfAf̄γ5fA)

−
(√

2Vud
v

ū(muξ
u
APL +mdξ

d
APR)dH+ +

√
2mlξ

l
A

v
ν̄L`RH

+ + h.c

)
, (2.18)

en donde PL/R son los operadores de proyección para los fermiones izquierdos/derechos, y los
factores ξ están presentados en la Tabla 2.1.

En ambos modelos, los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a los bosones W± y Z
son los mismos; los acoplamientos del bosón de Higgs CP -par ligero (pesado) a WW y ZZ es
el mismo al acoplamiento del bosón de Higgs del ME multiplicado por sin(β − α) (cos(α − β)),
mientras que el acoplamiento del bosón escalar CP -impar a los bosones vectoriales no existe a
nivel árbol.

Finalmente podemos mencionar algunas propiedades de los acoplamientos de los bosones de
Higgs a los bosones vectoriales. Notemos que no tenemos acoplamientos del pseudoescalar con
un par de bosones electrodébiles. Recordemos que los acoplamientos de los bosones de Higgs a
un par de bosones vectoriales proviene de la derivada covariante (Dµφ)†(Dµφ) en la lagrangiana
después de reemplazar uno de los dobletes por su valor de expectación del vaćıo. Sin embargo,
en una teoŕıa que preserva CP este mecanismo no genera acoplamientos para un pseudoescalar.
Esto es debido a la convención adoptada, en donde el VEV de φ es real y el pseudoescalar se
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2.1. EL MODELO DE DOS DOBLETES DE HIGGS

Tipo I Tipo II
ξuh cosα/ sinβ cosα/ sinβ
ξdh cosα/ sinβ − sinα/ cosβ
ξ`h cosα/ sinβ − sinα/ cosβ
ξuH sinα/ sinβ sinα/ sinβ
ξdH sinα/ sinβ cosα/ cosβ
ξ`H sinα/ sinβ cosα/ cosβ
ξuA cotβ cotβ
ξdA − cotβ tanβ
ξ`A − cotβ tanβ

Tabla 2.1: Acoplamientos de Yukawa de los fermiones a los bosones de Higgs neutros h,H,A en
los MDDH tipo I y II. Los acoplamientos para los bosones de Higgs cargados se siguen de la Ec.
(2.18)

deriva de la componente imaginaria de φ. Este mecanismo no genera acoplamientos a nivel de
árbol para un bosón de Higgs CP -par a un par de bosones no masivos, por ejemplo γγ. Ambos
tipos de acoplamientos solo surgen a nivel de un lazo. Por simetŕıa de Bose, el acoplamiento del
bosón Z a un par de bosones de Higgs idénticos está prohibido. Para un par de bosones de Higgs
no idénticos el acoplamiento solo se presenta cuando los dos Higgs tienen números cuánticos de
CP opuestos, es decir ZAH y ZAh son permitidos. Hay algunos otros vértices prohibidos a nivel
árbol por otras razones. Los vértices generados radiativamente Agg, Hgg y hgg son importantes
debido a que a la fusión de gluones es uno de los mecanismos de producción más dominantes
para los Higgs neutros en los colisionadores de hadrónes. Similarmente, los acoplamientos a
un par γγ pueden ser muy importantes en la detección del Higgs neutro. Otros vértices como
H+W−γ y H+W−Z también desaparecen a nivel árbol. El vértice H+W−γ no existe a nivel
árbol debido a la conservación de la corriente electromagnética, obteniéndose hasta nivel de un lazo.

Para llevar acabo el análisis numérico de los decaimientos de los bosones escalares CP -par y
CP -impar necesitamos estudiar el espacio de parámetros para el MDDH, el cual se realizará a
continuación

2.1.3. Espacio de parámetros del MDDH

Después del descubrimiento del bosón de Higgs, diversos estudios han sido realizados para
explorar las implicaciones sobre el espacio de parámetros del MDDH-II [19–23]. De los recientes
análisis de las colaboraciones ATLAS y CMS [24], se infiere que las propiedades del bosón escalar
encontrado son altamente consistentes con las predicciones del ME imponiendo de esta manera
restricciones sobre el sector escalar de las extensiones del ME. Por lo tanto si alguna de las
teoŕıas de extensión predice la existencia de nuevos campos de Higgs, alguno de ellos debe de
reproducir los resultados del ME, tales como sus acoplamientos a los fermiones y bosones de norma.

En el MDDH-II, el bosón escalar más ligero h es usualmente identificado con el bosón de Higgs
del modelo estándar, lo cual restringe el espacio de parámetros del modelo a una región muy cercana
al ĺımite de alineamiento descrito por sin(β − α) = 1. En esta región, el bosón de Higgs H no se
acopla a los bosones de norma y el acoplamiento hZA no se da a nivel árbol [23, 25, 26]. Además,
mediante los estudios del LHC acerca de los decaimientos del bosón de Higgs a fermiones se pueden
acotar los ángulos de mezcla α y β, dado que estos parámetros intervienen en el acoplamiento hff̄ .
Por otro lado, diferentes cotas se pueden obtener de restricciones teóricas, como son estabilidad
del vaćıo y perturbatividad de los acoplamientos del bosón de Higgs. De la misma manera, los
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parámetros oblicuos S, T , y U imponen restricciones a las masas de los nuevos bosones de Higgs
A y H, requiriendo que al menos uno de ellos sea muy pesado: si por ejemplo el bosón CP -impar
tiene una masa de mA ≈ 200 GeV entonces se requiere que la masa del bosón CP -par cumpla con
la restricción mH ≥ 600 GeV y viceversa. En cuanto al bosón escalar cargado, su masa puede ser
restringida mediante mediciones experimentales de bajas enerǵıas de los procesos de CNCS. Todas
las restricciones anteriores pueden ser complementadas con la búsqueda directa de los bosones de
Higgs adicionales en el LEP y el LHC. A continuación presentamos las restricciones más relevantes
para nuestro trabajo.

Ángulos de mezcla β y α: Dado que se identifica al bosón de Higgs h con el bosón de
Higgs del ME, los datos del LHC restringen a β − α muy cercano a π/2, concretamente
| sin(β − α)| > 0.999, con un pequeño intervalo alrededor de tβ = 1, en donde la restricción
es menor. Además en el MDDH tipo II el acoplamiento del bosón escalar con el quark top
(quark bottom) es 1/tβ (tβ),. por lo que los procesos de CNCS son muy sensibles a pequeños
y grandes valores de tβ en el rango (1, 30).

Masa del bosón de Higgs cargado H±: El colisionador de electrón-positrón LEP, realizó
búsquedas del bosón de Higgs cargado mediante su producción a pares en el marco del
MDDH tipo I y II. Aunque no se encontró un exceso comparado con las predicciones del ME,
se excluyeron algunas regiones del espacio de parámetros. Las masas del bosón de Higgs por
debajo de 80 (75.2) GeV están excluidas para MDDH-II (MDDH-I) [27]. Mientras que las
mediciones del branching ratio para B̄ → Xsγ impone la cota mH± > 570 GeV para tβ = 1.5
en el MDDH-I [28].

Masa del bosón de Higgs CP -impar: Los autores de la Ref. [22] analizaron el espacio de
parámetros del MDDH-II mediante los decaimientos del bosón de Higgs. Dichos estudios
arrojaron que si la masa de alguno de los bosones de Higgs neutros (mA o mH) se en-
cuentran en el intervalo (600, 700) GeV la masa del bosón de Higgs restante se restringe
considerablemente. Seguiremos de cerca dicho análisis ya que es de interés para el presente
trabajo. Examinaremos primero el caso de un bosón escalar CP -impar ligero y un bosón
CP -par pesado con una masa de mH = 600 GeV. En este escenario las búsquedas de los
decaimientos A → τ̄ τ , A → γγ y A → hZ excluyen la región mA < 350 GeV, mientras
que los datos del LHC sobre el bosón de Higgs requieren mA > 220 GeV. Por otro lado las
búsquedas en el canal bb̄→ A→ τ̄ τ sugieren valores entre 350 y 700 GeV para mA e impone
la cota tβ < 2 para mA ≤ 500 GeV, mientras que para tβ < 15 se tiene 500 GeV ≤ mA ≤ 700
GeV.

Masa del bosón escalar CP -par: Ahora examinamos el escenario con un bosón escalar CP -par
ligero y un bosón escalar CP -impar pesado con una masa de mA = 700 GeV. En este caso
todas las restricciones requieren mH > 300 GeV, mientras que el proceso bb̄ → H/A → τ τ̄
impone una cota superior para tβ como función de mH . Por ejemplo, para mH = 200(600)
GeV tβ < 6(15). Por otro lado, las búsquedas de los decaimientos de H a los canales τ̄ τ , WW ,
ZZ, γγ y hh requieren de tβ > 2.5 para mH < 380 GeV. Para un bosón ligero mA = 600
GeV, la búsqueda del canal A→ HZ excluye la región mH < 270 GeV.

2.2. Decaimientos A → Zγγ y φ → Zγγ (φ = h,H) en el
modelo con dos dobletes de Higgs

Condiciones cinemáticas

Para analizar los decaimientos necesitamos definir las condiciones cinemáticas. Para esto usa-
remos la siguiente nomenclatura para los 4-momentos de las part́ıculas externas
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φ(p)→ γµ(k1) + γν(k2) + Zα(k3), (2.19)

en donde φ indica cualquier bosón escalar A,H o h. Las condiciones de capa de masa son
entonces p2 = m2

φ, k2
3 = m3

Z y k2
1 = k2

2 = 0. También se introducen las siguientes cantidades
invariantes de Lorentz

s1 = (k1 + k3)2,

s2 = (k2 + k3)2,

s = (k1 + k2)2.

(2.20)

Por conservación del cuadrimomento, estas variables están relacionadas mediante s1 + s2 + s =
m2
φ +m2

Z . De esta manera todos los productos escalares entre los 4-momentos externos se pueden

expresar en términos de s, s1 y s2, junto a la variable escalada µZ = m2
Z/m

2
φ. Utilizando la condición

de transversalidad de los bosones de norma, tenemos k1 · εµ(k1) = k2 · εν(k2) = k3 · εα(k3) = 0, lo
cual nos permite eliminar los términos proporcionales a kµ1 , kν2 y kα3 de las amplitudes.

2.2.1. Amplitud del decaimiento A→ Zγγ

Comenzamos con el cálculo del decaimiento del bosón de Higgs CP-impar A → Zγγ. Como
se mencionó anteriormente, existen dos conjuntos de diagramas de Feynman que inducen este
proceso: diagramas de tipo caja y diagramas reducibles. El primer conjunto proporciona la forma
más general para el vértice AZγγ mientras que el segundo conjunto ocurre como A→ Zφ→ Zγγ
en donde φ = h,H puede ser real o virtual.

Diagramas de caja

El cálculo de los diagramas de caja proporciona la expresión general de la estructura de
Lorentz para el vértice AZγγ. Estos diagramas se encuentran ilustrados en la Fig. 2.1.

A

γ(kµ1 )

Z(kα3 )

γ(kν2)

f

A

γ(kµ1 )

γ(kν2)

Z(kα3 )

f

A

Z(kα3 )

γ(kµ1 )

γ(kν2)

f

(a) (b)

(c)

Figura 2.1: Diagramas de caja que contribuyen al decaimiento A → Zγγ en el MDDH. Tres
diagramas adicionales se obtienen al intercambiar los fotones. Diagramas similares contribuyen al
decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H) al reemplazar A→ φ.
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El contenido de part́ıculas que circulan en el lazo está compuesto de leptones cargados y quarks.
Los bosones de norma W± y bosones escalares cargados H± no contribuyen al proceso dado
que invarianza de norma prohibe los acoplamientos AW+W− y AH+H− a nivel árbol. El único
acoplamiento del bosón CP -impar disponible es al par W±H∓, sin embargo el vértice VW±H∓

(V = γ, Z) no se da a nivel árbol. Como se mostrará en la sección de análisis numérico, en el
MDDH-II la contribución principal proviene del quark top para valores pequeños de tβ , mientras
que para valores grandes de dicho parámetro la contribución del quark bottom también es relevante.
Esto se debe a la presencia del factor tβ (1/tβ) para el acoplamiento de Yukawa del quark bottom
(top). Empleando las reglas de Feynman que se encuentran en el Apéndice A.1 obtenemos la
amplitud invariante de los diagramas de Feynman mostrados en la Fig. 2.1. Existen tres diagramas
de Feynman adicionales que se obtienen al intercambiar los fotones en cada uno de estos diagramas.
La amplitud total es entonces

MBox =

(−ig(eQf )2NfgAff
2cW

)∫
d4q

(2π)4

3∑
i=1

Tr
[
γ5Tµναi

]
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k3) +

(
kµ1 ↔ kν2

)
, (2.21)

en donde el tensor Tµναi incluye la contribución del lazo, el cual para cada diagrama es

Tµνα1 = A12γ
νB1γ

µCγα(gV − gAγ5)D3,

Tµνα2 = A13γ
µB3γ

α(gV − gAγ5)CγνD2,

Tµνα3 = A13γ
α(gV − gAγ5)B2γ

νCγµD1.

(2.22)

En la Ec. (2.22) los correspondientes propagadores fermiónicos están dados por

Aln =
/q − /kl − /kn +mf

(q − kl − kn)2 −m2
f

, Bl =
/q − /kl +mf

(q − kl)2 −m2
f

, C =
/q +mf

q2 −m2
f

, Dl =
/q + /kl +mf

(q + kl)2 −m2
f

.

(2.23)
Después de emplear el método de reducción de Passarino-Veltman para calcular la integrales

en términos de funciones escalares, se puede comprobar que la amplitud se encuentra libre de
divergencias ultravioletas y que es invariante de norma ante U(1)em; i,e., la amplitud se cancela al
remplazar los vectores de polarización por los cuadrimomentos. La amplitud para el decaimiento
A→ Zγγ se puede expresar de la siguiente forma

M(A→ Zγγ) =Mαµν(A→ Zγγ) ε∗α(k3)ε∗µ(k1)ε∗ν(k2), (2.24)

con la estructura de Lorentz dada por

Mαµν(A→ Zγγ) = F1 k
α
1

(
kν1k

µ
2 − k1 · k2 g

µν
)

+ F2

(
kν3 (kα1 k

µ
2 − k1 · k2 g

αµ)

+ k2 · k3(kν1g
αµ − kα1 gµν)

)
+
F3

m2
A

kα2

(
kµ3 (k2 · k3 k

ν
1 − k1 · k2 k

ν)

+ k1 · k(kν3k
µ
2 − k2 · k3 g

µν)
)

+
(
kµ1 ↔ kν2

)
,

(2.25)

Como se puede ver, la covarianza es manifiesta en esta amplitud. Los factores de forma Fi dependen
de las variables s1, s2, s y µZ y reciben contribución de diagramas de caja y diagramas reducibles
(DR), en donde estos últimos no proporcionan estructuras de Lorentz adicionales. De esta manera,
podemos escribir Fi = FBoxi + FDRi . Las expresiones para los factores de forma de los diagramas
de caja son extensas y se encuentran en el Apéndice B.1.1 en términos de las funciones escalares
de Passarino-Veltman.
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Contribuciones de diagramas reducibles

Existe también contribución de diagramas reducibles al decaimiento A → Zγγ, los cuales
se muestran en la Fig. 2.2, en donde los fotones emergen del estado intermedio mediante un lazo
mediado por fermiones cargados, bosones W± y el bosón cargado H±. Estos diagramas contribuyen
a la amplitud (2.25) solo a través del factor de forma F1, el cual incluye la contribución de las
part́ıculas antes mencionadas

FDR1 = Ff1 + FW±1 + FH±1 , (2.26)

con Fχ1 (χ = f,W±, H±) definidos en el Apéndice B.1.2 en términos de funciones escalares de
Passarino-Veltman. Al igual que en el caso de los diagramas de caja, la contribución de los DR es
invariante de norma y libre de divergencias.

A

Z(kα3 )

h,H
γ(kµ1 )

γ(kν2)

+ +

H+ H+=

+ +

WWf

Figura 2.2: Diagramas reducibles para el decaimiento A→ Zγγ en el MDDH. Para los diagramas
de triángulo existen diagramas adicionales que se obtienen al intercambiar los fotones. Diagramas
similares contribuyen al decaimiento φ→ Zγγ φ = h,H excepto que la part́ıcula intermedia es un
bosón de Higgs CP -impar y solo hay contribución de fermiones.

2.2.2. Amplitudes de φ→ Zγγ (φ = h,H)

Contribución de diagramas de caja

El decaimiento a un lazo φ→ Zγγ (φ = h,H) también recibe contribuciones de diagramas de
caja análogos a los diagramas de la Fig. 2.1 en donde solo tenemos que remplazar el bosón A por
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φ. En este caso aunque los bosones de Higgs CP -par se acoplan a los pares de pat́ıculas W± y H±,
dichas contribuciones se cancelan debido a invarianza ante CP y la amplitud para el vértice φZγγ
debe incluir tensores de Levi-Civita. Dicha estructura no puede ser generada por otras part́ıculas
excepto por fermiones cargados, cuyo acoplamiento con el bosón de norma Z incluye la matriz γ5.
Dado que la amplitud invariante de un lazo de fermiones incluye una traza de cadena de matrices
de Dirac, el término que involucra la matriz γ5 proporciona el tensor de Levi-Civita requerido. De
este modo la amplitud del decaimiento φ→ Zγγ se puede escribir como

MBox =

(−ig(eQf )2Nfgφff
2cW

)∫
d4q

(2π)4

3∑
i=1

Tr
[
Tµναi

]
ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k3) +

(
kµ1 ↔ kν2

)
, (2.27)

en donde el tensor Tµναi tiene la misma forma que la Ec. (2.22). Después de calcular la traza,
utilizar el método de descomposición de Passarino-Veltman y las identidades de Schouten podemos
escribir la amplitud invariante como

Mαµν(φ→ Zγγ) = G1

(
k1 · k2 ε

αµνk3 + gµνεαk3k1k2 − kµ2 εανk3k1 + kν1 ε
αµk3k2

)
+
G2

m2
φ

εαµk3k1
(
k3 · k2 k

ν
1 − k1 · k2 k

ν
3

)
+ G3

(
k1 · k2 ε

αµνk1 + kν1 ε
αµk1k2

)
+ G4

(
k3 · k2 ε

αµνk1 + kν3 ε
αµk1k2

)
+
(
kν1 ↔ kµ2

)
,

(2.28)

en donde hemos usado la notación εαkpq = εαβλρkβpλqρ, etc. Nuevamente los factores de forma
Gi dependen de las variables reducidas s, s1, s2 y µZ y reciben contribuciones de los diagramas
de caja y diagramas reducibles: Gi = GBoxi + GDRi . Las expresiones de los diagramas de caja se
encuentran en el Apéndice B.2.1.

Contribución de diagramas reducibles

También hay contribución de DR, los cuales son análogos a los mostrados en la Fig. 2.2, a
excepción de que los fotones emergen del bosón intermediario A via lazos de fermiones cargados
únicamente. Hay diagramas reducibles adicionales que surgen del proceso φ→ ZZ∗ → Zγγ, como
se muestra en la Fig. 2.3.

φ

Z(kα3 )

Z

γ(kµ1 )

γ(kν2)

f

Figura 2.3: Diagrama de Feynman que contribuye al decaimiento φ → Zγγ en el MDDH. El
diagrama que se obtiene al intercambiar los fotones no se muestra.

Este diagrama involucra la anomaĺıa del vértice Z∗γγ, la cual recibe contribuciones de fermiones
cargados. Es debido a invarianza ante CP que la amplitud debe ser proporcional al tensor de Levi-
Civita, el cual solo es posible mediante una traza de cadena de matrices de Dirac que incluya la
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matriz γ5, la cual únicamente esta presente en un lazo de fermiones. Por lo tanto, lazos con bosones
W o bosones de Higgs cargados H± no contribuyen a este vértice. Además, debido al teorema de
Landau-Yang, el vértice Z∗γγ se cancela cuando el bosón Z es real, por lo que este diagrama no
contribuye al decaimiento φ → Zγγ cuando el bosón de Higgs φ esta cinemáticamente permitido
en decaer en un par de bosones reales Z. Estos diagramas reducibles solo contribuyen al factor de
forma G3 mediante

GDR3 = GA−f3 + GZ−f3 . (2.29)

en donde GA−f3 y GZ−f3 son los factores de forma que surgen de los diagramas con los vértices
A∗γγ y Z∗γγ respectivamente. Las expresiones expĺıcitas se encuentran en el Apéndice B.2.2. Note
que debemos considerar todos los fermiones de cada familia para cancelar la anomaĺıa Z∗γγ.

2.2.3. Anchuras de decaimientos

Existen dos escenarios para el decaimiento φi → Zγγ dependiendo del valor de la masa del bosón
escalar entrante (denotado por φi) y la masa del bosón escalar intermediario, el cual denotamos por
φe. La convención de las part́ıculas es φe = H,h para φi = A en el primer decaimiento y φe = A
para φi = h,H en el segundo. A continuación presentamos las expresiones para las anchuras de los
decaimientos en ambos escenarios.

Escenario mφi < mφe +mZ

En este escenario, el bosón entrante φi no es lo suficientemente pesado para producir un bosón
φe real. Por lo que tendremos un decaimiento de tres cuerpos inducido por diagramas de caja y
diagramas reducibles. La correspondiente anchura de decaimiento se puede escribir como

Γ(φi → Zγγ) =
mφi

256π3

∫ x1f

x1i

∫ x2f

x2i

|M̄(φi)→ Zγγ|2 dx2 dx1, (2.30)

en donde hemos introducido las siguientes variables:

x1 =
2p · k3

m2
φi

= 1 + µZ − ŝ, (2.31)

x2 =
2p · k1

m2
φi

= 1− ŝ2, (2.32)

x3 =
2p · k2

m2
φi

= 1− ŝ1, (2.33)

con ŝ = s/m2
φi

y ŝi = si/m
2
φi

. En el centro de masas en donde la part́ıcula φi se encuentra en
reposo tenemos x1 = 2EZ/mφi , x2 = 2Eγ/mφi , y x3 = 2Eγ′/mφi , con Eγ (Eγ′) la enerǵıa del
fotón con cuadrimomento k1 (k2). De la ley de conservación de la enerǵıa, estas variables obedecen
la relación x1 + x2 + x3 = 2. Los ĺımites cinemáticos de la Ec. (2.30) son

x1i = 2
√
µZ ,

x1f = 1 + µZ ,

x2i,2f =
1

2

(
2− x1 ∓

√
x2

1 − 4µZ

)
.

(2.34)

La amplitud al cuadrado para los decaimientos A→ Zγγ y φ→ Zγγ (φ = H,h) se presentan
en el Apéndice B.3.
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Escenario mφi > mφe +mZ

En este escenario el bosón escalar entrante φi es lo suficiente pesado para producir un bosón
escalar φe y el decaimiento φi → Zγγ se produce como un decaimiento a dos cuerpos: φi → Zφe
seguido por el decaimiento a un lazo φe → γγ. Note que en el caso del decaimiento del bosón CP -
par, aunque el decaimiento a un par de bosones Z reales esta ahora permitido cinemáticamente,
el decaimiento Z → γγ esta prohibido por el teorema de Landau-Yang, lo cual significa que la
contribución del bosón Z intermediario se cancela. En este escenario, la Ec. (2.30) puede ser inte-
grada usando el propagador de Breit-Wigner para el bosón escalar intermediario, y el decaimiento
φi → Zγγ se puede expresar como

Γ(φi → Zγγ) = Γ(φi → Zφe)Br(φe → γγ), (2.35)

con la anchura de decaimiento Γ(φi → Zφe) dado por

Γ(φe → γγ) =
α2g2m3

φ

1024π3m2
W

∣∣Fφeγγ∣∣2 , (2.36)

Para el decaimiento del bosón CP -par φe = h,H y Fφeγγ recibe contribuciones de fermiones
cargados, el bosón de norma W y el bosón escalar cargado H±:

Fφeγγ = FAγγf (τf ) + FAγγW (τW ) + FAγγH± (τH±) para φe = h,H, (2.37)

con τχ = 4m2
χ/m

2
φe

. Las funciones Fχ(x) pueden ser obtenidas de los resultados para los

diagramas reducibles presentados en el Apeńdice B.2.2 estableciendo s = m2
φe

. Estas funciones
son:

FAγγχ (x) =



∑
f gφf̄fNcQ

2
f (−2x(1 + (1− x)f(x))) χ = f,

gφWW (2 + 3x+ 3x(2− x)f(x)) χ = W,

m2
W (1− 2s2

W )gφH−H+

c2Wm
2
H±

(x(1− xf(x))) χ = H±,

(2.38)

para φe = H,h. La función f(x) está dada por

f(x) =


[
arcsin

(
1√
x

)]2
x ≥ 1,

− 1
4

[
log
(

1+
√

1−x
1−√1−x

)
− iπ

]2
x < 1.

(2.39)

Por otro lado, cuando el bosón intermediario es CP -impar, solo tenemos la contribución de
fermiones

FAγγ = FAγγf (τf ) =
∑
f

gAf̄fQ
2
fNc (−2τff(τf )) . (2.40)

y la anchura del decaimiento φi → φeZ está dada por

Γ(φi → φeZ) =
g2
φZφe

αm3
φi

256s2
W

(
(4− (

√
τφe −

√
τZ)2)(4− (

√
τφe +

√
τZ)2)

) 3
2

. (2.41)

en donde τφe = 4m2
φe
/m2

φi
para A → Zγγ y τφe = 4m2

A/m
2
φ para φ → Zγγ (φ = h,H). Con

los remplazos adecuados se pueden obtener las expresiones para el decaimiento φe → W±H∓ si
es cinemáticamente permitido.
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Todas las constantes de acoplamiento necesarias para los cálculos tales como gφf̄f , gφWW , gφZZ ,
gφAZ , gφW±H∓ (φ = H,h) junto a gAf̄f y gA±H∓ se muestran en la Tabla 2.2. Otras constantes
de acoplamiento involucradas en los decaimientos H → hh y φ → AA se pueden encontrar en
la Ref. [1, 29]. Para obtener el Br(φ → Zγγ) (φ = A,H, h) necesitamos los principales modos
de decaimientos de los bosones de Higgs CP -par y CP -impar, los cuales han sido ampliamente
estudiados en la literatura [29]. Por completes, presentamos en el Apéndice B.4 todas las formulas
necesarias para obtener el branching ratio para el decaimiento φi → Zγγ y realizar una comparación
con los diferentes modos de decaimiento.

Tabla 2.2: Constantes de acoplamiento del bosón escalar a fermiones y bosones de norma en el
MDDH-II que se describen en la Fig. A.2 y A.3. Se uso la notación sa = sin a y ca = cos a. Los
acoplamientos gφZZ obedecen gφZZ = 1

c2W
gφWW [1].

φ gφuu gφdd (gφll) gφWW gφZA gφH−H+

h −
(
sβ−α +

cβ−α
tβ

)
− (sβ−α − tβcβ−α) sβ−α cβ−α

(
cW cβ−α − 1

2cW
c2βcβ+α

)
H −

(
cβ−α −

sβ−α
tβ

)
− (cβ−α + tβsβ−α) cβ−α −sβ−α

(
cW sβ−α + 1

2cW
c2βsβ+α

)
A

1

tβ
tβ 0 0 0

2.3. Análisis numérico y resultados

A continuación estudiaremos el comportamiento de los decaimientos A → Zγγ y φ → Zγγ
(φ = H,h) como función de los parámetros mH± ,mA,mH , tβ y β − α. Nos apegaremos a los
valores aun permitidos para dichos parámetros mientras que los valores del ME se toman de la
Ref. [30]. Para la evaluación numérica de las funciones escalares de Passarino-Veltman que aparecen
en las amplitudes de los diferentes decaimientos usaremos la paqueteŕıa LoopTools [31, 32]. En
cuanto a las anchuras de decaimiento dominantes de los bosones escalares CP -par y CP -impar,
estas fueron evaluadas por nuestros códigos en Mathematica que implementan las formulas del
Apéndice B.4 que incluyen las correcciones de QCD para los decaimientos a quarks ligeros.

Br(A→ Zγγ)

Trabajaremos en la región cercana al ĺımite de alineamiento y usaremos sin(β − α) = 0.999.
En este escenario, el acoplamiento hZA es despreciable por lo que las contribuciones al decai-
miento A → Zγγ provienen de los diagramas de caja y diagramas reducibles con la part́ıcula
H como intermediaria, el cual recibe su principal contribución de los quarks top y bottom. La
contribución de los bosones W± resulta ser despreciable dado que el vértice correspondiente es
proporcional a cos2(β −α) mientras que los bosones de Higgs cargados también proporcionan una
pequeña contribución para valores de mH± del orden de GeVs. Podemos distinguir dos escenarios
de interés fenomenológico: mA < mH + mZ y mA > mH + mZ . A continuación examinaremos el
comportamiento de Br(A→ Zγγ) en dichos escenarios.

Escenario mA < mH +mZ

Consideramos el escenario con mH = 600 GeV y analizaremos el comportamiento de Br(A →
Zγγ) como función de mA en el intervalo (350, 650) GeV. Para el ángulo de mezcla β consideramos
dos valores: tβ = 2 y tβ = 10, los cuales están permitidos para mA < 500 GeV y 500 GeV ≤ mA ≤
700 GeV, respectivamente. En las gráficas superiores de la Fig. 2.4 mostramos el comportamiento
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de Br(A → Zγγ) como función de mA para los valores permitidos de tβ . También mostramos
los principales modos de decaimiento del bosón CP -impar A como son: A → b̄b, W−H+, tt, , gg,
γγ y Zγ. El proceso A → Zh tiene una tasa de decaimiento despreciable en la región cercana
al ĺımite de alineamiento y no se muestra en las gráficas. Resulta que la principal contribución
a Br(A → Zγγ) proviene de los diagramas reducibles con el top quark en el lazo, mientras que
la contribución de los bosones de Higgs cargados es despreciable. Dado que el escenario con el
bosón intermediario H esta lejos de la resonancia, los diagramas reducibles contribuyen muy poco,
aunque dicha contribución es mayor a los diagramas de caja por dos ordenes de magnitud. Por lo
tanto, el decaimiento A → Zγγ es muy pequeño. Por ejemplo, para tβ = 2, el Br(A → Zγγ) es
del orden de 10−11 si mA = 300 GeV, aunque puede incrementar ligeramente conforme aumenta
mA. Cuando tβ incrementa a 10, el Br(A → Zγγ) decrece por un orden de magnitud ya que la
contribución del quark top se suprime por le factor 1/tβ . En esta región del espacio de parámetros
del MDDH-II, el decaimiento A → Zγγ es considerablemente más pequeño que los procesos a un
lazo A→ γγ y A→ Zγ.
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Figura 2.4: Branching ratio del decaimiento A → Zγγ en el MDDH tipo II como función de mA

para m±H = 570 GeV, sin(β−α) = 0.999 y diferentes valores de tβ permitidos por la teoŕıa y datos
experimentales. En las gráficas superiores (inferiores) usamos mH = 600 (270) GeV. También se
muestran los principales canales de decaimiento del bosón escalar CP -impar.

Escenario con mA > mH +mZ

Ahora analizamos el escenario en donde el bosón escalar CP -par es relativamente ligero, con
una masa de mH = 270 GeV junto con un bosón CP -impar pesado con una masa en el intervalo
(600, 1000) GeV. En este caso usamos tβ = 5 y tβ = 10, los cuales son valores permitidos para
mA = 600 GeV y mA = 700 GeV, respectivamente. En este escenario el bosón intermedio H se
encuentra en resonancia y el bosón CP -impar puede decaer como A → ZH, el cual tiene una
alta tasa de decaimiento. El decaimiento A→ Zγγ puede entonces decaer en dos etapas: primero
ocurre el decaimiento A → ZH y posteriormente el bosón H en capa de masa decae a un par
de fotones H → γγ. El proceso es entonces A → HZ → Zγγ. En las gráficas inferiores de la
Fig. 2.4 se observa que el Br(A → Zγγ) incrementa hasta 4 ordenes de magnitud con respecto al
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resultado obtenido en el escenario anterior y puede alcanzar valores del orden de 10−6− 10−5 para
un rango de (600, 800) GeV para mA. En este rango de masas, el principal modo de decaimiento
es A→ HZ, lo cual explica el incremento considerable de Br(A→ Zγγ). Por razones ilustrativas
también mostramos los branching ratios de los canales A → Zb̄b y A → Zgg, los cuales proceden
como A→ ZH y posteriormente el bosón de Higgs decae a b̄b, gg respectivamente, del cual el primer
canal es el dominante. El comportamiento antes descrito de Br(A → Zγγ) se ilustra también en
las gráficas de contorno en el plano mA vs mH que se muestran en la Fig. 2.5 para dos valores de
tβ . Podemos observar que Br(A → Zγγ) alcanza los valores más grandes del orden de 10−5 en la
región mA > mZ + mH , mientras que éste es despreciable cuando mA < mZ + mH . Dado que el
decaimiento A → Zγγ recibe contribución principalmente del quark top en el lazo, este decrece
cuando tβ incrementa.
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Figura 2.5: Gráfica de contorno de Br(A → Zγγ) en el plano mA vs mH para sin(β − α) = 0.99.
Los valores considerados de tβ son: tβ = 2 (izquierda) y tβ = 10 (derecha).

Br(H → Zγγ)

Ahora analizamos el comportamiento del Br(H → Zγγ) como función de mH en los escenarios
análogos a los discutidos para el bosón de Higgs CP -impar. Para sin(β − α) = 0.999, a parte
de la contribución de los diagramas de caja, la única contribución de los diagramas reducibles es
la de bosón CP -impar como part́ıcula intermedia, y el cual recibe contribuciones principalmente
de los quarks top y bottom. El diagrama mediado por el bosón Z proporciona una contribución
despreciable dado que el vértice HZZ es proporcional a cos(β − α).

Escenario mH < mA +mZ

Consideramos un bosón de Higgs CP -impar pesado con una masa mA = 600 GeV y tomamos
mH en el intervalo (300, 600) GeV. Para tβ consideramos los valores 3 y 10. En las gráficas superiores
de la Fig. 2.6 mostramos los branching ratios para los canales más importantes del bosón H.
Notamos que el decaimiento H → Zγγ tiene un branching ratio suprimido de hasta 5 ordenes de
magnitud más pequeño que los branching ratios de los decaimientos a un lazo H → γγ y H → Zγ.
Aunque el branching ratio incrementa para valores pequeños de tβ aun parece estar lejos de la
detección experimental.
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Escenario mH > mA +mZ

En este escenario consideramos mA = 350 GeV y tomamos a mH en el rango (600, 1000)
GeV, además de usar tβ = 2 y tβ = 10. Para masas del bosón escalar cargado usamos mH± =
575 GeV. Para este caso no es necesario asumir mH± > mH dado que el decaimiento H →
W−H+ es suprimido por el factor cos(β − α)2. En las gráficas inferiores de la Fig. 2.6 se muestra
el comportamiento de Br(H → Zγγ) junto a los canales más importantes. Vemos que hay un
aumento considerable de hasta 5 ordenes de magnitud ahora que el decaimiento H → ZA esta
cinemáticamente permitido; por lo tanto el Br(H → Zγγ) puede alcanzar valores de 10−3 para
tβ = 2. Nuevamente incluimos los decaimientos H → ZA→ Zb̄b y H → ZA→ Zgg por completes.
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Figura 2.6: Branching ratios del decaimiento H → Zγγ en el MDDH tipo II como función de
mH para mH± = 570 GeV, sin(β − α) = 0.999 y dos valores de tβ permitidos por la teoŕıa y
restricciones experimentales. En las gráficas superiores (inferiores) usamos mA = 600 (350) GeV.
También se muestran los principales modos de decaimientos de H.

En la Fig. 2.7 mostramos la gráfica de contorno de Br(H → Zγγ) en el plano mH vs mA para
dos valores de tβ . Nuevamente podemos observar que Br(H → Zγγ) alcanza valores más grandes
cuando mH > mA + mZ y es despreciable cuando mH < mA + mZ . Este canal también decrece
cuando se incrementa el valor de tβ ya que recibe su principal contribución del quark top en el
lazo.

Aunque los valores de las tasas de decaimiento se los procesos analizados aumentan conside-
rablemente cuando el bosón intermediario es real en ambos casos, aun no parece suficiente para
poner estos decaimientos al alcance experimental en el LHC. En la Fig. 2.8 mostramos la sección
transversal para los bosones de Higgs CP -par y CP -impar via fusión de gluones a una enerǵıa
de
√
s = 14 TeV como función de la masa de los bosones escalares. Con una luminosidad de 300

fb−1 que alcanzará el LHC en la corrida 3, tendremos alrededor de 1.64× 105 (3.2× 105) bosones
escalares CP−par (CP -impares) con una masa de mφ = 500 GeV producidos anualmente, pero
este número decrece por un orden de magnitud cuando mφ = 700 GeV. Como se discute a conti-
nuación, este número de eventos podŕıa incrementarse en el MDDH-I por un orden de magnitud
de los branching ratios respectivos.
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Figura 2.7: Gráfica de contorno de Br(H → Zγγ) en el plano mH vs mA para sin(β − α) = 0.99,
mH± = 570 GeV y dos valores de tβ .

Br(h→ Zγγ)

Brevemente discutiremos el decaimiento del bosón escalar CP -par más ligero h→ Zγγ. Dado
que el estado h debe reproducir los resultados del bosón de Higgs del ME, se espera que los
resultados para este decaimiento no se desv́ıen considerablemente de los resultados obtenidos para
el ME. Para el escenario sin(β − α) w 1, la única contribución proviene de diagramas de caja
y diagramas reducibles mediados por el bosón Z. Como mencionamos anteriormente, el vértice
hZA se suprime considerablemente, mientras que el vértice hHZ se prohibe por invarianza de CP .
Además no hay un incremento debido al diagrama con un bosón Z mediador de los diagramas
reducibles dada la condición mh < 2mZ . Para mh = 125 GeV y tβ = 10 obtenemos Br(h →
Zγγ) w 10−9, el cual corresponde al valor predicho por el ME [33]. Por lo tanto los nuevos efectos
proporcionados por MDDH no dan una contribución significante a este decaimiento y parecen estar
lejos del alcance experimental.

2.3.1. Distribuciones cinemáticas

En el escenario en donde el bosón escalar se encuentra fuera de capa de masa, el análisis
del comportamiento de algunas distribuciones cinemáticas pueden ser de ayuda para distinguir
la señal de decaimiento del ruido de fondo. La distribución de enerǵıa del bosón Z dada como
dΓ(φi → Zγγ)/dEZ y la distribución de masa invariante del fotón dΓ(φi → Zγγ)/dmγγ′ también
puede ser de ayuda. Para obtener la primera distribución de enerǵıa, uno puede emplear la relación
dx1

= (2/mφi)dEZ en la Ec. (2.30) para obtener

dΓ(φi → Zγγ)

dEZ
=

1

128 π3

∫ x2f

x2i

|M(φi → Zγγ)|2dx2, (2.42)

en donde la enerǵıa del bosón Z esta definida en el intervalo (mZ , (m
2
φi

+ m2
Z)/(2mφi)). Por

otro lado, la expresión para la distribución de masa invariante del fotón dΓ(φi → Zγγ)/dmγγ′ se
obtiene usando la relación dmγγ′ = dEZ/

√
µZ − x1 + 1, la cual conlleva a

dΓ(φi → Zγγ)

dmγγ′
=

√
µZ − x1 + 1

128π3

∫ x2f

x2i

|M(φi → Zγγ)|2dx2, (2.43)

en donde mγγ′ esta definida en el intervalo (0,mφi −mZ). Por razones ilustrativas, en la Fig. 2.9
mostramos la distribución de enerǵıa dΓ(A→ Zγγ)/dEZ y la distribución de masa invariante del
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Figura 2.8: Sección transversal de los bosones escalares CP -par y CP -impar via fusión de gluones
como función de la masa de los bosones escalares a una enerǵıa del centro de masa de

√
s = 14

TeV en el MDDH-II. Usamos sin(β − α) ≈ 0.999 y tβ = 2. El eje derecho muestra el numero de
eventos por año con una luminosidad de 300 fb−1.

fotón dΓ(A→ Zγγ)/dmγγ en el ĺımite de alineamiento para mH = 700 GeV, tβ = 15 y diferentes
valores de mA. Observamos que en el marco de referencia en reposo del bosón escalar CP -impar,
la enerǵıa del bosón Z tiene un pico alrededor de mA. Una situación similar se observa para la
distribución de la masa invariante mγγ′ .
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Figura 2.9: Distribución de enerǵıa (izquierda) y masa (derecha) invariante Γ(A → Zγγ)/dEZ
y dΓ(A → Zγγ)/dmγγ′ , para diferentes valores de la masa del bosón escalar CP -impar en el
MDDH-II. Usamos mH = 700 GeV y tβ = 15.

2.3.2. Decaimientos A→ Zγγ y H → Zγγ en el MDDH tipo I

Brevemente analizaremos los decaimientos A→ Zγγ y H → Zγγ en el marco del MDDH tipo
I, en donde ahora la masa del bosón escalar cargado tiene una cota inferior (mH± > 570 GeV).
Como se mencionó, la principal contribución de los decaimientos A → Zγγ y H → Zγγ proviene
del quark top mientras que los efectos del bosón escalar cargado con una masa menor a 570 GeV no
tiene un efecto considerable sobre los decaimientos en los que estamos interesados. Sin embargo,
en el MDDH tipo I los acoplamientos del bosón escalar CP -impar a ambos quarks son ahora
proporcionales a cotβ y lo mismo para los acoplamientos del bosón escalar CP -impar en el ĺımite
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cuando cos(α−β)→ 0, por lo que las anchuras de decaimiento de los bosones escalares al par b̄b es
suprimido por tβ , el cual puede tener un efecto en nuestros decaimientos analizados. Consideremos
por ejemplo el decaimiento A → Zγγ en el escenario mA > mH + mZ . En el modelo MDDH-II
el canal predominante es A → ZH → Zb̄b pero para valores grandes de tβ este decaimiento esta
suprimido en el MDDH-I ya que se suprime el decaimiento H → b̄b. Esto se puede traducir en
un aumento de la anchura del decaimiento A → ZH → Zγγ. Para analizar este escenario, hemos
realizado el cálculo expĺıcito de las anchuras de los decaimientos A → Zγγ y H → Zγγ en el
MDDH-I en los mismos escenarios considerados en el análisis para MDDH-II. Los resultados de
los respectivos branching ratios aśı como de los canales más importantes se muestran en la Fig.
2.10, en donde observamos que los decaimientos A → Zγγ y H → Zγγ tienen un incremento de
un orden de magnitud con respecto a los valores reportados en el MDDH-II.
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Figura 2.10: Branching ratio de los decaimientos A → Zγγ y H → Zγγ en el MDDH tipo I
como función de las masas de los bosones escalares y tomando los valores mH± = 570 GeV,
sin(β−α) = 0.999, y dos valores de tβ permitidos pos la teoŕıa y los datos experimentales. También
se muestran los canales más importantes.

2.4. Conclusiones

Se ha calculado los decaimientos a un lazo A → Zγγ y φ → Zγγ (φ = h,H) en el marco del
modelo con dos dobletes de Higgs, presentando las expresiones anaĺıticas en términos de funciones
escalares de Passarino-Veltman. Para la evaluación numérica nos enfocamos en el MDDH tipo
II considerando la región del espacio de parámetros consistente con los datos experimentales. Se
encontró que el decaimiento A → Zγγ es relevante cuando mA > mH + mZ y el bosón H se
encuentra en capa de masa. En este escenario el Br(A→ Zγγ) puede ser del orden de 10−5− 10−4

. En cuanto al decaimiento H → Zγγ, este es importante en el escenario cuando mH > mA +mZ ,
en donde el bosón A esta en capa de masa, y el decaimiento puede alcanzar valores del orden
de 10−4 − 10−3. Ambos decaimientos muestran un comportamiento similar y pueden decrecer
ligeramente cuando tβ se incrementa, lo cual señala que la contribución dominante proviene de los
diagramas reducibles en donde el quark top circula en el lazo. Además, estos decaimientos se ven
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altamente suprimidos (siendo del orden de 10−9) cuando el bosón intermediario se encuentra fuera
de capa de masa. También se analizaron estos decaimientos en el MDDH tipo I encontrando una
mejora en los resultados de un orden de magnitud con respecto al MDDH tipo II. Referente al
proceso h→ Zγγ, no se encontraron diferencias significativas con lo predicho por el ME en donde
el decaimiento es del orden de 10−9, lo que significa que nuestro cálculo esta en concordancia a los
estudios previos.
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Caṕıtulo 3

Decaimientos φ→ Zγγ (φ = h,H,A)
en el modelo mı́nimo
supersimétrico

En este caṕıtulo estudiaremos la fenomenoloǵıa de los bosones de Higgs neutros CP -pares (H
y h) y CP -impar (A) mediante los decaimientos exóticos φ → Zγγ (φ = h,H,A) en el marco
del modelo mı́nimo supersimétrico. Dichos decaimientos son inducidos a nivel de un lazo por
diagramas de Feynman tipo caja y diagramas reducibles. En el ME el decaimiento del bosón
de Higgs con una masa de 125 GeV h → Zγγ solo recibe contribuciones de fermiones cargados
y bosones W± al lazo y el cual es particularmente sensible al acoplamiento con el quark top.
Dentro del marco del MMSS resulta interesante estudiar los decaimientos de los bosones de Higgs
neutros que se predicen en esta teoŕıa, además de considerar las contribuciones al lazo de las
nuevas part́ıculas cargadas. Estas nuevas contribuciones son: los bosones escalares cargados H±,
charginos χ̃±i y sfermiones f̃i. Debido a invarianza ante CP , los bosones escalares cargados y
sfermiones solo contribuyen a través de los diagramas reducibles. Los resultados derivados de este
decaimiento se reportaron en [34].

3.1. El Modelo mı́nimo supersimétrico

A pesar de que el modelo estándar es una de las teoŕıas más exitosas, y corroborada experi-
mentalmente con gran nivel de predicción, aun se considera como una teoŕıa incompleta ya que
no es capaz de explicar diversos fenómenos tales como la oscilación de neutrinos, el origen de la
masa de neutrinos, el problema de la materia obscura, asimetŕıa materia-antimateria, entre otros.
Además, dentro de los problemas teóricos podemos mencionar el problema de la jerarqúıa, el pro-
blema CP -fuerte, etc. Estos problemas sugieren que debemos buscar f́ısica más allá del ME. De
entre las teoŕıas mas allá del ME, los modelos supersimétricos han sido ampliamente estudiados ya
que dan solución al problema de la jerarqúıa sin requerir un ajuste fino en los parámetros del mo-
delo, además de contar con part́ıculas candidatas a materia obscura. Adicionalmente, los modelos
supersimétricos contienen un amplio espectro de part́ıculas, haciendo estos modelos fenomenológi-
camente interesantes.

El problema de la jerarqúıa

Una de las inconsistencias teóricas presentes en el marco del ME es el denominado problema
de la jerarqúıa, el cual surge al calcular correcciones radiativas a la masa del bosón de Higgs.
Para ejemplificar el problema consideremos el diagrama de Feynman de la Fig. 3.1(a) de donde se
obtiene la corrección a nivel de un lazo para la masa del bosón de Higgs
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∆2(mf
h) = Nf

λ2
f

8π2

[
−Λ2 + 6m2

f log
Λ

mf
− 2m2

f

]
+O(1/Λ2), (3.1)

Sin embargo, la Ec. (3.1) contiene una divergencia cuadrática al considerar la escala de enerǵıa
Λ como la escala de Planck Λp ∼ 1018 GeV. Para eliminar dicha divergencia necesitamos añadir
contratérminos y ajustar los parámetros con una precisión del orden de O(10−30) lo cual parece
fuera de lo natural. A esto se le conoce como el problema de la naturalidad o el problema del ajuste
fino.

f

h h

S

S

h

(a) (b) (c)

Figura 3.1: Diagramas de Feynman que contribuyen a la corrección de la masa del bosón de Higgs
a nivel de un lazo.

El problema de la jerarqúıa afecta a bosones escalares, ya que no hay ninguna simetŕıa que
proteja sus masas contra escalas mayores. Esto no sucede con las demás part́ıculas del modelo
estándar, ya que en el caso de los fermiones la simetŕıa quiral protege el valor de sus masas contra
correcciones radiativas, mientras que la simetŕıa de norma protege a los fotones de adquirir masa.
Un mecanismo interesante para eliminar las divergencias cuadráticas es asumiendo la existencia
de una nueva part́ıcula escalar S cuyos acoplamientos con el bosón de Higgs sean hφiφi ∼ vλS y
hhφiφi ∼ λS . Estas nuevas part́ıculas contribuyen a la autoenerǵıa del bosón de Higgs mediante
los diagramas de la Fig. 3.1(b,c). En este caso la corrección a la masa del bosón de Higgs es

∆2(mS
h) =

λSNS
16π2

[
−Λ2 + 2m2

S log

(
Λ

mS

)]
− λ2

SNS
16π2

v2

[
−1 + 2 log

(
Λ

mS

)]
+O

(
1

Λ2

)
. (3.2)

Sumando ambas expresiones (3.1) y (3.2) y suponiendo que los acoplamientos de S al bosón
de Higgs están relacionados con los acoplamientos del bosón de Higgs a fermiones mediante λ2

f =

2m2
f/v

2 = −λS y tomando NS = 2Nf obtenemos

∆m2
h =

λ2
fNf

4π2

[
(m2

f −m2
S) log

(
Λ

mS

)
+ 3m2

f log

(
mS

mf

)]
+O

(
1

Λ2

)
. (3.3)

La Ec. (3.3) no contiene divergencias cuadráticas y aunque contiene una divergencia logaŕıtmica,
su contribución es pequeña incluso para valores de la enerǵıa a escalas de Planck. La divergencia
logaŕıtmica desaparece si consideramos la masa de la part́ıcula escalar igual a la masa de los
fermiones. En conclusión, si existen dichas part́ıculas escalares con una simetŕıa que relacione sus
acoplamientos con el bosón de Higgs a los acoplamientos de Yukawa de los fermiones, no surgen
divergencias cuadráticas cuando se calculen las correcciones radiativas a la masa del bosón de
Higgs. Se puede generalizar este argumento para incluir la contribución de las otras part́ıculas del
ME que contribuyen a ∆mh mediante la introducción de part́ıculas fermiónicas compañeras a los
bosones W , Z y h y ajustando sus acoplamientos tal que las divergencias cuadráticas se cancelen.
Para que las correcciones radiativas sean del mismo orden que el valor de la masa del bosón de
Higgs a nivel árbol, las nuevas part́ıculas no deben ser más pesadas que la escalar de TeV.
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3.1.1. Supersimetŕıa y la extensión mı́nima supersimétrica del modelo
estándar

Supersimetŕıa (SUSY) es una simetŕıa que relaciona part́ıculas de esṕın entero (bosones) con
part́ıculas de esṕın 1/2 (fermiones), prediciendo nuevas part́ıculas escalares, llamados squarks
y sleptones, los cuales son supercompañeros de quarks y leptones respectivamente. También se
predicen nuevas part́ıculas fermiónicas asociadas a los bosones de norma, llamados gauginos. Los
modelos supersimétricos añaden un nuevo doblete de campos escalares para dotar de masa a los
fermiones tipo up y down y asegurar la cancelación de anomaĺıas [35], por lo que se predicen
adicionalmente part́ıculas fermiónicas supersimétricas llamadas higgsinos.

En la sección anterior vimos como la introducción de nuevas part́ıculas relacionadas a las
part́ıculas del ME soluciona el problema de la jerarqúıa sin requerir un ajuste fino. Esta es una de
las ideas principales que proponen los modelos supersimétricos y aunque existen otras teoŕıas que
proponen una solución al problema de la jerarqúıa, tales como teoŕıas tecnicolor o los modelos
con un bosón de Higgs ligero, SUSY es de interés particular ya que proporciona la estructura
adecuada para resolver el problema de la naturalidad manteniendo al bosón de Higgs como una
part́ıcula elemental. Esto último no sucede en teoŕıas tecnicolor ya que en ella se considera al
bosón de Higgs como una part́ıcula compuesta. En esta sección nos enfocaremos en el estudio del
modelo mı́nimo supersimétrico, el cual es la extensión más simple de los modelos supersimétricos.

En el MMSS la interacción del bosón de Higgs con los fermiones se obtiene del superpotencial
dado por

WF = εij
[
fĤi

1L̂
jR̂+ f1Ĥ

i
1Q̂

jD̂ + f2Ĥ
j
2Q̂

iÛ
]
, (3.4)

en donde Ĥ1 y Ĥ2 son los supercampos de Higgs, Q̂ y L̂ son dobletes de SU(2) de supercampos
de quarks y leptones respectivamente, Û y D̂ son singletes de SU(2) de supercampos de quarks,
R̂ es un singlete débil de SU(2) de campos de leptones cargados y los ı́ndices i, j son ı́ndices de
SU(2), los cuales se contraen de una manera invariante. SUSY prohibe la aparición de los campos
Ĥ∗1 y Ĥ∗2 en la Ec. (3.4) debido a invariancia de norma, además de que el acoplamiento Ĥ1Q̂Û
está prohibido dado que no se puede generar la masa de los quarks up si se omite el doblete Ĥ2.

Retomando la Ec. (3.3) observamos que la divergencia logaŕıtmica desaparece si la simetŕıa
que relaciona los fermiones del ME con sus part́ıculas supercompañeras escalares es exacta. Sin
embargo, SUSY no puede ser una simetŕıa exacta dado que no se han observado en la naturaleza
part́ıculas escalares fundamentales con la misma masa que los fermiones conocidos, indicando que
SUSY debe ser rota. En el proceso de rompimiento de la simetŕıa se debe preservar invarianza
de norma y renormalizabilidad de la teoŕıa, además de ser cuidadosos en no generar valores muy
grandes para las masas de las part́ıculas supersimétricas y aśı evitar reintroducir el problema
de la jerarqúıa. Dado que hasta el momento no existe una manera dinámica completamente
satisfactoria de romper SUSY, se deben introducir a mano términos expĺıcitos que rompan la
simetŕıa. Este mecanismo proporciona una teoŕıa supersimétrica efectiva a bajas enerǵıas y la
versión más económica es el modelo mı́nimo supersimétrico (MMSS) [36].

En el modelo mı́nimo supersimétrico los términos que rompen suavemente la simetŕıa, inclu-
yendo un singlete de campos escalares N en adición a los dos dobletes de Higgs, se introducen en
el potencial general

W = λεijĤ
i
1Ĥ

j
2N̂ − µεijĤi

1Ĥ
j
2 − ΛN̂ +

1

2
MN̂2 − 1

3
kN̂3 +WF , (3.5)

en donde WF está dado por la Ec. (3.4). Del potencial W se deriva el potencial V de los campos
escalares bajo las siguientes suposiciones:

31
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SUPERSIMÉTRICO
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Se asume que los compañeros supersimétricos de los quarks y leptones (llamados squarks y
sleptones, respectivamente) no adquieren un valor de expectación en el vaćıo. Esto debido a
que los números leptónico y de color permanecen invariantes después del rompimiento de la
simetŕıa.

Sin perdida de generalidad podemos realizar un desplazamiento en los parámetros del singlete
N y absorber el parámetro M del potencial W .

Bajo estas suposiciones e incluyendo todos los términos suaves que rompen la supersimetŕıa obte-
nemos el potencial escalar para el sector de Higgs, el cual se expresa como

V =
1

8
g2
[
4|Hi∗

1 H
i
2|2 − 2(Hi∗

1 H
i
1)(Hj∗

2 Hj
2) + (Hi∗

1 H
i
1)2 + (Hi∗

2 H
i
2)2
]

+
1

8
g′2(Hi∗

2 H
i
2 −Hi∗

1 H
i
1)2 + |λHi

1H
i
2εij − Λ− kN2|2

+ |λ|2(Hi∗
1 H

i
1 +Hi∗

2 H
i
2)N∗N + |µ|2(Hi∗

1 H
i
1 +Hi∗

2 H
i
2)

− (Hi∗
1 H

i
1 +Hi∗

2 H
i
2)(µ∗λN + h.c.) + Vsoft,

(3.6)

con

Vsoft = m2
1(Hi∗

1 H
i
1) +m2

2(Hi∗
2 H

i
2)− (m2

12εijH
i
1H

j
2) + h.c) +m2

NN
∗N

+ (m′2NN
2 + h.c.)− (εijλAλH

i
1H

j
2N +

1

3
kAkN

3 + h.c.), (3.7)

en donde los parámetros m1,m2,m12,mN ,m
′
N , Aλ y Ak tienen dimensiones de masa, Λ tiene

dimensiones de masa al cuadrado y los parámetros λ y k son adimensionales.

El MMSS se basa en el grupo de norma del modelo estándar SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y ,
por lo que a cada bosón de norma del ME se les asocia su compañero supersimétrico de esṕın
1/2 llamados bino B̃, winos W̃1−3 y gluinos G̃1−8, para los grupos U(1), SU(2) y SU(3) respec-
tivamente. Los bosones del ME junto a sus supercompañeros se acomodan en los denominados
supermultipletes y en el caso de los fermiones, los campos derechos e izquierdos pertenecen a
supercampos quirales junto a sus contrapartes supersimétricas escalares. Todos estos supercampos
junto a sus part́ıculas correspondientes y números cuánticos se resumen en la Tabla 3.1.

Supercampos SU(3)C S(2)L U(1)Y Part́ıculas

Ĝa 8 1 0 Gµa , G̃a
Ŵa 1 3 0 Wµ

a , W̃a

B̂ 1 1 0 Bµ, B̃

Q̂ 3 2 1/3 (uL, dL), (ũL, d̃L)

Û c 3̄ 1 −4/3 ūR, ũ∗R
D̂c 3̄ 1 2/3 d̄R, d̃∗R
L̂ 1 2 −1 (νL, eL), (ν̃L, ẽL)

Êc 1 1 2 ēR, ẽ∗R
Ĥ1 1 2 −1 H1, H̃1

Ĥ2 1 2 1 H2, H̃2

Tabla 3.1: Supercompañeros de los bosones de norma y los fermiones en el modelo mı́nimo super-
simétrico.
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Respecto al sector escalar, la introducción de dos dobletes de Higgs conlleva a cinco part́ıculas
de Higgs f́ısicas: dos bosones de Higgs CP -pares h y H, un bosón CP -impar A y dos bosones
cargados H±. Sus correspondientes supercompañeros de esṕın 1/2, los higgsinos, se mezclan con
los winos y el bino para proporcionar los eigenestados de masa de charginos χ±1,2 y los cuatro

neutralinos χ0
1−4. Para preservar la conservación del número bariónico y leptónico se impone una

simetŕıa discreta llamada paridad-R [37], la cual se define por

Rp = (−1)2s+3B+L, (3.8)

en donde L y B son los números leptónico y bariónico respectivamente y s el esṕın. De la
Ec. (3.8) se encuentra que las part́ıculas supersimétricas tienen el número cuántico Rp = −1
mientras que las demás part́ıculas tienen Rp = 1. En la fenomenoloǵıa, RP tiene consecuencias
importantes ya que permite ser estable a la part́ıcula de SUSY más ligera, el neutralino χ̃0

1,
conviertiéndola en candidata a materia obscura. En cuanto a los procesos, RP predice que las
part́ıculas supersimétricas son siempre producidas en pares y en sus decaimientos siempre hay un
número impar de part́ıculas supersimétricas.

Para romper suavemente la supersimetŕıa y evitar la reaparición de divergencias cuadráti-
cas, se introducen los llamados términos suaves de rompimiento de la simetŕıa, los cuales se
enlistan a continuación:

Términos de masa de gluinos, winos y binos

Lgaugino = −1

2

(
M1B̃B̃ +M2

3∑
a=1

W̃ aW̃a +M3

8∑
a=1

G̃aG̃a + h.c
)
. (3.9)

Términos de masa de los fermiones escalares:

Lsfermiones =
∑
i=gen

m2
Q̃i
Q̃†i Q̃i +m2

L̃i
L̃†i L̃i +m2

ũi |ũRi |2 +m2
d̃i
|d̃Ri |2 +m2

l̃i
|l̃Ri |2. (3.10)

Términos de masa y bilineales del bosón de Higgs:

LHiggs = m2
H2
H†2H2 +m2

H1
H†1H1 +Bµ(H2 ·H1 + h.c). (3.11)

Acoplamientos trilineales del bosón de Higgs y sfermiones

Ltril =
∑

i,j=gen

(
AuijY

u
ij ũ
∗
RiH2 · Q̃j +AdijY

d
ij d̃
∗
RiH1 · Q̃j +AlijY

l
ij l̃
∗
RiH1 · L̃j + h.c

)
. (3.12)

Por lo tanto, el potencial escalar se obtiene sumando los tres términos anteriores

Vsoft = Lsfermiones + LHiggs + Ltril. (3.13)

Todos los términos anteriores conforman el modelo mı́nimo supersimétrico no restringido, el
cual cuenta con 105 parámetros libres, en adición a los 19 parámetros libres del ME, de entre los
cuales se encuentran ángulos de mezcla, términos de fases y los diferentes términos que rompen la
simetŕıa suavemente. Este gran número de parámetros libres traen consigo problemas al modelo,
tales como corrientes neutras con cambio de sabor o una cantidad inaceptable de violación de CP .
Para obtener un modelo fenomenológicamente más viable se pueden hacer ciertas consideraciones
adicionales: i) se pueden considerar todos los parámetros que rompen la simetŕıa suavemente como
reales, por lo que no habrá fuentes adicionales de violación de CP , ii) también, podemos considerar
como diagonal la matriz de masa de los sfermiones implicando la ausencia de corrientes neutras
con cambio de sabor a nivel árbol. De este modo, solo hay 22 parámetros libres, los cuales son
la razón de los valores de expectación del vaćıo tβ , las masas de los bosones de Higgs, las masas
de los gauginos, las masas de los sfermiones y los acoplamientos trilineales de los sfermiones. Este
modelo es más atractivo fenomenológicamente, comparado con el MMSS no restringido, dado su
menor número de parámetros libres.
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3.1.2. El sector de Higgs

El sector de Higgs del MMSS es esencialmente el mismo que el modelo con dos dobletes de
Higgs tipo II [1], en donde dos isodobletes complejos son introducidos

H1 =

(
H0

1

H−1

)
con YH1

= −1,

H2 =

(
H+

2

H0
2

)
con YH2

= +1. (3.14)

El doblete H1 se acopla a quarks tipo down y leptones cargados, mientras que el doblete H2 se
acopla a quarks tipo up únicamente. Después del rompimiento espontáneo de la simetŕıa, tres de
los ocho grados de libertad de H1 y H2 se convierten en los modos longitudinales de polarización
de los bosones de norma W± y Z, obteniendo términos de masa, y los grados de libertad restantes
corresponden al espectro de bosones de Higgs f́ısicos, los cuales son determinados como sigue. Las
componentes neutras de los campos de Higgs desarrollan valores de expectación en el vaćıo (VEVs)

〈H0
1 〉 =

v1√
2
, 〈H0

2 〉 =
v2√

2
. (3.15)

Para que no exista violación de CP en el sector de Higgs, se escogen las fases de los dobletes de
Higgs tal que los VEVs sean positivos. En el MMSS no interviene el campo N ya que se considera
la estructura de Higgs más simple. En este caso el potencial resultante toma la siguiente forma

V = (m2
1 + |µ|2)Hi∗

1 H
i
1 + (m2

2 + |µ|2)Hi∗
2 H

i
2 −m2

12(εijH
i
1H

j
2 + h.c.)

+
1

8
(g2 + g′2)

[
Hi∗

1 H
i
1 −Hj∗

2 Hj
2

]2
+

1

2
g2|Hi∗

1 H
i
2|2. (3.16)

Para obtener los campos de Higgs f́ısicos y sus masas, ambos dobletes de Higgs se expanden
alrededor de los VEVs es sus partes real e imaginaria como sigue

H1 =
1√
2

(
v1 +H0

1 + iP 0
1

H−1

)
, H2 =

1√
2

(
H+

2

v2 +H0
2 + iP 0

2

)
, (3.17)

en donde la parte es una combinación lineal de los bosones de Higgs CP -pares h y H, mientras
que las partes imaginarias corresponden al bosón de Higgs CP -impar A y el bosón de Goldstone
neutro. Los bosones f́ısicos CP -pares se obtienen al rotar las componentes neutras del doblete de
Higgs por un ángulo α (

H
h

)
=

(
cα sα
−sα cα

)(
H0

1

H0
2

)
, (3.18)

en donde introducimos la notación abreviada sξ ≡ sin ξ y cξ ≡ cos ξ con ξ denotando cualquier
ángulo. Con ayuda del ángulo β definido por tanβ = v2/v1 con 0 ≤ β ≤ π/2, se obtienen los bosones
de Higgs CP -impar y el bosón de Goldstone neutro G0 mediante la rotación de las componentes
imaginarias de los dobletes de Higgs(

G0

A

)
=

(
cβ sβ
−sβ cβ

)(
P 0

1

P 0
2

)
. (3.19)

La matriz de masa de los bosones de Higgs CP -pares en la base (H0
1 −H0

2 ) está dada por

M2
S = m2

Z

(
c2β −cβsβ
−cβsβ s2

β

)
+m2

A

(
s2
β −cβsβ

−cβsβ c2β

)
+

(
∆M2

11 ∆M2
12

∆M2
12 ∆M2

22

)
, (3.20)
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en donde ∆M2
ij indica las correcciones radiativas que dependen de la escala SUSY, los acopla-

mientos trilineales stop/sbottom At/b y la masa del higgsino µ. Después de diagonalizar la matriz
M2
S y la rotación (3.18), se obtienen las masas de los bosones de Higgs neutros expresados como

m2
h,H =

1

2

[
m2
A +m2

Z + ∆M2
11 + ∆M2

22 ∓
√

(m2
A +m2

Z)2 − 4m2
Am

2
Zc

2
2β + C

]
, (3.21)

con

C = 4∆M4
12 + (∆M2

11 −∆M2
22)2 − 2(m2

A −m2
Z)(∆M2

11 −∆M2
22)c2β

− 4(m2
A +m2

Z)∆M2
12s2β . (3.22)

Note que si no se consideran correcciones radiativas entonces mh ≤ mZ . En una versión sim-
plificada del modelo, llamado hMSSM [38], se asume que ∆M22, el cual incluye las correcciones
dominantes del stop, es la única corrección relevante, i.e., ∆M22 � ∆M11,∆M12. Entonces, si el
bosón de Higgs CP -par más ligero se asume como el bosón escalar observado en el LHC, ∆M22

puede ser sustituido por el término de masa mh como sigue [38]

∆M22 =
m2
h(m2

A +m2
Z −m2

h)−m2
Am

2
Zc

2
2β

m2
Zc

2
β +m2

As
2
β −m2

h

. (3.23)

En este caso mH se puede expresar como

m2
H =

(m2
A +m2

Z −m2
h)(m2

Zc
2
β +m2

As
2
β)−m2

Am
2
Zc

2
2β

m2
Zc

2
β +m2

As
2
β −m2

h

, (3.24)

y el ángulo de mezcla α obedece la relación

tanα =
(m2

A +m2
Z)cβsβ

m2
Zc

2
β +m2

As
2
β −m2

h

. (3.25)

Notemos que hay dos parámetros libres que usualmente se escogen como tβ ≡ tanβ y mA. En
nuestro análisis nos enfocaremos en el escenario hMSSM.

3.1.3. El sector de charginos y neutralinos

Los supercompañeros de los bosones de Higgs cargados y los bosones de norma W± se mezclan
para formar los eigenestados de masa de charginos χ̄±1,2. Las masas mχ̄±1,2

, los ángulos de mezcla y

las fases son determinadas por los elementos de la matriz de masas de charginos, la cual se puede
escribir en la base (W̃−, H̃−) como

X =

(
M2

√
2mW cβ√

2mW sβ µ

)
, (3.26)

la cual esta determinada por los parámetros fundamentales de SUSY: la masa de gaugino M2, la
masa del higgsino µ y el ángulo de mezcla tβ . En diversos modelos que consideran la conservación
de la paridad-R, el chargino más ligero χ̄+

1 es la part́ıcula más ligera de SUSY y juega un rol
importante en la detección experimental de SUSY.

La lagrangiana para los términos de masa de los charginos se puede escribir en la base gaugino-
higgsino como

Lχc mass = −ΨT
RXΨL + H.c, (3.27)

en donde ΨL/R son espinores de Weyl de dos componentes:
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ΨL =

(
W̃+

h̃+
2

)
, ΨR =

(
W̃−

h̃−1

)
. (3.28)

La matriz de masa de charginos se puede diagonalizar por una rotación de los campos wino y
higgsino mediante matrices unitarias de 2× 2, espećıficamente χL = VΨL y χR = UΨR, con χL,R
los eigenestados de masa de charginos. Esto conlleva a

Mχ̃+ = UXV T =

(
mχ̄+

1
0

0 mχ̄+
2

)
, (3.29)

con mχ̄+
1
< mχ̄+

2
. Las matrices U y V se pueden parametrizar de la siguiente manera

V =

(
cosφL e−iβL sinφL

−eiβL sinφL cosφL

)
,

U =

(
eiγ1 0
0 eiγ2

)(
cosφR e−iβR sinφR

−eiβR sinφR cosφR

)
. (3.30)

Las matrices U y V son ortogonales si se asume invarianza ante CP , mientras que en teoŕıas
con violación de CP los parámetros M2 y µ son en general complejos. Por otro lado, mediante una
reparametrización de los campos se puede considerar a M2 como un parámetro real positivo [39],
y de esta manera la única fase no trivial es µ, la cual se puede parametrizar como µ = |µ|eiθ.

Las matrices U y V se pueden escoger tal que los elementos de la matriz diagonal Mχ̃+ sean
reales y positivos. Los correspondientes eigenvalores son

m2
χ̃±1,2

=
1

2
(M2

2 + |µ|2 + 2m2
W ∓∆), (3.31)

en donde

∆ =
√

(M2
2 − |µ|2)2 + 4m4

W c
2
2β + 4m2

W (M2
2 + |µ|2 + 2M2|µ|s2βcθ). (3.32)

Los ángulos de rotación φL/R en la Ec. (3.30) están dados por

cos 2φL = −M
2
2 − |µ|2 − 2m2

W cos 2β

∆
, (3.33)

cos 2φR = −M
2
2 − |µ|2 + 2m2

W cos 2β

∆
. (3.34)

Los cuatro fases no triviales βL, βR, γ1, γ2 no son independientes y pueden ser expresadas en
términos del ángulo θ de la Ec. (3.32) como

tanβL = − sin θ

cos θ + M2

|µ| cotβ
, tanβR =

sin θ

cos θ + M2

|µ| tanβ
,

tan γ1 =
sin θ

cos θ +
M2(m2

χ̃1
−|µ2)

|µ|m2
W sin 2β

, tan γ2 = − sin θ

cos θ +
M2m2

W sin 2β

|µ|(m2
χ̃2
−M2

2 )

. (3.35)

Podemos observar de las relaciones (3.31) y (3.32) que las masas de los charginos mχ̃+
i

dependen principalmente de µ, M2 y tβ , los cuales están restringidos por cotas proporcionadas
por el experimento LEP sobre la masa del chargino más ligero: mχ̃± > 103.5 GeV.
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En cuanto al sector de neutralinos, estos surgen de la mezcla de los estados neutros de los gau-
ginos y higgsinos. En la eigenbase de gauginos y higgsinos, el término de masa para los neutralinos
se puede escribir como

Lχ0 = −1

2
ψ0T Y ψ0 + h.c. (3.36)

en donde ψ0 es el espinor de Weyl de dos componentes ψ0 = (B̃0, W̃ 3, h̃0
1, h̃

0
2)T . La matriz de

masa de neutralinos es

Y =


M1 0 −mZsW cβ mZsW sβ
0 M2 mZcW cβ −mZcW sβ

−mZsW cβ mZcW cβ 0 −µ
mZsW sβ −mZcW sβ . −µ 0

 , (3.37)

en donde M1 es la masa del bino. La matriz Y se puede diagonalizar mediante una transfor-
mación de los campos wino y higgsino con la ayuda de la matriz unitaria N

χ0 = Nφ0, mχ0 = N∗Y N† = diag(mχ0
1
,mχ0

2
,mχ0

3
,mχ0

4
). (3.38)

En el ĺımite cuando |µ| �M1,2 � mZ , las masas de los neutralinos se pueden escribir como

mχ0
1
'M1 −

m2
Z

µ2
(M1 + µs2β)s2

W ,

mχ0
2
'M2 −

m2
Z

µ2
(M2 + µs2β)c2W ,

mχ0
3/4
' |µ|+ m2

Z

2µ2
εµ(1∓ s2β)(µ±M2s

2
W ∓M1c

2
W ), (3.39)

en donde εµ = µ/|µ|. En el MMSS con conservación de paridad-R el neutralino χ0
1 es un buen

candidato a materia obscura dado que es la part́ıcula supersimétrica más ligera y estable.

3.1.4. El sector de sfermiones

El sector de sfermiones puede ser descrito, además de tβ y µ, por tres parámetros adicionales
por cada generación de sfermiones: los términos de masas que rompen suavemente SUSY mf̄L y
mf̄R junto a los acoplamientos trilineales Af . La matriz de masa de sfermiones se puede escribir
como

M2
f̃

=

(
m2
f +m2

LL mfXf

mfXf m2
f +m2

RR

)
, (3.40)

en donde

m2
LL = m2

f̃L
+ (I3L

f −Qfs2
W )m2

Zc2β ,

m2
RR = m2

f̃R
+Qfs

2
Wm

2
Zc2β ,

Xf = Af − µt
−2I3Lf
β . (3.41)

Para obtener los eigenestados de masa f̃1 y f̃2, la matriz de sfermiones se diagonaliza por una
rotación por el ángulo θf mediante la matriz 2× 2 unitaria

Rf̃ =

(
cθf sθf
−sθf cθf

)
. (3.42)
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El ángulo de mezcla y las masas de los sfermiones están dados por

s2θf =
2mfXf

m2
f̃1
−m2

f̃2

, c2θf =
m2
LL −m2

RR

m2
f̃1
−m2

f̃2

, (3.43)

mf̃1,2
= m2

f +
1

2

[
m2
LL +m2

RR ∓
√

(m2
LL −m2

RR)2 + 4m2
fX

2
f

]
. (3.44)

Usualmente se asume que las masas de los sfermiones de primera y segunda generación son
cero [36]. A continuación presentaremos un análisis del espacio de parámetros para el modelo
mı́nimo supersimétrico, el cual nos ayudará a realizar el análisis numérico de los decaimientos
exóticos del bosón de Higgs.

3.2. Análisis del espacio de parámetros del hMMSS

Después del descubrimiento del bosón de Higgs en el LHC, se han medido con mayor precisión
algunas de sus propiedades, las cuales sirven para imponer restricciones sobre los parámetros de
los modelos de extensión como el MMSS, en particular en el sector escalar. En este sector, el bosón
de Higgs ligero h se identifica con el bosón del ME, lo que restringe el espacio de parámetros
a sin(β − α) = 1, ya que en este escenario los acoplamientos de h con los fermiones reproduce
los correspondientes vértices del ME. En este escenario los ángulos de mezcla están relacionados
mediante tanα = −1/ tanβ y los acoplamientos del bosón escalar CP -par con los bosones W±

se suprime. Por otro lado, el hecho de que no se han observado otros bosones de Higgs en los
colisionadores es un indicativo de que sus masas están por encima de la escalar electrodébil, esto
es mφ � mZ . En nuestros cálculos consideramos la región cercana al ĺımite sin(β − α) = 1 y
consideramos a los nuevos bosones escalares como pesados.

Masas de las part́ıculas supersimétricas

El descubrimiento del bosón de Higgs en el LHC también impone restricciones sobre el sector
de sfermiones, dado que la masa del stop se requiere sea del orden de 1−10 TeV para acomodar la
masa del bosón escalar a 125 GeV. Por otro lado, la tensión entre los valores teórico y experimental
del momento magnético anómalo del muón puede ser disminuido por la contribución de part́ıculas
supersimétricas con masas del orden de GeV. Lo anterior propone que las part́ıculas como los elec-
troweakinos deben tener masas de este mismo orden. Uno de los objetivos del LHC es la búsqueda
de part́ıculas predichas por otros modelo de extensión. En este sentido, no se han observado nuevas
part́ıculas y en particular, la no observación de gluinos y squarks apunta a que sus masas son del
orden de TeV. Además, las búsquedas directas de electroweakinos han impuesto fuertes restric-
ciones sobre sus masas mediante el estudio de la producción del par chargino-neutralino [40]. El
análisis muestra las restricciones del neutralino más ligero cuya masa debe estar en el intervalo
(100, 150) GeV, mientras que la cota inferior del estado degenerado de χ0

2 y χ±1 es de 300 GeV. En
vista de estas restricciones, el bosón de Higgs pasado con una masa menor a 600 GeV no puede
decaer en dos electrowekinos.

Masa del bosón escalar H y el parámetro tβ

Los parámetros mA y tβ se pueden restringir de las búsquedas directas de los bosones escalares
pesados. Recientemente, los datos del LHC a

√
s = 7 y 8 TeV han restringido el espacio de

parámetros del MMSS mediante los decaimientos H → γγ [41], H → WW [42], H → hh → bb̄bb̄,
H → hh→ bb̄γγ [43] y H/A→ τ+τ− [44], con este último encontrando las cotas más estrictas. Se
encontró que para mA = 200 GeV (1500 GeV) la región con tβ > 1 (tβ > 2) se encuentra excluida
a un 95 % C.L. Otros decaimientos como H → hZ y H → ZZ excluyen la región con tβ < 4 para
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mA < 350 GeV, aunque la región mA > 400 GeV y tβ < 10 aun esta permitida.

En cuanto a las restricciones indirectas de los parámetros del MMSS, las cotas más estrictas se
pueden obtener del estudio de los decaimientos de los mesones B, Bs → Xsγ y Bs → µ+µ−, cuyas
tasas de decaimientos están restringidas a los intervalos

2.82× 10−4 < Br(Bs → Xsγ) < 4.04× 10−4, (3.45)

1.57× 10−9 < Br(Bs → µ+µ−) < 4.63× 10−9, (3.46)

los cuales permiten encontrar las regiones permitidas en el plano mA − tβ [45]. La región con
mA < 350 GeV y tβ > 25 se encuentra excluida por el decaimiento Bs → µ+µ− el cual es sensible a
tβ cuando mA es ligero. Por otro lado, la región en donde mA < 350 GeV y tβ < 8 no es favorecida
por el decaimiento Bs → Xsγ. Considerando estas cotas en nuestro estudio tomamos los valores
de tβ y mA en los siguientes intervalos

1 < tβ < 15 y 400 < mA < 750 GeV. (3.47)

Parámetros supersimétricos

Los parámetros propios del MMSS como M2 y µ son casi degenerados por lo que los charginos
son estados mezclados del bino y el Higgsino. Fijamos estos valores de acuerdo a las recientes cotas.
En particular tomamos M2 = 500 GeV y µ = 400 GeV en nuestros análisis. En cuanto a la fase
del ángulo de violación de CP Φµ tomamos el valor cos(Φµ) = 1 Con estos parámetros, la masa
del chargino más ligero es mχ̃+

1
= 377.9 para tβ = 5. Finalmente, la masa del gaugino M1 se puede

fijar mediante la relación

M1 =
5s2
W

3c2W
M2. (3.48)

3.3. Decaimientos φ → Zγγ (φ = h,H,A) en el modelo mı́ni-
mo supersimétrico

Utilizaremos la misma convención de la sección 2.2 para los 4-momentos de las part́ıculas
externas que intervienen en los procesos, por lo que las condiciones de capa de masa y las variables
invariantes de Lorentz s, s1 y s2 adquieren la misma forma. Los decaimientos φ → Zγγ (φ =
A,H, h) se inducen a nivel de un lazo en teoŕıa de perturbaciones mediante diagramas de caja y
diagramas reducibles. En ambos conjuntos de diagramas las part́ıculas cargadas del MMSS como
charginos, fermiones, sfermiones y bosones de Higgs cargados pueden contribuir a las funciones
de lazo, por lo que la dificultad de este estudio aumenta con respecto al modelo de 2 dobletes de
Higgs.

3.3.1. Decaimiento A→ Zγγ

Diagramas de caja

Los diagramas de caja que inducen el decaimiento A→ Zγγ se muestran en la Fig. 3.2 en donde
las part́ıculas en el lazo son quarks, leptones cargados y charginos. Por invarianza ante CP , el bosón
de Higgs CP -impar no se acopla a un par de bosones W o bosones escalares cargados. Además por
simetŕıa de Bose-Einstein, A no se puede acoplar a un par de sfermiones idénticos. Por lo tanto las
nuevas contribuciones del MMSS a las diagramas de caja son los charginos. Aunque pueden existir
dos estados de charginos de distinto sabor en los diagramas de caja, dados los acoplamientos no
diagonales Zχ+

1 χ
+
2 y Aχ+

1 χ
+
2 , en nuestro análisis numérico solo consideraremos la contribución de
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A

Z(kα3 )

γ(kµ1 )

γ(kν2)

f, χ̃+
i A Z(kα3 )

γ(kµ1 )

γ(kν2)

f, χ̃+
i

A

Z(kα3 )

γ(kµ1 )

γ(kν2)f, χ̃+
i

Figura 3.2: Contribución de diagramas de caja al decaimiento A→ Zγγ en el MMSS, en donde f
representa cualquier fermión cargado del ME y χ̃+

i (i = 1, 2) representa los dos estados de charginos.
Los diagramas correspondientes a los decaimientos φ → Zγγ (φ = h,H) se obtienen únicamente
al reemplazar A por φ. Los diagramas cruzados en los cuales se intercambian los fotones no se
muestran.

=

+f, χ̃+
i

+ +H+, q̃+i H+, q̃+i

W + W

h,H

γ(kµ1 )

γ(kν2)

A

Z(kα3 )

Figura 3.3: Diagramas de Feynman reducibles para el decaimiento A→ Zγγ en el MMSS. Diagra-
mas adicionales surgen al intercambiar los fotones en los diagramas de triángulo. En esta figura q̃+

i

representa los squarks

un solo estado de chargino, ya que los acoplamientos no diagonales se encuentran más suprimidos
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que los diagonales. En el caso de los fermiones también predichos por el ME, la contribución
dominante surge de los quarks más pesados: para valores pequeños de tβ , la contribución del
quark top domina, mientras que para valores mayores de tβ la contribución del quark bottom se
vuelve relevante. Esto debido a la presencia del factor 1/tβ y tβ en los acoplamientos de Yukawa
correspondientes. Una vez que se aplica el método de Passarino-Veltman para reducir la amplitud de
cada diagrama de caja a una combinación de funciones escalares de Passarino-Veltman, verificamos
que la amplitud total es libre de divergencias y obedece invarianza de norma del grupo U(1)em aśı
como simetŕıa de Bose. Aunque cada diagrama de Feynman de caja tiene divergencias ultravioletas,
estas se cancelan al sumar la contribución de todos los diagramas del conjunto. La amplitud
completa se puede expresar en la siguiente manera manifiestamente invariante de norma

M(A→ Zγγ) =Mµναε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k3), (3.49)

en donde la estructura de Lorentz está dada como

Mαµν = FBox
1 kα1

(
kν1k

µ
2 − k1 · k2 g

µν
)

+ FBox
2

(
kν3 (kα1 k

µ
2 − k1 · k2 g

αµ) + k2 · k3(kν1g
αµ − kα1 gµν)

)
+ FBox

3 kα2

(
kµ3 (k2 · k3 k

ν
1 − k1 · k2 k

ν
3 ) + k1 · k3(kν3k

µ
2 − k2 · k3 g

µν)
)
.

(3.50)

La forma de los factores FBox
i depende de las variables s, s1, s2 y µZ . y están dadas por

FBoxi =
∑
χ̃+
i

16g2αgχ̃
+

A gAχ̃+
i χ̃

+
i
m2
χ̃+
i√

2cW sX2
A

fBoxi (χ̃+) (3.51)

en donde fBoxi (χ̃+
i ) (i = 1, 2, 3) estan dadas en el Apéndice B.1.1

Contribución de diagramas reducibles

El decaimiento A → Zγγ también es inducido por diagramas de Feynman reducibles como se
muestra en la Fig. 3.3, el cual está mediado por los bosones de Higgs CP -pares h y H, los cuales
decaen a un par de fotones mediante un lazo de triángulo y de burbuja. El decaimiento es entonces
A→ Zφ∗ → Zγγ y proporciona una amplitud libre de divergencias e invariante de norma. En este
proceso el acoplamiento AZZ está prohibido a nivel árbol por lo que no hay DR con un bosón Z de
mediador. Después de aplicar el método de Passarino-Veltman encontramos la contribución de este
conjunto de diagramas a la amplitud, la cual se da mediante el factor de forma F1 con fermiones
cargados, el bosón W , charginos, sfermiones y bosones escalares cargados H± en el lazo. Note que
dos sfermiones idénticos pueden acoplarse a los bosones de Higgs CP -pares por lo que sfermiones
pueden contribuir a los diagramas de triángulo. La contribución de diagramas de triángulo al factor
de forma F1 se puede expresar como

FRD
1 = Fφ−χ̃

+
i

1 + Fφ−q̃i1 + Fφ−H
±

1 + Fφ−f1 + Fφ−W1 , (3.52)

en donde φ = h,H y los factores Fφ−χ1 (χ = f,W,H±, χ̃+
i , q̃i) se presentan en el Apéndice

B.1.2 en términos de funciones escalares de Passarino-Veltman. La contribución total a los factores
de forma Fi está dada por Fi = FBox

i + FRD
i .

3.3.2. Decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H)

Los diagramas que contribuyen a este decaimiento son similares a los mostrados en la Fig. 3.2
y recibe contribuciones de fermiones cargados y charginos. Aunque puede haber diagramas con
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bosones de norma W± en el lazo, bosones escalares cargados y sfermiones, dichas contribuciones
se cancelan, además, por invarianza ante CP la función vértice φZγγ debe contener tensores de
Levi-Civita, el cual solo puede surgir de amplitudes con fermiones en el lazo que involucran cadenas
de trazas de Dirac con la matriz γ5. La estructura de Lorentz más general para el decaimiento
φ→ Zγγ (φ = h,H,A) se puede escribir de la siguiente manera que es manifiestamente covariante
ante U(1)em

Mαµν(φ→ Zγγ) = GBox
1

(
k1 · k2 ε

αµνk3 + gµνεαk3k1k2 − kµ2 εανk3k1 + kν1 ε
αµk3k2

)
+
GBox

2

m2
φ

εαµk3k1
(
k3 · k2 k

ν
1 − k1 · k2 k

ν
3

)
+ GBox

3

(
k1 · k2 ε

αµνk1 + kν1 ε
αµk1k2

)
+ GBox

4

(
k3 · k2 ε

αµνk1 + kν3 ε
αµk1k2

)
+
(
kν1 ↔ kµ2

)
,

(3.53)

en donde hemos usado la notación εαkpq = εαβλρkβpλqρ, etc y se ha empleado las identidades
de Schouten. Los factores de forma Gi son

GBoxi =
∑
χ̃+
i

16g2αg
χ̃+
i

A mχ̃+
i
gHχ̃+

i χ̃
+
i√

2cWX2
φ

gBoxi (ζ), (3.54)

en donde gBoxi (ζ) dependen de las variables s, s1, s2 y µZ se presentan en el apéndice B.2.1 en
términos de funciones escalares de Passarino-Veltman.

Contribución de diagramas reducibles

Existen dos clases de diagramas de Feynman reducibles. Los diagramas de primera clase son
similares a los mostrados en la Fig. 3.3, pero con el bosón de Higgs CP -par remplazado por el bosón
CP -impar , lo que implica que solo hay contribución de fermiones cargados del ME y charginos en
el lazo. Por razones explicadas anteriormente, no hay diagramas en donde hay bosones virtuales
W± en el lazo, bosones escalares cargados ni sfermiones. La segunda clase de diagramas reducibles
están mediados por el bosón Z como se muestra en la Fig. 3.4 y solo reciben contribuciones de
fermiones cargados: solo los fermiones en el lazo pueden proporcionar el tensor de Levi-Civita que
aparece en la correspondiente función vértice v́ıa la traza de cadena de Dirac con la matriz γ5.

En los diagramas reducibles mediados por el bosón Z también los charginos pueden circular en
el lazo, sin embargo ésta contribución es proporcional a gχ̃iA , el cual se cancela en el hMMSS. Los
diagramas reducibles solo contribuyen al factor de forma G3, el cual se puede expresar como

GRD3 = GA−f3 + GA−χ̃
+

3 + GZ−f3 , (3.55)

en donde GA−X3 (X = f, χ̃+) y GZ−f3 indican la contribución de los diagramas de Feynman
reducibles mediados por el bosón de Higgs CP -impar y el bosón de norma Z, respectivamente. Las
correspondientes expresiones se presentan en el Apéndice B.2.2.

3.3.3. Anchura de decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H,A)

El cuadrado de la amplitud invariante de las relaciones (3.50) y (3.53) promediado sobre pola-
rizaciones de los fotones y el bosón Z, se pueden obtener después de realizar un poco de álgebra.
Los resultados se muestran en el Apéndice B.3 y se puede sustituir en la siguiente formula para
obtener la anchura de decaimiento

Γ(φ→ Zγγ) =
mφ

256π3

∫ x1f

x1i

∫ x2f

x2i

|M̄(φ→ Zγγ)|2dx2dx1, (3.56)
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φ

Z(kα3 )

γ(kµ1 )

γ(kν2)

f

Z

Figura 3.4: Diagrama de Feynman reducible que contribuye al decaimiento φ→ Zγγ en el MMSS.
El diagrama cruzado que se obtiene al intercambiar los fotones no se muestra.

con φ = h,H,A. En el marco de referencia en donde el bosón de Higgs se encuentra en reposo
las variables escaladas s,s1 y s2, definidas en la Ec. (2.20), están relacionadas a la enerǵıa del bosón
Z, denotada como EZ , y la enerǵıa de uno de los fotones (Eγ) de acuerdo a

s = m2
φ(µZ − x1 + 1), (3.57)

s1 = m2
φ(1− x2), (3.58)

s2 = m2
φ(x1 + x2 − 1), (3.59)

en donde x1 = 2EZ/mφ y x2 = 2Eγ/mφ. Los ĺımites cinéticos de la Ec. (3.56) son

2
√
µZ ≤ x1 ≤ 1 + µZ , (3.60)

x2 Q
1

2

(
2− x1 ∓

√
x2

1 − 4µZ

)
. (3.61)

A continuación analizaremos el comportamiento del decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H,A) en el
espacio de parámetros aún disponible del MMSS permitido por las cotas más recientes.

3.4. Análisis numérico de φ → Zγγ (φ = A, h,H) en el
hMMSS

Primero presentaremos una discusión general de las caracteristicas más interesantes del
decaimiento φ → Zγγ (φ = h,H,A). Como se mencionó anteriormente, el decaimiento A → Zγγ
recibe contribuciones de lazos con leptones cargados, quarks, el bosón W±, bosones escalares
cargados, charginos y squarks. Por otro lado, el decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H) solo recibe con-
tribuciones de fermiones cargados y charginos. Sin embargo, la contribución de escalares cargados
al decaimiento del bosón CP -impar es despreciable comparada con la contribución de fermiones,
aśı como la contribución del bosón W±. Con respecto a la contribución de los squarks a los
decaimientos φ→ Zγγ también es despreciable, lo que significa que la contribución predominante
es la de quarks y charginos. Dado que la contribución de los fermiones es proporcional a la masa de
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la part́ıcula, la principal contribución es de los quarks top y bottom. En cuanto a la contribución
de los charginos, dada la presencia de acoplamientos no diagonales a los bosones escalares φ
y el bosón Z a los charginos, los diagramas de caja del decaimiento φ → Zγγ (φ = h,H)
puede incluir dos distintos sabores de charginos en el lazo. Sin embargo, los acoplamientos
no diagonales de los charginos son altamente suprimidos por lo que podemos despreciar dichas
contribuciones. Dichos estados mezclados, no se presentan en los diagramas de Feynman reducibles.

Otro punto importante, es que el cálculo de los diagramas de caja son muy engorrosos, ya
que el acoplamiento φχ̃+

i χ̃
+
j (φ = H,h,A) es de tipo escalar y pseudoescalar, tal como se observa

en la Tabla A.1. Sin embargo, la contribución escalar (pseudoescalar) se cancela en el ĺımite
supersimétrico. Por lo tanto, la estructura de Lorentz correspondiente para la contribución de
charginos es idéntica a la inducida por los fermiones cargados. En los modelos con dos dobletes
de Higgs el decaimiento A → Zγγ puede tener un gran aumento en la región del espacio de
parámetros mA > mZ + mH en donde el decaimiento del bosón CP - impar es lo suficientemente
pesado para decaer en A → ZH y subsecuentemente el bosón CP -par decae a dos fotones
H → γγ. Una situación similar se observa en el caso de decaimiento del bosón de Higgs CP -par
en el escenario en donde mH > mZ + mA. Sin embargo ninguno de los dos escenarios son
posibles en el MMSS ya que las masas mH y mA no son independientes y son de hecho casi
degeneradas, de tal forma que los decaimientos A → ZH y H → AZ están cinemáticamente
prohibidas. Aunque el decaimiento A → Zh es cinemáticamente permitido para valores grandes
de mA, este decaimiento es altamente suprimido ya que la amplitud invariante es proporcional a
cβ−α, el cual desaparece en el ĺımite de alineamiento. Por lo tanto no esperamos un incremento
para el decaimiento φ → Zγγ (φ = H,A) . El decaimiento h → Zγγ tiene una desprecia-
ble tasa de decaimiento y no tiene una desviación de lo reportado en el ME siendo del orden
de 10−11. De esta manera, nos enfocaremos en el estudio de los decaimientos A→ Zγγ y H → Zγγ.

A continuación presentamos el análisis numérico del decaimiento φ → Zγγ (φ = H,A). Las
funciones escalares de Passarino-Veltman se evaluaron mediante las rutinas de LoopTools [31,32].
Por completes también mostramos los cálculos de los principales modos de decaimiento a nivel
árbol y a un lazo: φ → b̄b, t̄t,γγ, gg y Zγ. Note que los decaimientos A → Zh, H → ZZ
y H → W+W− tienen una pequeña tasa de decaimiento en la región de parámetros cercano
al ĺımite de alineamiento. Por propósito de comparación también calculamos los decaimientos
a tres cuerpos φ → Zt̄t y Zb̄b. En cuanto a los decaimientos a part́ıculas supersimétricas, el
único canal cinemáticamente permitido es a un par de neutralinos φ → χ0

1χ
0
1, el cual da una

contribución relevante a la anchura total y ha sido ampliamente estudiado en la literatura [46].
Otros decaimientos de los bosones de Higgs neutros a part́ıculas supersimétricas tales como squarks
o charginos no están cinemáticamente permitidas en la región de parámetros aqúı considerado.

A→ Zγγ

En la región cercana al ĺımite de alineamiento, el vértice AZh está altamente suprimido, por lo
que la contribución de los diagramas reducibles al decaimiento A→ Zγγ surge solo del intercambio
del bosón H, el cual es de hecho dominante sobre la contribución de diagramas de caja por al menos
dos ordenes de magnitud. El comportamiento de Br(A→ Zγγ) como función de mA en el intervalo
400− 750 GeV se muestra en las gráficas superiores de la Fig. 3.5 para dos valores de tβ , mientras
que en las gráficas inferiores se muestra su comportamiento como función de tβ para dos valores
de mA. Podemos observar que para tβ = 2 (gáfica superior izquierda) el Br(A → Zγγ) es del
orden de 10−8 cuando mA ≈ 350 GeV, pero decae por uno o dos ordenes de magnitud cuando el
canal t̄t es cinemáticamente permitido, aunque incrementa nuevamente al orden de 10−8 cuando
mA se incrementa a 750 GeV. Cuando tβ incrementa hasta 15 (gráfica superior derecha) no hay un
cambio significativo en valor de Br(A → Zγγ), excepto cuando mA = 400 GeV en donde este es
considerablemente más pequeño que en el escenario tβ = 2. En las gráficas inferiores de la Fig. 3.5
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es evidente que existe una pequeña dependencia en el Br(A→ Zγγ) sobre tβ para mA > 400 GeV.
Podemos concluir que la razón del decaimiento a tres cuerpos está por debajo de los decaimientos
A → Zγ y A → γγ: Br(A → Zγγ)/BR(A → γγ) ≈ 10−4 y Br(A → Zγγ)/Br(A → Zγ) ≈ 10−3

cuando mA = 750 GeV y tβ pequeño. Estos valores decrecen por al menos un orden de magnitud
cuando mA = 400 GeV.
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Figura 3.5: Gráficas para Br(A → Zγγ) en el hMMSS como función de mA y dos valores de tβ
(gráficas superiores) y como función de tβ para dos valores de mA (gráficas inferiores). También se
incluyen los canales dominantes del bosón escalar CP -impar. La masa del neutralino es mχ0

1
= 230

GeV.

H → Zγγ

Ahora realizaremos el análisis para el decaimiento H → Zγγ. Tal y como en el caso del decai-
miento A→ Zγγ, los diagramas de caja proporcionan una pequeña contribución a H → Zγγ y las
contribuciones importantes provienen de los diagramas reducibles, los cuales en este caso pueden
ser mediados por un el bosón escalar CP -impar y el bosón Z. Sin embargo, los diagramas con el
bosón Z virtual dan una contribución despreciable dada que la amplitud es proporcional a cβ−α.
Por lo tanto la contribución dominante proviene de los diagramas reducibles con el bosón de Higgs
CP -impar decayendo mediante los diagramas de triángulo con quarks y charginos. En las gráficas
superiores de la Fig. 3.6 mostramos el Br(H → Zγγ) como función de mH para dos valores de tβ ,
mientras que en las gráficas inferiores se muestra el Br(H → Zγγ) como función de tβ para dos
valores de mH . Para tβ = 2 el Br(H → Zγγ) es del orden de 10−8 (10−7) para mH = 400 GeV
(750 GeV). Estos valores son ligeramente mayores a los alcanzados por Br(A → Zγγ). De hecho
para tβ = 2 y valores grandes de mH los valores del decaimiento a tres cuerpos H → Zγγ son más
grandes que el decaimiento a dos cuerpos H → Zγ. Sin embargo para tβ = 10, el Br(H → Zγγ)
decrece por un orden de magnitud: por ejemplo, alrededor de 10−8 para mH = 750 GeV, pero de-
crece un orden de magnitud para valores pequeños de mH . Por lo tanto el decaimiento H → Zγγ
es más sensible a tβ que A → Zγγ. Este hecho se vuelve evidente en las gráficas inferiores de la
Fig. 3.6, en donde observamos un cambio de un orden de magnitud cuando tβ incrementa de 2
hasta 10. En lo que concierne a los decaimientos dominantes del bosón escalar CP -par, el canal
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t̄t (b̄b) es el dominante para valores pequeños (grandes) de tβ . El único decaimiento a part́ıculas
supersimétricas es el canal a neutralinos, el cual es importante cuando se vuelve cinemáticamente
permitido. De hecho para mH = 750 GeV la taza del canal χ̃0

1χ̃
0
1 sobrepasa los canales t̄t y b̄b en

la región 5 ≤ tβ ≤ 11.
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Figura 3.6: Lo mismo que en la Fig. 3.5 pero para los decaimientos del bosón de Higgs CP -par H.

3.5. Conclusiones

Se presentó el cálculo expĺıcito de los decaimientos de los bosones de Higgs CP -par y CP -impar
A→ Zγγ y H → Zγγ en el marco del modelo mı́nimo supersimétrico. En este modelo hay nuevas
contribuciones de squarks y charginos a estos procesos, además de las contribuciones de los quarks
top y bottom. Se encontró que la contribución de los charginos es comparable a la del quark top para
ciertos valores de los parámetros supersimétricos aun consistentes con los datos experimentales.
Debido a que la masa de los squarks es del orden de los TeV, estos proporcionan una contribución
despreciable a los decaimientos. En particular, el Br(A → Zγγ) puede alcanzar valores del orden
de 10−8 para masas relativamente pesadas del bosón de Higgs CP -impar (mA = 750 GeV). Este
decaimiento se suprime cuando disminuye el valor de mA y no es muy sensible a las variaciones de
tβ . En cambio, el decaimiento del bosón CP -par es sensible a tβ ya que el Br(H → Zγγ) decrece
conforme aumenta dicho parámetro. Esta dependencia ante tβ se debe a que el acoplamiento del
bosón CP -impar a charginos es más suprimido que el correspondiente acoplamiento del bosón CP -
par. En particular el Br(H → Zγγ) puede ser del orden de 10−7 cuando mA = 700 GeV, el cual
resulta comparable al decaimiento H → Zγ. En cuanto al decaimiento del bosón de Higgs h, este
se encuentra muy suprimido y es del orden de 10−9.
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Caṕıtulo 4

Decaimientos con violación de
sabor h→ fifj y
t→ cX (X = γ, g, Z, h) en el modelo
de Leptoquarks

En este caṕıtulo presentamos los cálculos para el decaimiento del bosón de Higgs h → fifj ,
el cual es analizado en un modelo simple de leptoquarks. Aunque la discusión teórica se aborda
sin considerar alguna combinación en particular de sabores de fermiones, nos enfocaremos en el
decaimiento h → µτ para la discusión fenomenológica. Además de la fenomenoloǵıa del bosón de
Higgs, también estudiamos la f́ısica del quark top, espećıficamente los decaimientos con violación
de sabor t → cX (X = γ, g, Z, h) mediado por leptoquarks escalares [47]. Este proceso esta
relacionado con el decaimiento del bosón de Higgs dado que en ambos procesos intervienen las
mismas constantes de acoplamiento de leptoquarks con fermiones, por lo que el análisis del espacio
de parámetros de modelo de leptoquarks afecta de la misma manera a los decaimientos aqúı
presentados.

4.1. El Modelo de Leptoquarks

De acuerdo al ME, las part́ıculas fundamentales se dividen en fermiones y bosones: los fermiones
son las part́ıculas que constituyen la materia y los bosones son los encargados de mediar las
interacciones. Los fermiones, que a su vez se dividen en quarks y leptones, se arreglan en tres
familias, siendo cada una de ellas copias idénticas de la misma estructura de SU(2)L × U(1)Y , en
donde los valores de las masas son la única diferencia

Quarks :

(
u
d

)
,

(
c
s

)
,

(
t
b

)
, (4.1)

leptones :

(
νe
e

)
,

(
νµ
µ

)
,

(
ντ
τ

)
. (4.2)

Estas familias de fermiones son muy similares con respecto a su estructura y a sus interacciones
electrodébiles, de hecho se necesita de la contribución de todas las generaciones de fermiones
para cancelar las anomaĺıas triangulares y de esta manera asegurar la renormalizabilidad de la
teoŕıa [48,49]. A pesar de esto, el ME no proporciona una explicación al hecho de que las familias
compartan la misma estructura ni a la simetŕıa que existe entre estas familias. La explicación de
esta simetŕıa puede ser proporcionada por una teoŕıa más fundamental, en donde surge de manera
natural la interacción entre fermiones y en consecuencia existir nuevos bosones que se acoplen a
los quarks y leptones simultaneamente. Este acoplamiento no se encuentra en el ME, lo cual se

47



CAPÍTULO 4. DECAIMIENTOS CON VIOLACIÓN DE SABOR h→ fifj Y
t→ cX (X = γ, g, Z,H) EN EL MODELO DE LEPTOQUARKS

4.1. EL MODELO DE LEPTOQUARKS

debe al hecho de que clásicamente los leptones y quarks aparecen de manera independiente en
el ME. Tomando esto en consideración, surgen las teoŕıas de gran unificación (GUT) basadas en
grupos de norma como SU(5) o SU(10), en donde los quarks y leptones forman parte de la misma
representación, lo que proporciona un camino para unificar las propiedades de estas part́ıculas.
En estas teoŕıas surgen de manera natural bosones escalares y vectoriales llamados leptoquarks
(LQs), ya que como su nombre indica, son los responsables de relacionar las interacciones entre
leptones y quarks. En este sentido, los LQs tienen la principal caracteŕıstica de convertir a leptones
en quarks y viceversa, por esta razón los LQs han sido part́ıculas bastante estudiadas debido a
su gran riqueza fenomenológica. Sin embargo, uno de los problemas que enfrentan las GUT es
que la escala de unificación es muy grande, siendo del orden de 1015−16 GeV, lo cual hace que su
estudio fenomenológico a bajas enerǵıas sea irrelevante. Una aproximación más atractiva que se
basa en teoŕıas GUT para unificar quarks y leptones, fue propuesto por J. Pati y A. Salam [50].
La idea principal del modelo, fue proponer la extensión del número de colores de los quarks, en
donde los 3 colores usuales (rojo, azul y blanco) representan la materia bariónica (B=1) y el
cuarto color extendido representa el número leptónico. La unificación de la materia bariónica y
leptónica se lleva a cabo al extender el grupo SU(3) al grupo SU(4), posteriormente el grupo
SU(4) es espontáneamente roto tal que los gluones permanecen sin masa mientras que los bosones
de norma y los LQs se vuelven masivos.

Estados de Leptoquarks

Para el estudio fenomenológico de los leptoquarks de una manera independiente de algún mo-
delo, se asume que la lagrangiana de interacción con los campos del ME sea renormalizable e
invariante bajo el grupo SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y . Con esta suposición, solo las masas de los
LQs y sus acoplamientos izquierdos y derechos a fermiones (usualmente abreviados como λL,R)
permanecen como parámetros libres. En cuanto a los acoplamientos con los bosones de norma y
las representaciones de los LQs, estos estarán completamente determinados por la carga eléctrica
y la tercera componente del isoesṕın. Como resultado, pueden existir seis leptoquarks escalares
(S3, R2, R̃2, S̃1, S1, S̄1) y seis vectoriales (U3, V2, Ṽ2, Ũ1, U1, Ū1), los cuales se resumen en la Tab.
4.1 en donde también se muestran sus propiedades de transformación bajo el grupo del modelo
estándar. Debido a que todos los quarks y leptones se transforman bajo el grupo SU(3) como
tripletes y singletes respectivamente, todos los leptoquarks se deben transformar como una repre-
sentación 3-dimensional de SU(3) para que la contracción LQ-quark-leptón sea invariante bajo
dicho grupo. Como consecuencia, los LQs se pueden acoplar a un par de quarks pero no a un par
de leptones. En lo que respecta a la dimensión de los LQs bajo SU(2), esta resulta ser menos
trivial que el análisis anterior, dado que ahora tanto los quarks como leptones pueden ser singletes
o dobletes de SU(2) y de esta forma, la contracción quark-leptón puede ser triplete, doblete o
singlete de SU(2). Se puede aprovechar esta caracteŕıstica para organizar los diferentes estados de
LQs, la cual se representa como un sub́ındice en el śımbolo como se muestra en la Tab. 4.1. Cuando
los LQs tienen la misma representación ante SU(2) pero difieren por la hipercarga, se añade una
marca extra que puede ser una tilde o una barra arriba del simbolo del LQ.

Los leptoquarks tienen un número fermionico dado por F = 3B + L, el cual distingue entre
los LQs, ya que pueden decaer al par quark-leptón (antiquark-leptón) si |F | = 2 (F = 0). Si no
se prohibe el acoplamiento del LQ a un par de quarks mediante la aplicación de alguna simetŕıa,
los LQs con F = −2 pueden mediar el decaimiento del protón mediante el proceso p → π0 +
e+, el cual se ilustra en la Fig. 4.1. Para impedir un rápido decaimiento del protón se pueden
asumir acoplamientos muy suprimidos o un valor para la masa de LQs del orden de mLQ >
2× 1011 GeV considerando la vida media del protón de τ exp

P > 1034 años, sin embargo, su estudio
resultaŕıa irrelevante para la fenomenoloǵıa a bajas enerǵıas. Por esta razón, solo las teoŕıas con
interacciones de LQs renormalizables con conservación de los números leptónico y bariónico son
fenomenológicamente interesantes. Si no se considera el acoplamiento de leptoquarks a dos quarks
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Leptoquark (SU(3), SU(2), U(1)) Esṕın F Qem

S3 (3̄, 3, 1/3) 0 −2 (2/3,−1/3,−4/3)
R2 (3, 2, 7/6) 0 0 (−2/3,−5/3)

R̃2 (3, 2, 1/6) 0 0 (1/3,−2/3)

S̃1 (3̄, 1,−4/3) 0 −2 2/3
S1 (3̄, 1,−1/3) 0 −2 1/3

U3 (3, 3, 2/3) 1 0 (1/3,−2/3,−5/3)
V2 (3̄, 2, 5/6) 1 −2 (2/3,−1/3)

Ṽ2 (3̄, 2,−1/6) 1 0 −1/3,−4/3

Ũ1 (3, 1, 5/3) 1 0 −2/3
U1 (3, 1, 2/3) 1 0 −5/3

Tabla 4.1: Estados de leptoquarks escalares y vectoriales. Se muestran sus representaciones bajo el
grupo del ME, su esṕın y número fermiónico.

se pueden asignar los números B y L de los LQs de una manera autoconsistente. Esto permite
concentrarnos en la fenomenoloǵıa a bajas enerǵıas de los LQs sin la necesidad de resolver el
problema de la estabilidad de la materia. De entre el espectro de campos de LQs existen dos
escalares que no poseen el acoplamiento a un par de quarks, R2 y R̃2 a los que se les puede asignar
el número B = 1/3 y L = −1 considerando solo acoplamientos a los fermiones. En este trabajo no
estamos interesados en los LQs vectoriales dado que sus masas y acoplamientos están fuertemente
restringidos por los datos experimentales.

u u

u

d

ū

e+

LQ

Figura 4.1: Diagrama de Feynman para el decaimiento del protón p → π0e+ mediado por lepto-
quarks escalares.

4.1.1. Leptoquarks escalares

De manera general, la lagrangiana que describe la interacción de los leptoquarks escalares se
puede escribir como

LLQ = Lkin + LY + LS , (4.3)

en donde Lkin describe los términos cinéticos de LQs, LY la interacción con los fermiones del ME
y LS el sector escalar. La lagrangiana (4.3) constituye una extensión mı́nima del ME en donde
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se introducen nuevos grados de libertad mediante los LQs. En el caso de LQs escalares, dicha
extensión mediante las lagrangianas efectivas proporcionan un marco renormalizable.

Parte cinética

Invarianza local bajo SU(2)L × U(1)Y implica que los leptoquarks también se pueden acoplar
a los bosones de norma electrodébiles. Dicho acoplamiento esta dada por el término cinético

Lkin = (DµS)†(DµS), (4.4)

en donde Dµ es la derivada covariante, la cual depende de la representación en particular del
leptoquark y se puede escribir de manera general como

DµS =
(
∂µ + ig1Y Bµ + ig2I

kW k
µ + ig3

λA

2
GAµ

)
S, (4.5)

en donde Y es la hipercarga, λA, (A = 1, . . . , 8) son las matrices de Gell-Mann (dado que todos los
estados de LQs se transforman como tripletes bajo SU(3)) e Ik la representación matricial bajo
SU(2). Dicha representación depende de la asignación del LQ bajo SU(2), la cual es Ik = 0 si el
LQ es singlete de SU(2). Si los LQs son dobletes Ik = τk/2, con τk la representación estándar de
las matrices de Pauli y en el caso de tripletes (Ik)ij = −iεkij , (i, j, k = 1, 2, 3).

Potencial escalar

No existen razones fundamentales que prohiban el acoplamiento de los LQs con el doblete de
Higgs del ME, H ≡ (1,2,−1/2), por lo que la lagrangiana más general renormalizable e invariante
de norma que describe dicha interacción se puede dividir en una parte universal, la cual no distingue
entre las diferentes componentes del multiplete de leptoquarks, y una parte que depende de la
representación en particular [51]

LS = −(M2
Φ + λΦh

†h)Φ†Φ + L′S , (4.6)

en donde Φ representa todos los campos de LQs. En la lagrangiana anterior, L′S es la parte depen-
diente de la representación, la cual se puede escribir como

L′S = h
(i)
S1
Hiτ2R̃2S

i
1 + hS3

Hiτ2Ŝ3R̃2 + Y
(i)
R2

(Hiτ2R
i
2)(R̃†2H) + YS3

(Hiτ2Ŝ
†
3H)S̃1

+ κ
(i)
S (H†Ŝ3H)Si†1 + h.c. (4.7)

En la Ec.(4.6) se incluye el término de masa diagonal M2
ΦΦ†Φ que puede ser generada por el

rompimiento espontáneo de la simetŕıa fundamental hacia el grupo de norma electrodébil a alguna
escala más alta de enerǵıa. Posteriormente el rompimiento de la simetŕıa electrodébil produce
términos de masas de LQs no diagonales, los cuales, además de los términos diagonales en (4.7),
definen las matrices de masas de LQs. Dichos términos no diagonales conllevan a una mezcla no
trivial entre los LQs de diferentes multipletes de SU(2)L aśı como LQs izquierdos y derechos.
No entraremos en detalle acerca del espectro de masas de leptoquarks debido a que en nuestro
estudio solo consideramos LQs no quirales y estos no producen mezclas entre los estados debido
a sus diferentes valores de las cargas eléctricas. Es importante mencionar que los dos primeros
términos del potencial escalar (4.7) viola el número leptónico por dos unidades ∆L = 2 y por lo
tanto generan masas para los neutrinos de tipo Majorana después del rompimiento espontáneo de
la simetŕıa electrodébil [52, 53]. Este es uno de los motivos por el cual los modelos de LQs han
recibido particular interés en los últimos años. En el caso de los leptoquarks vectoriales, a diferencia
de los escalares, la generación de un término de masa similar a (4.6) necesita la introducción de
nuevos campos, lo cual hace que el marco sea altamente dependiente de la representación.
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Lagrangiano de Yukawa

Como se mencionó anteriormente, la interacción de los LQs con los fermiones se puede describir
mediante una lagrangiana efectiva que respete las simetŕıas del ME, además de considerar acopla-
mientos adimensionales y aśı asegurar la renormalizabilidad de la teoŕıa. A diferencia del potencial
escalar, el lagrangiano de Yukawa no se puede escribir de una manera universal, ya que las inter-
acciones dependen de la representación del LQ. En ocaciones es usual etiquetar a los leptoquarks
escalares mediante su número de sabor F = 3B + L, por lo que podemos escribir a LY como

LY = L|F |=0 + L|F |=2, (4.8)

en donde L|F |=0,2 denota la lagrangiana responsable de las interacciones respectivas de los LQs
con dicho número fermiónico. Para cada caso podemos escribir la interacción como

L|F |=0 = −(yR2
)ij ū

i
RR2iτ2L

j + (yRR2
)ijQ̄

iR2lRj − (yL
R̃2

)ij d̄
i
RR̃2iτ2Lj

+ (yR
R̃2

)ijQ̄iR̃2ν
j
R + h.c, (4.9)

L|F |=2 = (yLS1
)ijQ̄iiτ2S1Lj + (yRS−1)ij ū

C
RiS1lRj + (y′RS1

)ij d̄
i
RS1ν

j
R

+ (yLS3
)ijQ̄

iiτ2(~τ · ~S3)Lj + (yR
S̃1

)ij d̄
i
RS̃1l

j
R + ūiRS̄1ν

j
R + h.c, (4.10)

en donde ψL,R = PL,Rψ con PL,R = (1∓ γ5)/2, Qi =
(
(V †uL)i dLi

)T
y Li =

(
(UνL)i lLi

)T
son

los dobletes izquierdos, con U y V la matrices de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM) y la matriz
de Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata (PMNS), respectivamente. Debido a que se desprecia la

masa de los neutrinos, se establece U = I. Los elementos yL,RLQ son matrices de los acoplamientos de
Yukawa, cuyas componentes corresponden a las generaciones de quarks y leptones en el eigenestado
de interacción. Como se puede observar, en la lagrangiana (4.10) no se contempla el acoplamiento
a un par de quarks, lo cual es necesario para la estabilidad del protón.

4.1.2. Modelo Simple de Leptoquarks

Como se mencionó en la introducción de este caṕıtulo, existen diferentes modelos que predicen
leptoquarks de manera natural y aunque su estudio resulta complicado para cada teoŕıa, podemos
estudiar su fenomenoloǵıa mediante una teoŕıa efectiva y de esta manera, enfocarnos en las inter-
acciones de los LQs a bajas enerǵıas. Una aproximación simple es considerar un modelo mı́nimo
renormalizable de leptoquarks escalares que contenga una representación adicional al grupo del
ME y construir el modelo renormalizable más general sin ninguna restricción adicional en los aco-
plamientos. Consideramos por lo tanto el leptoquark R2 el cual tiene acoplamientos no-quirales,
es decir, tiene interacciones izquierda y derecha con los fermiones. Este leptoquark se transforma
como doblete bajo SU(2) y con hipercarga 7/6, el cual, después del rompimiento espontáneo de
la simetŕıa electrodébil, proporcionará dos part́ıculas con cargas eléctricas fraccionarias 5/3 y 2/3
en unidades de la carga elemental e. El primero de estos es un leptoquark con acoplamientos no
quirales a leptones y quarks, por lo que induciŕıa decaimientos del bosón de Higgs y del quark top
con cambio de sabor. Discutiremos los correspondientes acoplamientos de quarks a los fermiones.

El leptoquark R2 tiene la siguiente lagrangiana de interacción renormalizable

LF=0 = hij2LR
T
2 ū

i
Riτ2L

j
L + hij2RQ̄

i
Le

j
RR2

+ hij1LS1Q
iT
L iτ2LjL + hij1RS1u

i
Re

j
R + H.c., (4.11)

en donde LiL y QiL son dobletes de SU(2)L izquierdos de leptones y quarks respectivamente,
mientras que eiR y qiR son singletes, con los ı́ndices de generación i y j.
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Después de efectuar la rotación de los LQs a los eigenestados de masa Ω5/3 y Ω2/3, que se
obtienen de R2 y χ1/3 proveniente del singlete en donde el sub́ındice indica la carga eléctrica
correspondiente en unidades de e, obtenemos la siguiente lagrangiana de interacción

LF=0 = ēi
(
λijLPL + λijRPR

)
ujΩ∗5/3 + (ēiηijRPRd

j + η̃ijL νiPLuj)Ω
∗
2/3

+ (ēi(gijRPR + gijLPL)uj + g̃ijL ν
iPLd

j)χ∗1/3H.c., (4.12)

con PL (PR) el operador quiral izquierdo (derecho). De la lagrangiana (4.12) se obtiene direc-
tamente la interacción del leptoquarks a quarks up y leptones cargados. Para evadir las fuertes
restricciones de los acoplamientos de los LQs a los fermiónes de las primeras dos familias, en nuestro
estudio consideraremos que Ω5/3 solo se acopla a los fermiónes de la segunda y tercera generación.
Después del rompimiento de la simetŕıa electrodébil e = g2 sin θW y g1/g2 = tan θW . La parte
cinética del lagrangiano es

LS =
1

2
(DµR2)†DµR2, (4.13)

Para obtener los acoplamientos de LQs a los bosones W±, Z y γ se sustituye ∂µ por la derivada
covariante electrodébil en la lagrangiana cinética de leptoquarks.

DµΦ =
[
∂µ − i

e√
2sW

(W+
µ T

+ +W−µ T
−)− ieQZZµ + ieQγAµ

]
Φ, (4.14)

en donde Qγ es la matriz de carga eléctrica de LQs y T son los generadores de la representación
de LQs bajo SU(2)L. QZ es la corriente neutra débil y esta dada por

QZ =
T3 − s2

WQ
γ

sW cW
. (4.15)

El acoplamiento del LQ al bosón Z y el fotón se puede obtener de la parte cinética del lagran-
giano.

Para el caso del estado R2 podemos escribir la derivada covariante como

DµR2 =

(
∂µ + ig

τ i

2
W i + ig′

7

6
Bµ
)
R2. (4.16)

Por lo que, en la base de eigenestados de masa tenemos

LS ⊃ i
5e

3
Ω5/3
←→
∂µΩ∗5/3A

µ − ig

cW
gZΩ5/3Ω5/3

Ω5/3
←→
∂µΩ∗5/3Z

µ

+ H.c., (4.17)

en donde gZΩ5/3Ω5/3
= 1/2− 5/3s2

W .
También consideramos que el leptoquark se acopla al bosón de Higgs y se introduce la siguiente

interacción efectiva y renormalizable con el doblete de Higgs del ME Φ

L =
(
M2
R2

+ λR2
Φ†Φ

) (
R†2R2

)
, (4.18)

en donde MR2
en la masa del LQ. De esta lagrangiana obtenemos directamente el acoplamiento

del bosón de Higgs a un par de leptoquarks HSS

L ⊃ λΩ5/3
vhΩ∗5/3Ω5/3. (4.19)

Todas las reglas de Feynman que se obtienen de las lagrangianas anteriores se muestran en la
Fig 4.2 y son requeridas para nuestros cálculos de los decaimientos con cambio de sabor del bosón
de Higgs y el quark top
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Ω5/3

uj

li

λij
LPL + λij

RPR

χ1/3

uj

li

ηijLPL + ηijRPR

Aµ[Zµ]

S(p)

S(p′)

−ieQS[−i g
cW

gZSS](p
′ + p)µ

H

S

S

λSv

a, µ

S(p)

S(p′)

igS(p
′ + p)µT

a
ij

a, µ

qα,i

qβ,j

igSγ
µδαβT

a
ij

Figura 4.2: Reglas de Feynman de los acoplamientos del leptoquark con carga eléctrica 5/3 a las
part́ıculas del ME. Por completes también mostramos la regla de Feynman del acoplamiento de
LQ con carga 1/3 al par leptón-quark. En el acoplamiento concerniente a gluones, T a son los
generadores de SU(3)c en la representación fundamental.

4.2. Decaimiento h→ fifj inducido por Leptoquarks

Hasta el momento, los datos del LHC indican que las propiedades del bosón de Higgs tales
como su esṕın, transformación ante CP, acoplamientos, etc, concuerdan completamente con las
predicciones del ME. Sin embargo, el sector escalar aún no esta completamente estudiado y nuevas
mediciones podŕıan ofrecer información de efectos de nueva f́ısica sobre este sector. Los procesos
del bosón de Higgs con violación de sabor han llamado particularmente el interes dado que en el
ME no se pueden generar, debido a que se considera a los neutrinos como part́ıculas sin masa. Sin
embargo, la observación de oscilaciones de neutrinos claramente contradice al ME, sugiriendo la
posibilidad de observar violación de sabor leptónico en el sector cargado. Debido a esto, los procesos
con violación de sabor han sido ampliamente estudiados en diferentes teoŕıas de extensión al ME
en donde se predicen valores más prometedores para su detección experimental. Las búsquedas de
ATLAS y CMS del canal h→ µτ [54,55] no han encontrado un exceso significante, sin embargo se
reportan los siguientes ĺımites
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CMS : Br(h→ µτ) < 0.25 %,

ATLAS : Br(h→ µτ) < 0.28 %.

No obstante, estos valores son alentadores para la búsqueda experimental del decaimiento h→ µτ
en futuros colisionadores que alcancen luminosidades y enerǵıas mayores a las determinadas por el
LHC.

Amplitudes de decaimiento

El decaimiento h→ fif̄j surge a nivel de un lazo y esta mediado por leptoquarks escalares con
carga eléctrica 5/3 como se observa en la Fig. 4.3. Aunque trabajamos con el LQ Ω5/3, nuestros
resultados también pueden ser aplicados para el LQ χ1/3. En este caso, aunque las reglas de
Feynman para este LQ es de tipo Majorana (hay dos lineas fermiónicas entrando al vértice como
se observa en la Fig. 4.2) y necesitan un tratamiento especial, no obstante podemos seguir el
estudio del trabajo [56]. De esta manera los resultados para la contribución de χ1/3 se obtienen
directamente de nuestras expresiones y solo tenemos que reemplazar las correspondientes constantes
de acoplamientos.

h

fi

fj

fk

Ω5/3

Ω5/3

h

fi

fj

fk

Ω5/3

h

fi

fj

fk

Ω5/3

h

fi

fj

fk

fk

Ω5/3

(a)
(b)

(c)
(d)

Figura 4.3: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento h → fif̄j mediado por lepto-
quarks escalares. Las part́ıculas finales fi y fj pueden ser leptones (quarks) si el fermión interno
es un quark (leptón). Se muestra la contribución del leptoquark no-quiral con carga eléctrica 5/3,
el cual surge del leptoquark R2

.

Los 4-momentos de las part́ıculas externas están dadas de acuerdo a h(k) → fi(ki) + f̄j(kj),
por lo que la amplitud del diagrama 4.3(a) es

M(a)(h→ fif̄j) =
mk

v

∫
dDl

(2π)D
f̄i(λ

ik
RPR + λikL PL)

/ki − /l +mk

(ki − l)2 −m2
k

×
−(/l + /kj) +mk

(l + kj)2 −m2
k

(λjkR PL + λjkL PR)fj
1

l2 −m2
Ω5/3

, (4.20)
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t→ cX (X = γ, g, Z,H) EN EL MODELO DE LEPTOQUARKS

4.2. DECAIMIENTO H → fifj INDUCIDO POR LEPTOQUARKS

en donde l denota el 4-momento indeterminado. Realizaremos el cálculo del proceso mediante
regularización dimensional para manejar las divergencias que surgen al efectuar la integración del 4-
momento indeterminado, el cual resolveremos mediante el método de parametrización de Feynman.
Para esto, haremos uso de la paqueteŕıa de mathematica FeynCalc [57]. Procedemos a escribir el
denominador de la amplitud anterior de la siguiente manera

1

D1D2D3
= 2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

(xD1 + yD2 + (1− x− y)D3)3
, (4.21)

en donde

D1 = (ki − l)2 −m2
k, D2 = (kj + l)2 −m2

k, D3 = l2 −m2
Ω5/3

. (4.22)

Al expandir el denominador y utilizar las condiciones de capa de masa obtenemos

D = xD1 + yD2 + (1− x− y)D3

= x((ki − l)2 −m2
k) + y((kj + l)2 −m2

k) + (1− x− y)(l2 −m2
Ω5/3

)

= l2 − 2l · (xki + ykj) +m2
ix+m2

jy − (m2
k −m2

Ω5/3
)(x+ y)−m2

Ω5/3

= (l − kij)2 − αΩ5/3k,

en donde hemos denotado

αab = ρ(xm2
i + ym2

j −m2
a) +m2

b(x+ y)− xym2
h, (4.23)

kij = xki + ykj , (4.24)

con ρ = x+ y − 1. Podemos reescribir la amplitud (4.20) como

M(a)(h→ fif̄j) =
2mk

v(2π)D

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

∫
dDl

f̄iIfj
((l − kij)2 − αΩ5/3k)3

, (4.25)

en donde definimos I como

I = (λikRPR + λikL PL)(/ki − /l +mk)(−/l − /kj +mk)(λjkR PL + λjkL PR). (4.26)

Utilizamos el hecho de que estas integrales son invariantes ante desplazamientos de la variable
de integración l, por lo que podemos realizar la sustitución l→ l+kij y simplificar el denominador
de la expresión (4.25). Con este cambio ahora tenemos

M(a)(h→ fif̄j) =
2mk

v(2π)D

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

∫
dDl

f̄iI
′fj

(l2 − α)3
, (4.27)

en donde I ′ = I(l → l + k12) el cual al expandir y aplicar las condiciones de capa de masa
queda como

I ′ = i
(
mkλ

ik
L λ

jk
L

(
(2x− 1)/ki − (2y − 1)/kj + 2/l

)
− λikRλjkL

(
ρ/ki/kj − /ki/l − /kj/l

+ 2xki · l − 2(y − 1)kj · l + l2 + y(m2
jρ− xm2

h) + xm2
i ρ+m2

k

))
PR +

(
R↔ L

)
. (4.28)

Por invarianza de Lorentz, los términos con potencias impares de la variable de integración l
son cero. Para realizar la integración sobre el 4-momento indeterminado tomamos los resultados
conocidos al integrar en D-dimensiones y posteriormente tomar el ĺımite D → 4, los resultados son:
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∫
dDl

(l2 − α)3
=
−iπ2

2α
, (4.29)∫

dDl

(l2 − α)2
= iπ2(∆− logα), (4.30)

en donde ∆ contiene la divergencia ultravioleta que surge al tomar el ĺımite y esta dada por

∆ = −1

ε
+ γ + log(π), (4.31)

con ε = (D − 4)/2. Después de aplicar la ecuación de Dirac y realizar la integración sobre el
4-momento indeterminado encontramos la forma general para el vértice hfifj que se expresa como

M(h→ fifj) = f̄i(FRPR + FLPL)fj , (4.32)

en donde la contribución del diagrama 4.3(a) al factor de forma FR es

F
(a)
R =

1

16π2v

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
[ mk

αΩ5/3k

(
ρmimjλ

ik
L λ

jk
R + (2x− 1)mimkλ

ik
L λ

jk
L

+ (2y − 1)mjmkλ
ik
Rλ

jk
R +

(
y(xm2

h − ρm2
j )− xρm2

i −m2
k − αΩ5/3k(1

+ 2 log(αΩ5/3k))
)
λikRλ

jk
L

)
+ 2mk∆λikRλ

jk
L

]
. (4.33)

El factor F
(a)
L se puede obtener empleando el reemplazo F

(a)
L = F

(a)
R (R ↔ L). En general

la contribución total de los diagramas de Feynman a FL se puede obtener de este reemplazo.
Observamos que la amplitud del diagrama 4.3(a) no es finita ya que contiene términos divergentes,
los cuales se deben cancelar al sumar la contribución de los DR (b) y (c). La amplitud para estos
diagramas es

M(b)(h→ fif̄j) =
mi

v

∫
dDl

(2π)D
f̄i
−/kj +mi

k2
j −m2

i

(λikL PL + λikRPR)

×
−(/l + /kj) +mk

(l + kj)2 −m2
k

(λjkR PL + λjkL PR)fj
1

l2 −m2
Ω5/3

, (4.34)

M(c)(h→ fif̄j) =
mj

v

∫
dDl

(2π)D
f̄i(λ

ki
L PL + λkiRPR)

/ki − /l +mk

(ki − l)2 −m2
k

× (λkjR PL + λkjL PR)
/ki +mj

k2
i −m2

j

fj
1

l2 −m2
Ω5/3

. (4.35)

De manera similar al caso del cálculo del diagrama (a) empleamos parametrización de Feynman
para evaluar las amplitudes de los DR y encontrar su contribución a los factores de forma, la cual
podemos escribir como

F
(b),(c)
R =

1

16π2v

∫ 1

0

dx
[ 1

m2
i −m2

j

(
mk(m2

i log(αj)−m2
j log(αi))λ

ik
Rλ

jk
L

+ (1− x) log (αj/αi)mimj(mjλ
ik
L λ

jk
L +miλ

ik
Rλ

jk
R ) (4.36)

+ log (αj/αi)mimjmkλ
ik
L λ

jk
R

)
−mk∆λkjL λ

ki
R

]
, (4.37)
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en donde

αa = (x− 1)(xm2
a −m2

Ω5/3
) + xm2

k. (4.38)

Se puede ver fácilmente que al sumar la contribución al factor FR de los DR (Ec. (4.36)) con
la contribución del primer diagrama de Feynman (Ec. (4.33)) y realizar la integración sobre los
parámetros de Feynman, la parte divergente de la amplitud se cancela. Análogamente, para el
factor de forma FL las divergencias ultravioletas se cancelan, por lo que el resultado total es finito.
En cuanto al diagrama de Feynman 4.3(d), podemos escribir la amplitud como

M(d)(h→ fif̄j) = λΩv

∫
dDl

(2π)D
f̄i(λ

ik
RPR + λikL PL)

/l +mk

l2 −m2
k

(λjkR PL + λjkL PR)fj

× 1

(k − l)2 −m2
Ω5/3

1

(l + kj)2 −m2
Ω5/3

. (4.39)

Resulta que este no contiene divergencias y su contribución a los factores de forma es

F
(d)
R = − λΩv

16π2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
1

αkΩ5/3

(
xmiλ

ik
L λ

jk
L + ymjλ

ik
Rλ

jk
R +mkλ

ik
Rλ

jk
L

)
. (4.40)

De esta manera, la contribución total del factor de forma FR se puede escribir como

FL,R =
∑

k=(a),(b),(c),(d)

F
(k)
L,R. (4.41)

Para tener una mayor confianza en nuestros resultados también empleamos el método de
Passarino-Veltman para evaluar las integrales de lazo. Para realizar este paso utilizamos la
paqueteŕıa de mathematica Package-X [58]. En este caso las expresiones resultan ser más
complicadas que las obtenidas por parametrización de Feynman y dejamos la forma completa en
el Apéndice C.

Después de obtener la amplitud invariante de la contribución del leptoquark al decaimiento
h→ fif̄j ahora procederemos a calcular la anchura de decaimiento. Después de sumar y promediar
sobre las polarizaciones de los fermiones finales e iniciales, insertamos la amplitud al cuadrado en
la formula general para un decaimiento a dos cuerpos para obtener

Γ(h→ fifj) =
λ1/2(m2

h,m
2
i ,m

2
j )

16πm3
h

((
|FL|2 + |FR|2

)
ki · kj − 2mimjRe(FLF

∗
R)

)
, (4.42)

en donde Γ(h→ fifj) = Γ(h→ f̄ifj) + Γ(h→ fif̄j) y el producto escalar es ki · kj = (m2
h− (m2

i +
m2
j ))/2.

4.3. Decaimientos t → cX (X = γ, g, Z, h) inducido por Lep-
toquarks

Como se mencionó anteriormente, los procesos con corrientes neutras con cambio de sabor son
muy raros dentro del ME y han generado gran interés para la comunidad teórica y experimental.
En particular, el estudio de los procesos raros del quark top son muy interesantes dado que esta
part́ıcula puede ser producida copiosamente en los colisionadores de altas enerǵıas, por lo que un
gran número de eventos se pueden esperar incluso si estos procesos son muy raros. Por otra parte,
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debido a su masa, la f́ısica del quark top esta estrechamente conectada al sector del rompimiento
espontáneo de la simetŕıa, en donde efectos de nueva f́ısica son más probables de aparecer. Nume-
rosas búsquedas experimentales de los procesos del quark top con cambio de sabor se han llevado
acabo, tales como t → cγ [59], t → cg [60], t → cZ [61] y t → ch [62]. En el marco del ME estos
decaimientos están muy suprimidos y son del orden de [63,64]

BrSM(t→ cg) = 10−8, (4.43)

BrSM(t→ cγ) = 10−10, (4.44)

BrSM(t→ cZ) = 10−13, (4.45)

BrSM(t→ ch) = 10−13. (4.46)

Sin embargo, en teoŕıas que extienden el ME estos procesos pueden tener tasas de decaimiento
más grandes. Algunos de estos modelos son: el modelo con dos dobletes de Higgs [63], en donde
los branching ratios son del orden de 10−10 − 10−8, el modelo mı́nimo supersimétrico [65],
en donde se obtienen tasas de decaimiento del orden de 10−9 − 10−6, modelos con simetŕıa
izquierda-derecha [66], en donde los decaimientos son del orden de 10−6 − 10−4, entre otros.

En esta sección nos enfocamos en el estudio de los decaimientos t → cX (X = γ, g, Z, h)
en el modelo de leptoquarks. Por completes presentamos las expresiones más generales para los
decaimientos fi → fjX con fi y fj leptones o quarks. Las expresiones para el decaimiento t→ cg se
pueden obtener fácilmente a partir del decaimiento t→ cγ. Nuevamente empleamos los métodos de
Passarino-Veltman y parametrización de Feynman para tener una mayor confiabilidad en nuestras
expresiones.

4.3.1. Decaimiento fi → fjV (V = γ, g, Z)

El decaimiento fi → fjV se produce a nivel de un lazo mediante los diagramas de Feynman
que se muestran en la Fig. 4.4 en donde el fermión interno es un leptón (quark) mientras que los
fermiones externos son quarks (leptones).

Establecemos la convención de los 4-momentos para las part́ıculas externas como

fi(ki)→ fj(kj)V (q), (4.47)

lo cual nos permite escribir las condiciones de capa de masa:

Para las part́ıculas reales tenemos q2 = m2
V , k

2
a = m2

a.

Utilizando conservación de 4-momento obtenemos la relación ki · kj = (m2
i +m2

j −m2
V )/2.

La condición de transversalidad para el 4-momento del bosón nos indica que podemos efectuar
el remplazo fµj → fµi en el cálculo.

Utilizando las reglas de Feynman mostradas en la Fig. 4.2 obtenemos las amplitudes de los diagra-
mas irreducibles

M(a)(fi → fjV ) =

∫
dDl

(2π)D
f̄j(λ

jk
R PR + λjkL PL)

/l − /q +mk

(l − q)2 −m2
k

γµ(gkV − gkAγ5)

× /l +mk

l2 −m2
k

(λikL PR + λikRPL)
1

(kj − l + q)2 −m2
Ω5/3

fiε(q)
µ, (4.48)

M(d)(fi → fjV ) =

∫
dDl

(2π)D
f̄j(λ

jk
R PR + λjkL PL)

/kj − /l +mk

(kj − l)2 −m2
k

(λikL PR + λikRPL)

× 1

l2 −m2
Ω5/3

1

(l + q)2 −m2
Ω5/3

ε(q)µ. (4.49)
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fi fi

V
fk
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fj
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fk
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fj
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fi

(a) (b)
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Figura 4.4: Contribución de leptoquarks escalares al decaimiento fi → fjV (V = γ, Z) en donde
fi,j son quarks (leptones) si el fermión interno fk es un leptón (quark). Diagramas de Feynman
similares inducen el decaimiento fi → fjh en donde se debe remplazar el bosón V por el bosón de
Higgs. En cuanto al decaimiento t→ cg solo hay contribuciones de los diagramas (b)-(d) dado que
el fermión interno es un leptón.

La amplitud para los diagramas reducibles es

M(b)(fi → fjV ) =

∫
dDl

(2π)D
f̄j(λ

jk
R PR + λjkL PR)

/kj − /l +mk

(kj − l)2 −m2
k

(λikL PR + λikRPL)

×
/kj +mi

k2
j −m2

i

γµ(giV − giAγ5)
1

l2 −m2
Ω5/3

ε(q)µ, (4.50)

M(c)(fi → fjV ) =

∫
dDl

(2π)D
f̄jγ

µ(gjV − gjAγ5)
/ki +mj

k2
i −m2

j

(λjkR PR + λjkL PL)

× /ki − /l +mk

(ki − l)2 −m2
k

(λikL PR + λikR )
1

l2 −m2
Ω5/3

ε(q)µ. (4.51)

En este caso la cancelación de las divergencias ultravioletas ocurre al sumar la contribución de
todos los diagramas de Feynman. Al emplear el método de parametrización de Feynman con la
ayuda de la paqueteŕıa Feyncalc arribamos a la siguiente forma del vértice fifjV

M(fi → fjV ) = f̄j

(
FV1 γ

µPR + FV2 γ
µPL + FV3 k

µ
j PR + FV4 k

µ
j PL

)
fiε(q)

µ. (4.52)

Para expresar la amplitud del decaimiento fi → fjV en términos del conmutador de las matrices
de Dirac, σµν ≡ i[γµ, γν ]/2, usamos las siguientes identidades de Gordon

kµj PR =
1

2

(
(σµνqν +mjγ

µ)PR +miγ
µPL

)
. (4.53)

y la expresión para kµj PL se puede obtener intercambiando los operadores de proyección PL ↔ PR
de la ecuación anterior. De esta manera podemos reescribir la amplitud (4.52) como

M(fi → fjV ) = f̄j

(
iLV

mi
σµνPLq

ν +
iRV

mi
σµνPRq

ν + L′V γµPL +R′V γµPR

)
fiε(q)

µ, (4.54)
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en donde hemos empleado las siguientes relaciones

L′V =
1

2
(2FV2 +miF

V
3 +mjF

V
4 ),

RV

mi
=
FV3
2
,

R′V =
1

2
(2FV1 +mjF

V
3 +miF

V
4 ),

LV

mi
=
FV4
2
.

Los términos monopolares L′γ y R′γ desaparecen para el decaimiento fi → fjγ debido a
invarianza de norma: en este decaimiento los diagramas reducibles solo dan contribuciones a los
términos monopolares, los cuales se cancelan por los términos provenientes de los diagramas
de triángulo. Los correspondientes factores de forma de la amplitud (4.54) se presentan en el
Apéndice C.2 en términos de integrales paramétricas de Feynman y de funciones escalares de
Passarino-Veltman.

Después de promediar (sumar) sobre las polarizaciones de los fermiones y bosones de norma
iniciales (finales), usamos la respectiva formula del decaimiento a dos cuerpos, con lo que podemos
escribir la anchura del proceso como

Γ(fi → fjV ) =
λ(mi,mV ,mj)

16πm2
i

(
fij
(
|LV |2 + |RV |2

)
+ gij

(
|L′V |2 + |R′V |2

)
+ 3

(
m2
j −m2

i +m2
V

) (
L
′VRV ∗ + LVR

′V ∗
)
− 3mjm

2
V

mi
Re
(
LVRV ∗

)
+

3mj

mi

(
m2
i −m2

j +m2
V

) (
LV L

′V ∗ +RVR
′V ∗
)

− 12mimjRe
(
L
′VR

′V ∗
))

, (4.55)

en donde

fij =
1

m2
i

(
2
(
m2
i −m2

j

)2 − (m2
i +m2

j

)
m2
V −m4

V

)
, (4.56)

y

gij =
1

m2
V

((
m2
i −m2

j

)2
+
(
m2
i +m2

j )
)
m2
V − 2m4

V

)
. (4.57)

La anchura de decaimiento se reduce para fi → fjγ, cuya expresión es

Γ(fi → fjγ) =
mi

16π

(
1−

(
mj

mi

)2
)3 (
|Lγ |2 + |Rγ |2

)
. (4.58)

El decaimiento qi → qjg se induce por diagramas de Feynman similares a los de la Fig. 4.4
con V = g y considerando que el diagrama (a) no se puede generar dado que el fermión interno es
un leptón. Utilizando nuevamente las reglas de Feynman mostradas en la Fig. 4.2 encontramos la
amplitud del decaimiento qi → qjg, la cual podemos expresar como

M(qi → qjg) = q̄jT
a

(
iLg

mi
σµνPLq

v +
iRg

mi
σµνPRq

g

)
qiε(q)

µ, (4.59)

en donde Lg y Rg se obtienen de los coeficientes correspondientes al decaimiento fi → fjγ mediante
los remplazos Qk → 0, QS → 1 y Nce → gs. La anchura correspondiente a este decaimiento se
puede obtener de la Ec. (4.58) en donde solo debemos multiplicar el lado derecho por el factor de
color Cf = 4/3.
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4.3.2. Decaimiento fi → fjh

Finalmente, presentamos los resultados para el decaimiento fi → fjh. Los diagramas de Feyn-
man que inducen este decaimiento se pueden obtener de la Fig. 4.4 al reemplazar el bosón de norma
por el bosón de Higgs. Dado que este proceso esta relacionado con el decaimiento h → fifj me-
diante simetŕıa cruzada, se pueden obtener directamente los resultados para la amplitud y realizar
los cambios concernientes para obtener la anchura de decaimiento, la cual esta dada por

Γ(fi → fjh) =
1

4m2
iπ
λ(mi,mh,mj)

( (
|FL|2 + |FR|2

)
pi · pj

+ 2mimjRe (FLF
∗
R)
)
, (4.60)

con pi · pj = (m2
i +m2

j −m2
h)/2. Los factores de forma FR y FL son los mismos a los presentados

para el decaimiento h→ fifj y se pueden consultar en el Apéndice C.

4.4. Restricciones sobre el espacio de parámetros del mode-
lo de Leptoquarks

En esta sección consideramos el modelo de leptoquarks escalares y presentamos el análisis acerca
de las restricciones sobre los acoplamientos de los LQs a los fermiones del ME y al bosón de Higgs.
Las cotas a los acoplamientos acoplamientos de los LQs con los fermiones se pueden obtener de la
discrepancia del momento dipolar magnético anómalo del muón y el decaimiento con violación de
sabor del leptón tau τ → µγ, los acoplamientos del LQ con el bosón de Higgs se pueden obtener
de las restricciones sobre los acoplamientos hγγ y hgg obtenidas de las colaboraciones ATLAS y
CMS [24].

4.4.1. Restricciones sobre las masas de los LQs

La fenomenoloǵıa del leptoquark escalar R2 ha sido ampliamente estudiada en la literatura
[67–70], y restricciones sobre su masa y acoplamientos se han derivado de los decaimientos Z → bb̄,
el momento anómalo del muón y el decaimiento del leptón tau. Dado que los procesos a bajas
enerǵıas restringen fuertemente los acoplamientos de los LQs a los fermiones de la primera familia,
usualmente se asume que los acoplamientos no despreciables son a los fermiones de segunda y
tercera generación. La restricción más estrictas sobre la masa del LQ Ω2/3 es mΩ2/3

' 1 TeV, la
cual fue obtenida por las colaboraciones ATLAS y CMS de los datos del LHC a una enerǵıa de√
s = 13 TeV bajo la suposición de que esta part́ıcula es un LQ de tercera generación que decae

principalmente como Ω2/3 → τ̄ b, aunque esta cota se modifica a 800 GeV al asumirse que Ω2/3

decae a los canales τ̄ b y tντ . Además, la búsqueda de los LQs en producción a pares [71] proporciona
una cota superior de 1500 GeV sobre las masas de los LQs de segunda generación, los cuales no
consideraremos dado que estamos interesados en los LQs que se acoplan a fermiones de segunda y
tercera generación. En nuestro trabajo consideraremos la cota menos restrictiva mΩ5/3

≥ 800 GeV,
dado que las masas de los estados Ω5/3 y Ω2/3 son degenerados de acuerdo a la Ec. (4.6). De hecho
el leptoquark no degenerado podŕıa dar contribuciones peligrosas a los parámetros oblicuos [72].

4.4.2. Restricciones del LHC sobre el bosón de Higgs

Los datos del LHC indican que el bosón de Higgs con una masa de 125 GeV es compatible
con las predicciones del ME, lo cual proporciona una útil aproximación para restringir el espacio
de parámetros de los modelos de extensión al ME mediante los denominados modificadores de
acoplamientos, los cuales se definen como
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κ2
i =

Γ(h→ i)

ΓSM(h→ i)
, (4.61)

en donde ΓSM(h→ i) indica la anchura de decaimiento del bosón de Higgs del ME y Γ(h→ i) es su
anchura correspondiente incluyendo los efectos de nueva f́ısica. Dado que el LQ escalar contribuye
al lazo en los decaimientos h → γγ y h → gg, restricciones sobre los acoplamientos del bosón de
Higgs a un par de LQs hΩ5/3Ω5/3 pueden ser obtenidos usando κγ y κg los cuales están dados por

κγ '

∣∣∣∣F1 (τW ) + 4
3F1/2 (τt) +

∑
i

3Q2
Si
λSiυ

2

2m2
Si

F0(τSi)

∣∣∣∣∣∣F1 (τW ) + 4
3F1/2 (τt)

∣∣ , (4.62)

y

κg '

∣∣∣∣ 12F1/2 (τt) +
∑
i

λSiυ
2

4m2
Si

F0 (τSi)

∣∣∣∣∣∣ 1
2F1/2 (τt)

∣∣ , (4.63)

en donde τa = 4m2
h/m

2
a y la suma es sobre los LQs Si. La función FS(τa) esta dada por

Fs(τ) =


−2τ(1 + (1− τ)f(τ)) s = 1/2,

2 + 3τ + 3τ(2− τ)f(τ) s = 1,

τ(1− τf(τ))) s = 0,

(4.64)

en donde f(x) se expresa en (2.39). Aunque en nuestro modelo, los decaimientos con cambio de
sabor del bosón de Higgs y del quark top reciben contribuciones únicamente del LQ Ω5/3, el estado
Ω2/3 también contribuye a los decaimientos h → γγ y h → gg. Mostramos en la gráfica izquierda
de la Fig. 4.5 el área permitida por las restricciones experimentales sobre κγ y κg en el plano λΩ5/3

vs λΩ2/3
para dos valores de la masa del LQ. En general, valores del orden de O(10) son permitidos

para ambos acoplamientos λΩ2/3
y λΩ5/3

, en donde el valor más grande se obtiene para valores
grandes de la masa del LQ o en el escenario λΩ2/3

= −λΩ5/3
. También mostramos el área permitida

en el plano λΩ5/3
vs mΩ5/3

para diferentes escenarios de λΩ2/3
. Observamos que para un valor en

particular de mΩ5/3
, las cotas más restrictivas se obtienen en el escenario λΩ2/3

= λΩ5/3
, mientras

que las menos restrictivas se obtienen cuando λΩ2/3
= −λΩ5/3

. En resumen, las restricciones de
κγ y κg se satisfacen para λΩ5/3

del orden de O(10) con los valores más grandes permitidos para
masas pesadas del LQ. En nuestro análisis usaremos sin embargo el valor conservativo λΩ5/3

' 1
dado que valores más grandes podŕıan violar el ĺımite perturbativo de los acoplamientos del LQ.

4.4.3. Restricciones del momento anómalo del muón y el decaimiento
τ → µγ

Las cotas experimentales del momento magnético anómalo del muón aµ y el decaimiento con vio-
lación de sabor τ → µγ proporcionan una útil herramienta para restringir los efectos con violación
de sabor. En particular aµ puede ser útil para restringir los acoplamientos del LQ λµuiL,R (ui = t, c),
mientras que el proceso τ → µγ nos permite restringir los acoplamientos λτuiL,R.

Momento dipolar magnético anómalo del muón

La discrepancia entre los valores teórico y experimental del momento magnético anómalo del
muón aµ = (g − 2)/2 ha sido uno de los problemas mas interesantes dentro del ME. Por el lado
teórico, el ME predice el valor aME

µ = (116591811 ± 62) × 10−11 en donde las contribuciones
de QED [73], electrodébiles [74] y hadrónicas [75] se toman en consideración. Mientras que el
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Figura 4.5: Regiones permitidas al 95 % de nivel de confianza sobre el espacio de parámetros del
modelo de LQs de las cotas experimentales sobre κγ y κg para mΩ5/3

= mΩ2/3
. La gráfica izquierda

muestra la región permitida en el plano λΩ5/3
vsλΩ2/3

. para los valores mΩ5/3
: 1000 GeV (región

azul), y 1500 GeV (región verde). Las gráficas de la derecha muestran el área permitida en el plano
λΩ5/3

vs m5/3 en los escenarios λΩ2/3
= λΩ5/3

(región azul) y λΩ2/3
= −λΩ5/3

(región verde). Las
lineas verticales corresponden a los ĺımites perturbativos |λΩ2/3,5/3

| 5 4π.

experimento Brookheaven E821 reporta el valor aexp
µ = (116592091± 54± 33)× 10−11 [76]. Estos

valores producen la discrepancia

δaµ = aExpµ − aSMµ = (2.7± 0.8)× 10−9, (4.65)

con una estad́ıstica de 3.1σ. En este trabajo consideramos la contribución del LQ Ω5/3 como la
explicación de la discrepancia δaµ. Como se mencionó anteriormente, la masa del LQ debe ser
pesada debido a las restricciones del LHC, sin embargo uno puede obtener valores considerables
para aµ dado que la amplitud puede ser mejorada por el factor mq/mµ comparado al ME. En
cuanto al LQ quiral Ω2/3, su contribución a aµ es proporcional a la masa del muón y por lo tanto
subdominante. El LQ escalar induce el momento magnético del muón a nivel de un lazo mediante
los diagramas de Feynman de la Fig. 4.4 con fi → fj = µ y fk = uk. El momento magnético del
muón se puede escribir como

aLQ
µ = −

∑
uk=c, t

3
√
xµ

32π2

(
√
xµ

(
|λµukL |2 + |λµukR |2

)
F (xµ, xuk)

+ 2
√
xuk Re

(
λµukL λµukR

∗)
G (xµ, xuk)

)
, (4.66)

en donde las funciones F (x, y) y G(x, y) se presentan en el Apéndice C.3 en términos de integrales
paramétricas de Feynman y de funciones escalares de Passarino-Veltman. Dado que xuk � xµ
tenemos la siguiente expresión

aLQ
µ ' −

∑
uk=c, t

3
√
xµ
√
xuk

16π2
Re
(
λµukL λµukR

∗)
G (xµ, xuk) , (4.67)
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Consideramos entonces que la discrepancia δaµ es debida a la contribución del LQ únicamente.
Es interesante notar de la Ec. (4.67) que el leptoquark con acoplamientos no quirales a los leptones
cargados puede generar contribuciones más grandes debido al aumento generado por la masa del
quark interno, principalmente el quark top. Si asumimos que la discrepancia δaµ es únicamente
debida al leptoquark escalar podemos obtener restricciones sobre los acoplamientos derechos e
izquierdos del leptoquark con el par muón-quark.

Decaimiento τ → µγ

En cuanto a las restricciones de los procesos con violación de sabor leptónico, la cota experi-
mental Br(τ → µγ) < 4.4× 10−8 obtenida por la colaboración BaBar, restringe los acoplamientos
del LQ λτuiL,R y λµuiL,R. Otros procesos, tales como las transiciones µ− → e− y τ− → e− están al-
tamente suprimidos dado que intervienen los fermiones de primera generación y por lo tanto no
se toman en consideración. Los diagramas de Feynman para el decaimiento τ → µγ inducido por
leptoquarks se muestran en la Fig. 4.4 con fi = τ y fj = µ. La anchura de decaimiento para este
proceso se puede escribir como

Γ(τ → µγ) ∼
∥∥∥ ∑
ui=c,t

(αµuiLL λ
µui
L λτuiL + αµuiRRλ

µui
R λτuiR

+ αµuiLR λ
µui
L λτuiR )

∥∥∥2

+ (L↔ R) , (4.68)

en donde αµuiLL etc, indican las integrales de un lazo.

Para realizar el análisis del espacio de parámetros que se obtiene de los procesos mencionados
anteriormente consideraremos diferentes escenarios de acuerdo a las part́ıculas que pueden circular
en el lazo. En el primer escenario consideramos que el quark top y el leptoquark Ω5/3 pueden circular
en el lazo, mientras que en el segundo escenario se considera la contribución del leptoquark Ω5/3

junto a los quark t y c.

Escenario I: Consideramos únicamente la contribución del quark top y el LQ Ω5/3 en el
lazo. En la gráfica izquierda de la Fig. 4.6 se muestra la región permitida por el proceso
de momento dipolar magnético del muón en el plano λµtL vs λµtR para dos valores de mΩ5/3

.
De esta gráfica observamos que para mΩ5/3

= 1000 GeV existe una región muy estrecha en

donde el acoplamiento λµtR puede alcanzar valores relativamente grandes, siendo del orden

de O(1), mientras que el acoplamiento izquierdo λµtL se encuentra muy suprimido respecto
al acoplamiento derecho. Al aumentar el valor de la masa del LQ, la región permitida se
expande ligeramente manteniendo el mismo comportamiento que el caso anterior. En el caso
del decaimiento del leptón tau, dado que los acoplamientos del LQ a los leptones muón y
tau intervienen en el proceso mostramos en la gráfica de la derecha la región permitida en
el plano λµtR λ

τt
L vs λµtL λ

τt
R para diferentes valores de mΩ5/3

. En este caso vemos que para
mΩ5/3

= 1000 GeV ambos productos de las constantes de acoplamientos pueden ser del

orden de 10−4 aunque para mΩ5/3
= 2000 GeV dichos productos pueden alcanzar valores de

10−3. Estamos interesados en la región del espacio de parámetros en donde se encuentran
las tasas de decaimiento más grandes para h→ µτ . Para esto, realizaremos un barrido sobre
los puntos (λµtR , λ

τt
L , λ

µt
L , λ

τt
R ) que son consistentes con la discrepancia δaµ y la restricción

del decaimiento τ → µγ. Dichos puntos se encuentran graficados en la Fig. 4.7 en el plano
λµtR λ

τt
L vs λµtL λ

τt
R para dos valores de la masa del LQ. Observamos que ambos productos de

acoplamientos del LQ con los leptones pueden ser del orden de 10−3 para la masa del LQ
mΩ5/3

= 2000 GeV, aunque el área permitida decrece ligeramente cuando la masa del LQ
es mΩ5/3

= 1000 GeV. Este es un comportamiento esperado dado que las funciones de lazo
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Figura 4.6: Región permitida por el proceso del momento dipolar magnético anómalo del muón,
considerando solo la contribución del LQ escalar y el quark top, para dos valores de mΩ5/3

: 1000
GeV (linea punteada), 2000 GeV (linea continua).

Figura 4.7: Área permitida por la discrepancia δaµ y la restricción del decaimiento τ → µγ en el
plano λµtR λ

τt
L vs λµtL λ

τt
R para diferentes valores de la masa del leptoquark Ω5/3 .

de los procesos de bajas enerǵıas analizados se suprimen por la masa del LQ y por lo tanto
áreas más grandes son esperadas cuando la masa del LQ incrementa.

Escenario 2: En este escenario consideraremos el caso más general cuando los quarks t y c
contribuyen en el lazo. Nuevamente consideramos que la discrepancia δaµ es conciliada por
la contribución del LQ Ω5/3. En este caso mostramos en la Fig. 4.8 el área permitida en

el plano Re(λµcL λ
µc
R ) vs Re(λµtL λ

µt
R ) para diferentes valores de mΩ5/3

. Vemos que se necesita
una contribución positiva de los LQs a aµ para explicar la discrepancia, por lo que hay tres
posibles escenarios. En el primer escenario Re(λµcL λ

µc
R ) puede ser del orden de 10−4 y 10−3
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mientras que se suprime el valor de Re(λµtL λ
µt
R ), en donde los valores más grandes se obtienen

cuando aumenta la masa del LQ. Por otro lado, valores más grandes de los acoplamientos del
LQ se permiten cuando Re(λµcL λ

µc
R ) y Re(λµtL λ

µt
R ) son de signo contrario (gráfica derecha) ya

que existe una cancelación de las contribuciones de los quarks t y c. En particular, hay una
banda estrecha en donde Re(λµcL λ

µc
R ) ∼ O(10) y Re(λµtL λ

µt
R ) ∼ O(1).
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Figura 4.8: Área permitida del espacio de parámetros para el modelo de LQs asumiendo la contri-
bución del LQ Ω5/3 junto a los quarks t y c como responsables de la discrepancia δaµ. Mostramos la

región permitida en el plano Re(λµcL λ
µc
R ) vs Re(λµtL λ

µt
R ) para tres valores de mΩ5/3

: 1000 GeV (área
azul), 1500 GeV (área roja), y 2000 (are verde). En la gráfica izquierda se asume que Re(λµcL λ

µc
R ) < 0

y Re(λµtL λ
µt
R ) < 0 mientras que en la gráfica derecha dichas cantidades tienen signos opuestos.

Debido a que ahora consideramos la contribución de los quarks t y c, el número de
acoplamientos aumenta con respecto al escenario anterior y para simplificar el análisis
consideraremos tres casos de acuerdo al valor de la razón λluiR /λluiL = O(ε), (l = µ, τ):
ε = 10−3 (acoplamientos izquierdos predominantes), ε = 10−1 (acoplamientos derechos
pequeños) y ε = 1 (acoplamientos puramente escalares). De esta manera, ε es una medida del
tamaño relativo entre los acoplamientos derechos e izquierdos del LQ. Bajo esta suposición,
el decaimiento τ → µγ es una función de los productos de acoplamientos λµcL λ

τc
L y λµtL λ

τt
L .

Mostramos en la Fig. 4.9 el área permitida en el plano λµcL λ
τc
L vs λµtL λ

τt
L para tres valores de

la masa del LQ. Observamos que para mΩ5/3
= 1000 GeV el área más grande se obtiene en

el escenario ε = 10−3, la cual permite valores para λµuiL λµuiL del orden de O(10−1), mientras
que el área más restringida se obtiene en el escenario ε = 1 en donde ahora λµuiL λµuiL es
del orden de O(10−4). Dichas áreas aumentan ligeramente cuando mΩ5/3

incrementa a 2 TeV.

Restricciones sobre el acoplamiento |λluiL,R| se pueden obtener de las búsquedas directas de
LQs en el LHC mediante procesos de Drell-Yan. En estos estudios se obtiene la restricción
|λµcL,R| ≈ O(1) para una masa del LQ mayor a 1 TeV [77]. Consideraremos esta cota, mientras

que para los acoplamientos restantes impondremos las cotas |λµtL,R|, |λτuiL,R| < 4π, para evitar
el ĺımite perturbativo.

Estamos interesados en la región en donde las tasas de los decaimientos del quark top pueden
alcanzar los valores más grandes. En los diferentes escenarios de ε realizamos un barrido sobre
los puntos de los acoplamientos del LQ que son consistentes con δaµ (Fig. 4.8) y las cotas del
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4.5. ANÁLISIS NUMÉRICO DE LOS DECAIMIENTOS H → µτ Y t→ cX

10-7 10-5 10-3 10-1 101

10-7

10-5

10-3

10-1

101

λL
μc

λL
τc

λ
Lμ
t
λ
Lτt

mΩ5/3=1000 GeV

10-7 10-5 10-3 10-1 101

λL
μc

λL
τc

mΩ5/3=1500 GeV

10-7 10-5 10-3 10-1 101

10-7

10-5

10-3

10-1

101

λL
μc

λL
τc

λ
Lμ
t
λ
Lτt

mΩ5/3=2000 GeV

Figura 4.9: Área permitida al 95 % de nivel de confianza en el plano λµcL λ
τc
L vs λµtL λ

τt
L obtenidas

de la cota del decaimiento τ → µγ para tres valores de mΩ5/3
en los escenarios λluiR /λluiL = O(ε):

ε = 10−3 (área azul), ε = 10−1 (área roja) y ε = 1 (área verde).

decaimiento τ → µγ (Fig. 4.9) para distintas masas del LQ. Consideramos grandes diferencias
en las masas del LQ para observar como los acoplamientos del LQ se ven suprimidos por
los datos experimentales. La correspondiente área permitida se muestra en la Fig. 4.10, en
donde observamos que para mΩ5/3

= 1000 GeV y en el escenario ε = 10−3 (gráfica superior

izquierda) se permiten valores para λτtL λ
τc
L del orden de O(1) cuando λµtL λ

µc
L es del orden

de 10−1. Para ε fijo el área permitida se expande ligeramente cuando aumenta la masa
del LQ. Por otro lado, al fijar la masa del LQ vemos que las áreas permitidas disminuyen
ligeramente en la dirección de los acoplamientos λµtL λ

µc
L y ligeramente en la dirección λτtL λ

τc
L

al incrementarse ε. Por ejemplo, cuando ε = 1 (gráfica inferior derecha), el producto λµtL λ
µc
L es

del orden de O(10−3) cuando mΩ5/3
= 1000 GeV para valores pequeños de λτtL λ

τc
L , mientras

que este último puede ser del orden de O(10−1) para valores pequeños de λµtL λ
µc
L . Concluimos

que el escenario en donde los acoplamientos izquierdos son predominantes (ε = 10−3) se
permiten valores más grandes de los acoplamientos del LQ.

4.5. Análisis numérico de los decaimientos h→ µτ y t→ cX

Realizaremos en esta sección en análisis del comportamiento de los branching ratios de los
decaimientos con cambio de sabor del bośon de Higgs y del quark top en las áreas permitidas por
el análisis del espacio de parámetros. Para la evaluación numérica de las expresiones de un lazo
utilizamos la paqueteŕıa de mathematica LoopTools [31, 32] para la evaluación de las funciones
escalares de Passarino-Veltman y empleamos integración numérica para las integrales paramétricas
de Feynman.

4.5.1. Análisis numérico del decaimiento h→ µτ

Analizaremos el decaimiento h→ µτ en el escenario I, en donde solo consideramos la contribu-
ción del quark top junto a la del LQ Ω5/3. En la Tab. 4.2 presentamos los valores para los puntos

(λtµR , λ
tτ
L , λ

tµ
L , λ

tτ
R ) que son consistentes con la discrepancia del momento dipolar magnético anóma-

lo del muón y la cota para el decaimiento con violación de sabor τ → µγ en donde se encuentran
los valores más grandes de Br(h → µτ) para tres valores de la masa del LQ. Observamos que el
decaimiento del bosón de Higgs puede alcanzar valores de 10−7− 10−8 cuando mΩ5/3

= 1000 GeV,
sin embargo estos valores se suprimen un orden de magnitud cuando mΩ5/3

aumenta a 2000 GeV
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Figura 4.10: Áreas permitidas con 95 % C.L. en el plano λµtL λ
µc
L vs λτtL λ

τc
L consistente con la

discrepancia δaµ y la cota experimental del decaimiento τ → µγ para mΩ5/3
= 1000 GeV (puntos

obscuros), y 5000 GeV (puntos claros) en los escenarios λluiR /λluiL = O(ε) para cuatro valores de ε.
En estas gráficas l = µ, τ y ui = t, c.

y 3000 GeV. En particular los valores más grandes del Br(h → µτ) se obtienen en la pequeña
región cuando λtµR ≈ O(1) mientras que los acoplamientos restantes son más suprimidos, del orden
de 10−5 − 10−4 para los acoplamientos izquierdos y 10−1 para el acoplamiento λtτR . El comporta-
miento de Br(h → µτ) se puede observar en las gráficas de contorno de la Fig. 4.11 en el plano
λµtR λ

τt
L vs λµtL λ

τt
R para diferentes valores de mΩ5/3

. En particular para mΩ5/3
= 1000 GeV podemos

observar la pequeña región en donde Br(h → µτ) alcanza su valor más alto siendo del orden de
O(10−7). También realizamos la gráfica de contorno para mΩ5/3

= 5000 GeV, en donde la tasa

de decaimiento es más suprimido y es del orden de 10−10 − 10−9 para la región permitida de los
acoplamientos del LQ con los fermiones.

4.5.2. Análisis numérico del decaimiento t→ cX

Para el análisis numérico del decaimiento t→ cX nos enfocaremos en el escenario II en donde
tenemos la contribución de los quarks t y c a los procesos δaµ y τ → µγ. Primero consideramos dos
valores de ε y presentamos en la Tab. 4.3 algunos valores del conjunto de puntos (λµcL , λ

µt
L , λ

τc
L , λ

τt
L )

para tres diferentes masas del LQ. En el escenario en donde ε = 10−3 observamos que hay una
pequeña área en donde todos los valores de los decaimientos pueden ser del orden de 10−9 − 10−8

para mΩ5/3
= 1000 GeV, aunque estos valores se pueden suprimir por un orden de magnitud

cuando mΩ5/3
incrementa a 2000 GeV. En tal área, los acoplamientos del LQ λµuiL son pequeños,

mientras que λτtL son muy cercanos al ĺımite perturbativo, lo cual significa que esta posibilidad
requiere de una gran cantidad de ajuste fino, En cuanto al escenario ε = 10−1, observamos que los
valores para los decaimientos t → cX son mucho más pequeños que en el escenario ε = 10−3, en

68
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Tabla 4.2: Tasas de decaimientos para h → µτ para los puntos (λtµR , λ
tτ
L , λ

tµ
L , λ

tτ
R ) dentro del área

permitida por la discrepancia δaµ y la cota experimental del decaimiento τ → µγ. Los valores
estan dados en unidades de 10−7 .

mΩ5/3
(GeV) λtµR λtτL λtµL λtτR Br(h→ µτ)

1000 2.601 7.94× 10−5 1.68× 10−4 1.36× 10−1 1.343
1.867 1.69× 10−4 2.69× 10−4 1.38× 10−1 1.121
3.744 8.546× 10−5 1.974× 10−4 6.885× 10−2 1.116
3.053 9.17× 10−5 1.974× 10−4 8.843× 10−2 .9625

2000 5.664 7.862× 10−5 3.697× 10−4 1.946× 10−1 .7921
5.092 5.739× 10−5 .5854× 10−4 2.245× 10−1 .7395
5.664 9.972× 10−5 3.697× 10−4 1.64× 10−1 .6769
5.092 1.206× 10−4 5.854× 10−4 1.74× 10−1 .6643
4.469 8.762× 10−5 6.205× 10−4 2.185× 10−1 .624

3000 3.645 1.171× 10−4 1.171× 10−3 3.249× 10−1 .3892
3.645 4.965× 10−4 1.171× 10−3 2.327× 10−1 .3487
1.376 1.593× 10−3 2.154× 10−3 2.88× 10−1 .2933
.713 3.026× 10−3 7.185× 10−3 1.797× 10−1 .266
.4544 2.156× 10−3 1.049× 10−1 2.25× 10−1 .243

donde ahora los valores de Br(t → cX) pueden ser del orden de 10−9 − 10−10 para mΩ5/3
= 1000

GeV. No presentamos los resultados en el escenario ε = 1 ya que los respectivos valores son dos
ordenes de magnitud más pequeños que el caso ε = 10−3. También observamos que todos los BRs
son de orden de magnitud similar, en donde Br(t→ cZ) es ligeramente mayor.

Resulta sorprendente que el Br(t → cg) sea del mismo orden que Br(t → cγ) mientras que
en el ME, o en otros modelos de extensión, el decaimiento t → cg es dos ordenes de magnitud
más grande (tal y como se observa de (4.43) y (4.44)). Para explicar este resultado, recordemos
que en el ME el decaimiento t → cγ procede por diagramas de Feynman en donde el fotón
emerge de un quark tipo down y aśı la amplitud del decaimiento t → cg contiene un factor
cF [gs/(−1/3e)]2 ∼ O(102), en donde cF = 4/3 es el factor de color. Por otro lado en el modelo
de LQ, el fotón emerge del LQ con carga 5/3, lo que significa que el factor de incremento para
t → cg as ahora cF [gs/(5/3e)]

2 ∼ O(1). Además, en el modelo de LQs el diagrama de Feynman
en donde el fotón emerge del LQ proporciona una contribución más pequeña que el diagrama en
donde el fotón emerge de un leptón, el cual no se obtiene en el decaimiento t → cg. Todos estos
motivos ocasionan que el canal cg sea del mismo orden a cγ.

Finalmente, mostramos en la Fig. 4.12 las gráficas de contorno en el plano λµtL λ
µc
L vs λτtL λ

τc
L

para los Br(t → cX) en el escenario ε = 10−3. Como se analizó anteriormente, vemos que para
mΩ5/3

= 1000 GeV se obtienen las tasas de decaimientos más grandes, siendo estas del orden de

10−9−10−8 en una pequeña área en donde λµtL λ
µc
L es muy pequeño y λτtL λ

τc
L alcanza sus valores más

grandes (gráfica superior izquierda), pero estos valores decrecen al expandirse el área permitida.
Esto indica que los BRs más grandes se obtienen en la región en donde la principal contribución
surge de los lazos con un leptón tau, lo que se debe al hecho de que estos acoplamientos están
menos restringidos que los del muón. También observamos que los Br(t → cX) decrecen por dos
ordenes de magnitud cuando mΩ5/3

incrementa a 2 TeV siendo del orden de 10−9 − 10−10. El

comportamiento de los decaimientos en el escenario ε = 10−1, 1 es similar a los de la Fig. 4.12 pero
son dos ordenes de magnitud menor, razón por la cual no se muestran las gráficas correspondientes.

69
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Figura 4.11: Gráficas de contorno del decaimiento h→ µτ en el plano de las constantes de acopla-
miento λtµR λ

tτ
L vs λtµL λ

tτ
R para los valores permitidos de la discrepancia δaµ y la cota experimental

τ → µγ para diferentes valores de mΩ5/3
.

4.6. Conclusiones

Se realizó un estudio de los procesos con cambio de sabor del bosón de Higgs y el quark top
h→ µτ y t→ cX (X = γ, g, Z, h) en un modelo simple de leptoquarks en donde se añade un doblete
de SU(2) con hipercarga Y = 7/6. Dicho modelo predice un LQ escalar no quiral con una carga
eléctrica Q = 5/3e que se acopla a quarks tipo up y leptones. Se calculó anaĺıticamente los procesos
h→ fifj y fi → fjX mediante los métodos de parametrización de Feynman y Passarino-Veltman.
Se usaron las restricciones de los datos del LHC del bosón de Higgs, el momento dipolar magnético
anómalo del muón y el decaimiento τ → µγ para realizar un análisis del espacio de parámetros.
Para el análisis del decaimiento del bosón de Higgs h→ µτ consideramos solo la contribución del
quark top en el lazo. En este caso el Br(h→ µτ) puede ser del orden de 10−7 cuando la masa del
LQ es mΩ5/3

= 1000 GeV. Este resultado se obtiene en la región cuando los acoplamientos derechos

del LQ a los fermiones son del orden de O(1)−O(10−1) mientras que los acoplamientos izquierdos
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Tabla 4.3: Branching ratio de los decaimientos t → cX para los puntos (λµcL , λ
µt
L , λ

τc
L , λ

τt
L ) dentro

del área permitida por la discrepancia δaµ y la cota experimental del decaimiento τ → µγ. Con-

sideramos el escenario en donde λluiR /λluiL = O(ε) para ε = 10−3 y 10−1. Para el acoplamiento del
bosón de Higgs a un par de LQs usamos λΩ5/3

= 1. Los branching ratios estan dados en unidades

de 10−8 para ε = 10−3 y 10−9 para ε = 10−1 .

λ`uR /λ
`ui
L = O(10−3)

mΩ5/3
[GeV] λµcL λµtL λτcL λτtL γ g Z h

1000 2.54× 10−4 7.8× 10−1 2.39× 10−1 9.48 0.416 0.665 1.02 0.68
1.48× 10−4 6.54× 10−1 2.06× 10−1 7.87 0.212 0.339 0.521 0.347
2.52× 10−5 1.02 1.72× 10−1 7.86 0.147 0.236 0.362 0.241
1.25× 10−5 7.68× 10−1 1.28× 10−1 9.97 0.132 0.212 0.325 0.216
8.47× 10−5 6.48× 10−1 2.54× 10−1 4.97 0.129 0.207 0.318 0.211

1500 1.31× 10−3 1. 3.49× 10−1 6.52 0.0819 0.131 0.246 0.135
3.45× 10−4 9.21× 10−1 2.56× 10−1 8.46 0.0741 0.119 0.222 0.122
1.02× 10−5 1.04 2.58× 10−1 8.04 0.0678 0.109 0.203 0.111
2.17× 10−6 1.21 2.89× 10−1 6.89 0.0624 0.1 0.187 0.103
1.65× 10−4 1.13 2.5× 10−1 6.84 0.0462 0.074 0.138 0.0758

2000 2.16× 10−5 1.1 4.48× 10−1 7.39 0.0543 0.0872 0.186 0.0894
7.69× 10−6 1.29 3.29× 10−1 9.86 0.0524 0.0841 0.179 0.0862
2.59× 10−3 1.07 3.69× 10−1 8.71 0.0512 0.082 0.175 0.0843
6.09× 10−3 1.07 3.05× 10−1 8.34 0.0323 0.0514 0.111 0.0532
3.9× 10−4 1.69 2.73× 10−1 8.98 0.0298 0.0478 0.102 0.049

λ`uR /λ
`ui
L = O(10−1)

mΩ5/3
[GeV] λµcL λµtL λτcL λτtL γ g Z h

1000 2.54× 10−4 7.8× 10−1 2.39× 10−1 9.48 4.51 6.73 10.2 6.92
1.48× 10−4 6.54× 10−1 2.06× 10−1 7.87 2.3 3.43 5.21 3.53
2.52× 10−5 1.02 1.72× 10−1 7.86 1.6 2.39 3.62 2.45
1.25× 10−5 7.68× 10−1 1.28× 10−1 9.97 1.44 2.14 3.25 2.2
8.47× 10−5 6.48× 10−1 2.54× 10−1 4.97 1.4 2.09 3.17 2.15

1500 1.31× 10−3 1. 3.49× 10−1 6.52 0.893 1.33 2.45 1.37
3.45× 10−4 9.21× 10−1 2.56× 10−1 8.46 0.809 1.2 2.22 1.24
1.02× 10−5 1.04 2.58× 10−1 8.04 0.739 1.1 2.03 1.13
2.17× 10−6 1.21 2.89× 10−1 6.89 0.681 1.01 1.87 1.04
1.65× 10−4 1.13 2.5× 10−1 6.84 0.504 0.749 1.38 0.772

2000 2.16× 10−5 1.1 4.48× 10−1 7.39 0.595 0.883 1.86 0.911
7.69× 10−6 1.29 3.29× 10−1 9.86 0.574 0.851 1.79 0.878
2.59× 10−3 1.07 3.69× 10−1 8.71 0.561 0.83 1.75 0.859
6.09× 10−3 1.07 3.05× 10−1 8.34 0.354 0.52 1.11 0.542
3.9× 10−4 1.69 2.73× 10−1 8.98 0.326 0.484 1.02 0.5

se encuentran suprimidos. Este valor del decaimiento se suprime al aumentar la masa del LQ. En
cuanto al decaimiento del quark top t → cX (X = γ, c, Z, h) consideramos el análisis del espacio
de parámetros en donde los quarks t y c circulan en el lazo y consideramos diferentes escenarios
de acuerdo al tamaño relativo de los acoplamientos derechos e izquierdos λluiR /λluiL = O(ε). Se
encontró que en el escenario ε = 10−3 en donde Br(t → cX) son de similar orden de magnitud
O(10−8) para mΩ5/3

= 1000 GeV con el decaimiento t→ cZ ligeramente mayor. Si se aumenta el

valor de la masa a 2000 GeV los decaimientos se suprimen a 10−9 − 10−10.
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Figura 4.12: Gráficas de contorno de los decaimientos t → cX para mΩ5/3
= 1000 GeV (gráficas

superiores) y 2000 GeV (gráficas inferiores) en el plano λµtL λ
µc
L vs λτtL λ

τc
L para valores permitidos

de la discrepancia δaµ y la cota del decaimiento τ → cγ en el escenario ε = 10−3 .
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Apéndice A

Reglas de Feynman

A.1. Reglas de Feynman del MDDH

En este Apéndice presentamos las reglas de Feynman necesarias para nuestros cálculos, las
cuales son presentadas en la norma unitaria. Primero presentamos las reglas para los vértices
VW−W+, γγW−W+ y V f̄f (V = γ, Z), que son idénticas a las del ME y se muestran en la Fig.
A.1

Vα(k1)

W−
µ (k2)

W+
ν (k3)

−iegVWWΓαµν(k1, k2, k3) −ie2Σαβµν

Aµ

Aν

W−
α

W+
β

Figura A.1: Reglas de Feynman del modelo estándar necesarias para los cálculos . Todos los cua-
drimomentos entran al vértice. gVWW = 1 (− cWsW ) para V = γ (Z). Además Γαµν(k1, k2, k3) =

(k1 − k2)νgαµ + (k2 − k3)αgµν + (k3 − k1)µgαν y Σαβµν = 2gαβgµν − gαµgβν − gανgβµ. Tam-
bién necesitamos las reglas de Feynman de la interacción del fotón y el bosón Z a un par de
fermiones, las cuales son respectivamente: −ieQfγµ y −i g

2cW
(gfV − gfAγ5)γµ, en donde gfA = 1

2T
3
f

y gfV = 1
2T

f
3 −Qfs2

W , con Qf la carga del fermión y T 3
f = 1 (−1) para quarks up (quarks down y

leptones cargados)

También necesitamos los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a un par de fermiones,
bosones de norma y bosones escalares cargados. Las correspondientes reglas de Feynman para el
acoplamiento de bosones de Higgs neutros a fermiones en el MDDH se muestra en la Fig. A.2, y
las correspondientes constantes de acoplamiento para MDDM-II se presentan en la Tabla 2.2 [1].

En cuanto a los acoplamientos de los bosones escalares a bosones de norma, debemos expandir
la derivada covariante en términos de los campos f́ısicos. Realizando este proceso se pueden obtener
directamente las reglas de Feynman mostradas en la Fig. A.3 para los acoplamientos φV V (V =
W,Z) yZφA (φ = h,H). Note que AV V (V = W,Z) y HhZ están prohibidos debido a conservación
de CP . Otras reglas de Feynman tales como los vértices γH−H+, ZH−H+, y γγH−H+ también
se obtienen del sector cinético del doblete de Higgs y se muestran en la Fig. A.3 aśı como las
reglas de Feynman para los acoplamientos del bosón escalar CP -par a un par de bosones escalares
φH−H+, el cual surge del potencial de Higgs una vez diagonalizado.
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− gmf

2mW
gφf̄fγ

5

f

f̄

A

(b)

−i
gmf

2mW
gφf̄f

f

f̄

h,H

(a)

Figura A.2: Reglas de Feynman para los acoplamientos de bosones escalares al par de fermiones
en el MDDH. Las correspondientes constantes de acoplamiento para el MDDH-II se muestran en
la Tabla 2.2.

igmWgφV V gµν

h,H

Zµ,W
+
ν

Zµ,W
−
µ

(a)

(c)

2ie2gµν

Aµ

Aν

H−

H+

−ie(p′ − p)α

H+(p)

H−(p′)

Aα

(e)

−igc2W
2cW

(p′ − p)α

H+(p)

H−(p′)

Zα

(f)

−igmZ
2cW

gφH−H+

h,H

H+

H−
(d)

g
2cW

gZφA(p
′ − p)α

A(p)

φ(p′)

Zα

(b)

Figura A.3: Reglas de Feynman necesarias para los cálculos en los MDDH. Aqúı φ = h,H y todos
los cuadrimomentos están entrando al vértice. Las correspondientes constantes de acoplamientos
para el MDDH tipo II se muestran en la Tabla 2.2.
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A.2. Reglas de Feynman del modelo mı́nimo supersimétrico

En este Apéndice presentamos las reglas de Feynman necesarias para el cálculo del decaimiento
exótico φ → Zγγ (φ = h,H,A) en el MMSS en la norma unitaria. Las reglas de Feynman que
comprenden el ME para los vértices VW−W+, γγW−W+ y V f̄f (V = γ, Z) se encuentran en
A.1 aśı como los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a fermiones y a bosones de Higgs
cargados, los cuales son idénticos al MDDH. Además necesitamos la interacción del fotón y el bosón
Z a un par de charginos, los cuales están dados como

Aµχ̄
+
i χ
−
j : −ieδijγµ, (A.1)

Zµχ̄
+
i χ
−
j :

−ie
4cW sW

γµ(g
χ̃ij
V − gχ̃ijA γ5). (A.2)

en donde los ı́ndices i, j indican la generación de charginos, y las constantes de acoplamiento
están dadas por

g
χ̃ij
V = Vi1V

∗
j1 + U∗i1Uj1 + 2δij(c

2
W − s2

W ), (A.3)

g
χ̃ij
A = V ∗i1V

∗
j1 − U∗i1Uj1. (A.4)

En la Fig. A.4 se muestran las reglas de Feynman para los acoplamientos del bosón de Higgs
neutro a charginos, a un par de squarks y los acoplamientos para el fotón a un par de squarks, aśı
como el acoplamiento cuártico de dos fotones con dos squarks. Los acoplamientos de los bosones
escalares y squarks a los bosones de norma se obtienen al realizar la expanción de la derivada
covariante en términos de los estados f́ısicos. Note que los acoplamientos AV V (V = W,Z) y HhZ
están prohibidos debido a invarianza ante conservación de CP . Finalmente, para el acoplamiento
trilineal de los bosones de Higgs neutros y cargados, éstos son los mismos a los del modelo de dos
dobletes de Higgs.

φ

χ̃+
i

χ̃−
j

g
2
√
2
(gSφχ̃+

i χ̃
−
j
+ gPφχ̃+

i χ̃
−
j
γ5)

q̃+i (p)

q̃−j (p
′)

iQq̃δij(p
′ − p)α

Aα

φ

q̃+i

q̃−j

gφq̃iq̃j

q̃−i

q̃+j

Aµ

Aν

2iδijQ
2
q̃gµν

Figura A.4: Reglas de Feynman para los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a un par de
charginos y squarks y los acoplamientos de squarks a fotones. En los diagramas superiores φ=h,H,A
y las correspondientes constantes de acoplamiento se muestran en la Tabla A.1.

77
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Tabla A.1: Constantes para los acoplamientos de los bosones de Higgs neutros a un par de charginos.
Se usa la notación abreviada sa = sin a y ca = cos a.

φ gS
φχ̃+
i χ̃

+
j

gP
φχ̃+
i χ̃

+
j

A sβ(Vi1Uj2 − V ∗
j1U

∗
i2) + cβ(Vi2Uj1 − V ∗

j2U
∗
i1) sβ(V

∗
j1U

∗
i2 + Vi1Uj2) + cβ(V

∗
j2U

∗
i1 + Vi2Uj1)

H −icα(V ∗
j1U

∗
i2 + Vi1Uj2)− isα(V

∗
j2U

∗
i1 + Vi2Uj1) icα(V

∗
j1U

∗
i2 − Vi1Uj2) + isα(V

∗
j2U

∗
i1 − Vi2Uj1)

h isα(Vi1Uj2 + V ∗
j1U

∗
i2)− icα(Vi2Uj1 + V ∗

j2U
∗
i1) isα(Vi1Uj2 − V ∗

j1U
∗
i2)− icα(Vi2Uj1 − V ∗

j2U
∗
i1)

Con respecto al acoplamiento de los bosones de Higgs neutros a squarks, en la notación de la
tercera generación de sfermiones, las constantes gφq̃iq̃j son

gφq̃iq̃j =
g2

mW

2∑
k,l=1

(Rq)TikCφq̃q̃′(R
q′)lj , (A.5)

en donde Cφq̃q̃′ es una matriz cuyos elementos son los acoplamientos de los bosones de Higgs a
squarks; para h,H,A y H± está dada por

Chq̃q̃ =

(
−(I3L

q −Qqs2
W )m2

Z sin(β + α) +m2
qs
q
1

1
2mq(Aqs

q
1 + µsq2)

1
2mq(Aqs

q
1 + µsq2) −Qqs2

Wm
2
Z sin(β + α) +m2

qs
q
1

)
(A.6)

CHq̃q̃ =

(
(I3L
q −Qqs2

W )m2
Z cos(β + α) +m2

qr
q
1

1
2mq(Aqr

q
1 + µrq2)

1
2mq(Aqr

q
1 + µrq2) Qqs

2
Wm

2
Z cos(β + α) +m2

qr
q
1

)
(A.7)

CAq̃q̃ =

(
0 − 1

2mq[µ+Aq(tanβ)−2Iq3 ]
1
2mq[µ+Aq(tanβ)−2Iq3 ] 0

)
(A.8)

CH± t̃b̃ =
1√
2

(
m2
b tanβ +m2

t cotβ −m2
W sin 2β mb(Ab tanβ + µ)

mt(At cotβ + µ) mtmb(tanβ + cotβ)

)
(A.9)

en donde los coeficientes rq1,2 y sq1,2 son

su1 =
cα
sα
, su2 =

sα
sβ
, sd1 = −sα

cβ
, sd2 =

cα
cβ

ru2 = −su1 , ru1 = su2 , rd2 = sd1, rd1 = −sd2 (A.10)

En particular, las constantes de acoplamiento Ht̃t̃ y hq̃q̃ son

ght̃1 t̃1
ht̃2 t̃2

= m2
t ∓

mtXt sin(2θ)

2
± 1

12
m2
Z cos(2β)

[
(8s2

W − 3) cos(2θ)± 3
]

(A.11)

gHt̃1 t̃1
Ht̃2 t̃2

=
mt

2tβ

[
± sin(2θ)(At + µtβ)∓ 2mt)

]
± m2

Z sin(2β)

12

[
(8s2

W − 3) cos(2θ)∓ 3
]

(A.12)

mientras que los acoplamientos del bosón CP -impar a sfermiones es

gAt̃1 t̃1 = gAt̃2 t̃2 = 0 (A.13)

gAt̃2 t̃1 = −gAt̃1 t̃2 =
1

2t2β
mt(µ+ tβ(µtβ +Xt)) (A.14)
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Apéndice B

Amplitudes de los decaimientos
A→ Zγγ y φ→ Zγγ (φ = H, h)

Ahora presentamos los factores de forma para los decaimientos φ → Zγγ (φ = H,A) en
términos de funciones escalares de Passarino-Veltman.

B.1. Decaimiento A→ Zγγ

B.1.1. Diagramas de caja

Los diagramas de caja proporcionan la siguiente contribución a los factores de forma

FBoxi =
∑
f

16gfAgAf̄fg
2αm2

fQ
2
fN

f
c

mW cW sX2
A

fBoxi (f), (B.1)

con

fBox1 (ζ) = s
[
XA∆2Z + sm2

Z(s1 + s2)
]
C1(s, ζ) +

∆2A

s
∆2Z

[
s2∆2

1Z −m2
Z∆2

2A

]
C2(s2, ζ)

+
∆1A

s

[
s1(s1 + s)∆2

2Z + [m2
A(2s1 + s)(s1 −∆2Z) + (mZ∆1A)2

− (s1s+ (s1 + s)2)s1]m2
Z

]
C2(s1, ζ)−∆2

1Z

[
∆2Z

(
m2
Z −

XA

s

)
+ sm2

Z

]
C3(s1) + ∆2A∆2

2Z

[
m2
Z −

XA

s

]
C3(s2, ζ) + sm2

Z

[
(s1 − s2)2 +XA

]
C4(s, ζ)

+
s

2

[
m2
Am

2
Z(s1(∆1Z + s1 − s2)− 2XA) + s2

1(2m4
Z − (2s1 + s2)m2

Z + s2
2)

+
(
m2
Z −

XA

s

)
4m2

ζXA

]
D1(s1, ζ)− s

2

[
s1s

3
2 − s2m

2
Z(s2(∆2Z + s1 + 3s) +XA)

− 4Xm2
ζ

(
m2
Z −

XA

s

)]
D1(s2, ζ) +

1

2

[
s2s

2(s2 − 4m2
ζ)(m

2
Z + s2)

+ ∆2A∆2Z

(2∆2
2A

s
∆2

2Z −∆2A(4m2
ζ −m2

Z − 5s2)∆2Z

+ 2(s2 − 2m2
ζ)(m

2
Z + 2s2)s

)]
D2(s2, ζ),

(B.2)

f2(ζ)Box =
XA

2

(
2∆2A

(
sC1(s, ζ) + ∆1AC2(s1, ζ) +

∆2Z

2
C3(s2, ζ)

)
+ sm2

A∆1ZD1(s1, ζ)

+ ∆1ZXAD2(s2, ζ)− s
[
XA + s2∆2A

]
D1(s2, ζ)

)
,

(B.3)
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B.1. DECAIMIENTO A→ Zγγ

y

fBox3 (ζ) = 2sm2
A

[
XA + s(s1 + s2)

]
C1(s, ζ) + 2ss1∆1AC2(s1, ζ)− 2∆2

2A∆2ZC2(s2, ζ)

− 2∆2
1Z∆1AC3(s1, ζ) + 2ss2∆2ZC3(s2, ζ)− 2s

[
XA + (s1 − s2)2

]
C4(s, ζ)

−XA

[
XA + 4sm2

f

]
D2(s2, ζ)− s

[
s1(XA + 2s1s) + 4XAm

2
f

]
D1(s1, ζ)

− s
[
s2(XA + 2s2s) + 4XAm

2
f

]
D1(s2, ζ),

(B.4)

en donde las variables cinemáticas invariantes s1, s2 y s están definidas en (2.20). Además
usamos las siguientes variables auxiliares:

∆ij = si −m2
j , (B.5a)

Xχ = s1s2 −m2
Zm

2
χ, (B.5b)

para i = 1, 2 y j = A,Z.
las funciones escalares de Passarino-Veltman de tres y cuatro puntos Ci and Di están definidas

como

C1(p2, ζ) = C0(0, 0, p2,m2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ),

C2(p2, ζ) = C0(0, p2,m2
A,m

2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ),

C3(p2, ζ) = C0(m2
Z , 0, p

2,m2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ),

C4(p2, ζ) = C0(m2
Z , p

2,m2
A,m

2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ),

D1(p2, ζ) = D0(m2
Z , 0, 0,m

2
A, p

2, s,m2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ),

D2(p2, ζ) = D0(m2
Z , 0,m

2
A, 0, s1, p

2,m2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ ,m

2
ζ).

(B.6)

Como podemos ver de las relaciones (B.2)-(B.4) la amplitud de los diagramas de caja están
libres de divergencias ultravioletas dado que no contienen funciones escalares de dos puntos.

B.1.2. Diagramas Reducibles

El diagrama reducible de la Fig. 2.2 solo contribuye al factor de forma F1 de la Ec. (2.25). La
técnica de Passarino-Veltman nos permite obtener los siguientes resultados de las contribuciones
de fermiones y el bosón W .

Fφ−X1 =
2g2αgφZA

cW s(m2
φ − s)



∑
f

gφf̄fm
2
fQ

2
fN

f
c

mW

[
1 +

(
2m2

f −
s

2

)
C(s,m2

f )
]

X = f,

−gφWW

4mW

[s
2

+ 3m2
W (1 + (2m2

W − s)C(s,m2
W ))

]
X = W,

gφH±H±mZ

4

[
2m2

H±C(s,m2
H±) + 1

]
X = H±∑

χ̃+
i
−
igφχ̃+

i χ̃
+
i
mχ̃+

i√
2

[
1 + (2m2

χ̃+
i

− s

2
)C(s,m2

χ̃+
i

)
]

X = χ̃+
i ,∑

q̃i
− g2gφq̃iq̃jQ

2
q̃

4gmW

[
1 + 2m2

q̃i
C(s,m2

q̃i
)
]

X = q̃i

,

(B.7)
en donde la función escalar de tres puntos C(s,m2

X ) se puede escribir en términos de funciones
elementales.

C(s,m2
X ) = C0(0, 0, s,m2

X ,m
2
X ,m

2
X ) = −2

s
f

(
4m2
X
s

)
, (B.8)

con f(x) esta dada en (2.39).
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B.2. DECAIMIENTO φ→ Zγγ (φ = h,H)

B.2. Decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H)

B.2.1. Diagramas de caja

La contribución de diagramas de caja a los factores de forma esta dada como

GBoxi =
∑
f

16gfAgφf̄fg
2αm2

fQ
2
fN

f
c

mW cWX2
φ

gBoxi , (B.9)

con

gBox1 (ζ) =
Xφ

32

(
2∆2φC2(s2, ζ)− 2∆1φC2(s1, ζ) + 2(s1 − s2)C4(s, ζ) + ∆2φ∆2ZD1(s2, ζ)

−∆1Z∆1φD1(s1, ζ)
)
,

(B.10)

gBox2 (ζ) = m2
φ

(
−2
[
Xφ + s(s1 + s2)

]
C1(s, ζ) +

2

s
∆1Z∆2

1φC2(s1, ζ) + 2s2∆2φC2(s2, ζ)

− 2∆1ZsC3(s1, ζ)− 2

s
∆2

2Z∆2φC3(s2, ζ) + 2
[
2Xφ + (s1 − s2)2

]
C4(s, ζ)

+
[
4m2

ζXφ + s1(Xφ + 2s1s)
]
D1(s1, ζ)−

[
4m2

ζXφ + s2(Xφ + 2s2s)
]
D1(s2, ζ)

+
1

s

[
Xφ(Xφ + 4sm2

ζ)
]
D2(s2, ζ)

)
,

(B.11)

gBox3 (ζ) =
1

s2

(
− s2

[
s1s

2
2 +m2

Z(m2
φ(m2

Z + 2s2) + ∆2Zs2)
]
C1(s, ζ)−∆1φ

[
m8
Z − (3s

+ 2(s1 + s2))m6
Z + (2s2 + 3s1s+ s2

1 + s2
2 + 4(s+ s1)s2)m4

Z − ((s1 + s2)s2

+ s2(4s1 + s2)s+ 2s1s2(s1 + s2))m2
Z + s1(s+ s1)s2

2

]
C2(s1, ζ) + ∆2φ∆2Z

[
m2
Z∆2

2φ

−∆2
1Zs2

]
C2(s2, ζ) + ∆2φ∆2

2Z

[
Xφ − sm2

Z

]
C3(s2, ζ) + ∆2

1Z

[
sm2

Z(s+ 2s2 −m2
Z)

−∆1Z∆2
2Z

]
C3(s1, ζ)− s2m2

Z

[
2Xφ + (s1 − s2)2

]
C4(s, ζ) +

1

2
s
[
4Xφ(Xφ − sm2

Z)m2
ζ

+ s(−2m8
Z + (4s+ 3s1 + 4s2)m6

Z − (2s2 + 3s1s+ 4s2s+ s2
1 + 2s2

2 + 6s1s2)m4
Z

+ s1(3s2
2 + 3ss2 + 2s1s2 − 2ss1)m2

Z − s2
1s

2
2)
]
D1(s1) +

1

2
s
[
4Xφ(Xφ − sm2

Z)m2
ζ

+ ss2(m4
Z(s2 +m2

φ)− s2(3s+ 2s1 + s2)m2
Z + s1s

2
2)
]
D1(s2) +

1

2
Xφ

[
2m8

Z

− (5s+ 4(s1 + s2))m6
Z + (3s2 + 4m2

ζs+ 5s1s+ 6s2s+ 2s2
1 + 2s2

2 + 8s1s2)m4
Z

− (4s(2s+ s1 + s2)m2
f + s2(s2 + (6s1 + s2)s+ 4s1(s1 + s2)))m2

Z + s1s2(4sm2
ζ

+ (s+ 2s1)s2)
]
D2(s2, ζ)

)
,

(B.12)
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y

gBox4 (ζ) =
1

8∆1Z∆2Z

(
4m2

ZXφ[∆1Z∆B(m2
Z , s2, ζ) + ∆2Z∆B(m2

Z , s1, ζ)]

+ 4∆1Z∆2ZXφ∆B(s,m2
A, ζ) + 2s∆1Z∆2Z

[
2Xφ +m2

Z(m2
Z − s)

− s1(s2 + s1) + s2
2

]
C1(s, ζ) + ∆1Z∆2Z(s+ ∆2Z)

[
2s1∆1Z −Xφ

]
C2(s1, ζ)

−∆1Z∆2Z(s+ ∆1Z)
[
5Xφ − 2s2(∆1Z + s1) + 2s2

2

]
C2(s2, ζ)

−∆2
1Z∆2Z

[
2s1∆1Z −Xφ

]
C3(s1) + ∆1Z∆2

2Z

[
5Xφ − 2s2(∆1Z + s1)

+ 2s2
2

]
C3(s2, ζ) + 2∆1Z∆2Z

[
2m4

Z(m2
φ + 2(s1 + s2))− (5s2

1 − 3s2
2

+ 4s(s1 − s2))m2
Z + (s1 − s2)(s1 + s2)2

]
C4(s, ζ) + ∆1Z∆2Z

[
− 2m6

Z(m2
Z

+ 2m2
φ) + (2s2 + (5s1 + 4s2)s+ 2(s2

1 + 4s2s1 + s2
2))m4

Z − s1(s2 − (s1 − 5s2)s

+ 4s2(s1 + s2))m2
Z + s2

1(2s2
2 + s(s2 − 2s1))− 4m2

ζ∆1ZXφ

]
D1(s1, ζ)

−∆1Z∆2Z

[
− 2m6

Z(m2
Z + 2m2

φ) + (2(s+ s1)2 + 2s2
2 + (9s+ 8s1)s2)m4

Z

− s2(5s2 + 3(3s1 + s2)s+ 4s1(s1 + s2))m2
Z + s2

2(s1(s+ 2s1) + 2ss2) + 4m2
ζ(m

2
Z

− 2s1 + s2)Xφ

]
D1(s2, ζ) + 4m2

ζ∆1Z∆2Z(s1 − s2)XφD2(s2, ζ)
)
,

(B.13)

con la función escalar de Passarino-Veltman de dos puntos definida como ∆B(r2
1, r

2
2, ζ) =

B0(r2
1,m

2
ζ ,m

2
ζ) − B0(r2

2,m
2
ζ ,m

2
ζ). También es evidente la cancelación de las divergencias ultra-

violetas.

B.2.2. Diagramas reducibles

Los diagramas reducibles relacionados al proceso φ→ Zχ∗ → Zγγ, con χ = A,Z, conllevan a
la siguiente contribución de los factores de forma

GX3 =
ggφZAα

cWπ(s−m2
A)


∑
f

ggAf̄fQ
2
fm

2
fN

f
c

2mZ
C(s,m2

f ) X = f,∑
χ̃+
i
mχ̃+

i
gP
Aχ̃+

i χ̃
+
i

C(s,m2
χ̃+
i

) X = χ̃+
i .

(B.14)

mientras que el diagrama mediado por el bosón Z proporciona

GZ−f3

g2αgφZZ
cWπsmZ

∑
f

Q2
fg
f
Am

2
fN

f
c C(s,m2

f ) (B.15)

B.3. Promedio del cuadrado de la amplitud para los decai-
mientos A→ Zγγ y φ→ Zγγ (φ = h,H)

De la forma general de las amplitudes invariantes para los decaimientos A→ Zγγ y φ→ Zγγ
(φ = h,H) presentados en (2.25) y (2.28), respectivamente, podemos obtener el cuadrado de las
amplitudes promediadas sobre las polarizaciones de los fotones y el bosón Z, los cuales se necesitan
para los cálculos de las anchuras de decaimiento (2.30). Los resultados se pueden expresar como
sigue
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B.3. PROMEDIO DEL CUADRADO DE LA AMPLITUD PARA LOS DECAIMIENTOS
A→ Zγγ Y φ→ Zγγ (φ = h,H)

Decaimiento A→ Zγγ

|M(A→ Zγγ)|2 =
m6
A

4

(
ŝ2∆̂2

1Z

2µZ
|F1|2 +

1

2µZ
λ3 |F2|2 +

1

8µZ
∆̂2

2Zλ2 |F3|2 +
ŝ2λ1

2µZ
Re
[
F1 F̃∗1

]
− 1

2µZ
∆̂1Z∆̂2Z

(
2ŝµZ − ∆̂1Z∆̂2Z

)
Re
[
F2 F̃∗2

]
+

1

8µZ
λ1λ2Re

[
F3 F̃∗3

]
+ ŝ2∆̂1ZRe [F1F∗2 ] +

1

2
ŝ2λ1λ2Re [F1F∗3 ] +

1

2µZ
∆̂1Z∆̂2

2Zλ1λ2Re [F2F∗3 ]

− ŝ2∆̂1ZRe
[
F1 F̃∗2

]
+

1

2
ŝ2∆̂2

1ZRe
[
F1 F̃∗3

]
+

1

2µZ
∆̂1ZRe

[
F2 F̃∗3

])
+ (ŝ1 ↔ ŝ2) , (B.16)

en donde ŝi = si/m
2
A, ŝ = s/m2

A, ∆̂ij = ∆ij/m
2
A, F̃i(s, s1, s2) = Fi(s, s2, s1). Además

λ1 = µ2
Z − (2ŝ+ s1 + ŝ2)µZ + ŝ1ŝ2, (B.17)

λ2 = (µ4
Z − 2 (ŝ+ ŝ1 + ŝ2)µ3

Z +
(
2ŝ2 + 2 (ŝ1 + ŝ2) ŝ+ ŝ2

1 + ŝ2
2 + 4ŝ1ŝ2

)
µ2
Z (B.18)

− 2ŝ1ŝ2 (ŝ+ ŝ1 + ŝ2)µZ + ŝ2
1ŝ

2
2), (B.19)

y

λ3 = ŝ2
1∆̂2

2Z + 2ŝ1

(
ŝ− ∆̂2Z

)
µZ∆̂2Z + µ2

Z

(
−2ŝ2 + 2µZ ŝ+ ŝ2

2 + µ2
Z − 2ŝ2 (ŝ+ µZ)

)
. (B.20)

Decaimiento φ→ Zγγ (φ = h,H)

De la Ec. (2.28) obtenemos

|M(φ→ Zγγ)|2 =
ŝm6

φ

2

(
η2 |G1|2 −

1

4
∆̂2

1Zη1 |G2|2 +
ŝ∆̂2

1Z

4µZ
|G3|2 +

1

4ŝµZ
η3 |G4|2 − η2Re

[
G1G̃∗1

]
+ ∆̂2Zη1Re

[
G1G̃∗2

]
− ŝ∆̂2ZRe

[
G1G̃∗3

]
− η2Re

[
G1G̃∗4

]
+

1

8
∆̂1Z∆̂2Zη1Re

[
G2G̃∗2

]
+

1

2
ŝη1Re

[
G2G̃∗3

]
+ ∆̂1Zη1

1

2
ŝRe

[
G2G̃∗4

]
+

1

2µZ

[
∆̂1Z∆̂2Z − 2ŝµZ

]
Re
[
G3G̃∗3

]
− ∆̂1ZRe

[
G3G̃∗4

] 1

4ŝµZ
η3Re

[
G4G̃∗4

]
− ∆̂1Zη1Re [G1G∗2 ] + ŝ∆̂1ZRe [G1G∗3 ]

+ η2Re [G1G∗4 ]− ∆̂1Zη1Re [G2G∗4 ] +
1

2
ŝ∆̂1ZRe [G3G∗4 ]

)
+ (ŝ1 ↔ ŝ2) (B.21)

con G̃i(s, s1, s2) = Gi(s, s2, s1) y

η1 = ŝµZ − ∆̂1Z∆̂2Z , (B.22)

η2 = 2∆̂1Z∆̂2Z − ŝµZ , (B.23)

η3 =
(
ŝ2

1∆̂2
2Z − 2ŝ1

(
∆̂2Z − ŝ

)
µZ∆̂2Z + µ2

Z

(
∆̂2

2Z − 2ŝ(∆̂2Z + ŝ)
))

. (B.24)
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CP -IMPAR

B.4. Anchuras de decaimiento de los bosones escalares CP -
par y CP -impar

Por completes, presentamos las expresiones de los decaimientos más relevantes A→ X y φ→ X
(φ = h,H), con X un estado final de varias part́ıculas. Estas formulas se pueden encontrar en
[29, 36, 78]. Usamos la notación introducida en las reglas de Feynman mostradas en las Fig. A.2 y
A.3.

B.4.1. Decaimientos del bosón escalar CP -par

La formula para el decaimiento a dos fermiones a nivel árbol es

Γ(φ→ f̄f) =
f2
φf̄f

Nf
c mφ

8π
(1− τf )

3/2
, (B.25)

con fφf̄f = mfgφf̄f/(2mW ), en donde las constantes gφf̄f se muestran en la Tabla 2.2 para el

modelo MDDH-II. Además, usamos la definición τa = 4m2
a/m

2
φ y Nf

c indica el número de color del
fermión.

Las anchuras de los decaimientos a un par de bosones de norma V = W Z en capa de masa,
cuando es cinemáticamente permitido, está dada por

Γ(φ→ V V ) =
f2
φV Vm

3
φ

64nV πm4
V

√
1− τV

(
1− τV +

3

4
τ2
V

)
, (B.26)

con nV = 1 (2) para V = W (Z). Aqui fφWW = mW gφWW y fφZZ = mW gφWW /c
2
W , en donde

nuevamente las constantes gφV V se muestran en la Tabla 2.2 para el modelo MDDH tipo II.
En el presente trabajo, otro decaimiento relevante es φ → ZA, cuya anchura de decaimiento

se presento en la Ec. (2.41). Por otro lado, asumiremos que los decaimientos a nivel árbol como
φ→ AA y φ→ H−H+ no están cinemáticamente permitidos.

Los decaimientos a nivel de un lazo del bosón de Higgs también pueden ser de relevancia
fenomenológica: mientras que el decaimiento φ→ γγ tiene una limpia señal, el decaimiento φ→ gg
es importante para la sección transversal de la producción del bosón de Higgs via fusión de gluones.
En cuanto al decaimiento φ→ γγ, su anchura esta dada en las expresiones (2.36)-(2.38), las cuales
también se pueden usar para el decaimiento a dos gluones tomando la contribución de los quarks
únicamente y realizando el reemplazo α2 → 2α2

S and Nf
c Q

2
f → 1. El decaimiento φ→ Zγ ha sido

ampliamente estudiado en la literatura y su anchura de decaimiento se puede escribir como

Γ(φ→ Zγ) =
α2m3

φ

512s2
Wm

2
Wπ

3

(
1− τZ

4

)3 ∣∣FφZγ∣∣2 , (B.27)

con FφZγ = FφZγf (τf , ξf ) + FφZγW (τf , ξW ) + FφZγH± (τH± , ξH±). La contribución de los fermiones
cargados, el bosón W y los bosones escalares cargados esta dada por

FφZγχ (τχ, ξχ) =



∑
f

2gφf̄fQfN
f
c g

f
V

cW
(I1(τf , ξf )− I2(τf , ξf )) χ = f,

gφWW cW

(((
2
τW

+ 1
)
t2W − 2

τW
− 5
)
I1(τW , ξW )

+4
(
3− t2W

)
I2(τW , ξW )

)
χ = W,

2cWmW gφH−H+

m2
H±

I1(τH± , ξH±) χ = H±,

(B.28)

en donde hemos introducido la definición ξi = 4m2
i /m

2
Z .
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APÉNDICE B. AMPLITUDES DE LOS DECAIMIENTOS A→ Zγγ Y φ→ Zγγ
(φ = H,h)

B.4. ANCHURAS DE DECAIMIENTO DE LOS BOSONES ESCALARES CP -PAR Y
CP -IMPAR

B.4.2. Decaimientos del bosón escalar CP -impar

El decaimiento de un bosón escalar CP -impar a un par de fermiones de distinto sabor esta
dado por

Γ(A→ f̄f) =
f2
Af̄f

Nf
c mA

8π

√
1− τf , (B.29)

en donde usamos ahora la definición τa = 4m2
a/m

2
A.

No existe el decaimiento a un par de bosones electrodébiles a nivel árbol, pero el decaimiento
A → φZ (φ = h,H) puede ser cinemáticamente permitido. Su anchura de decaimiento esta dado
por la Ec. (2.41).

En cuanto a los decaimientos a un lazo, el decaimiento a dos fotones procede via fermiones car-
gados en el lazo y su anchura de decaimiento se presenta en las ecuaciones (2.36) y (2.40), mientras
que el decaimiento a dos gluones se puede obtener de estas ecuaciones asumiendo únicamente la
contribución de los quarks y realizando el remplazo adicional α2 → 2α2

S and Nf
c Q

2
f → 1. El decai-

miento A → Zγ también recibe contribuciones de fermiones cargados únicamente y su respectiva
anchura de decaimiento esta dada por las Ec. (B.27) con φ→ A:

FAZγ = FAZγf (τf , ξf ) =
∑
f

2gAf̄fQfN
f
c g

f
V

cW
I2(τf , ξf ). (B.30)
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Apéndice C

Integrales de un lazo de los
decaimientos h→ fifj y t→ cX

C.1. Decaimiento h→ fifj

Para escribir los factores de forma FR,L de la Ec. (4.32) en términos de las funciones escalares
de Passarino-Veltman primero definimos el siguiente conjunto de funciones escalares de dos y tres
puntos

∆i = B0(m2
i ,m

2
Ω5/3

,m2
k)−B0(0,m2

Ω5/3
,m2

k), (C.1)

∆j = B0(m2
j ,m

2
Ω5/3

,m2
k)−B0(0,m2

Ω5/3
,m2

k), (C.2)

∆ij = B0(m2
i ,m

2
Ω5/3

,m2
k)−B0(m2

j ,m
2
Ω5/3

,m2
k), (C.3)

∆hi = B0(m2
h,m

2
k,m

2
k)−B0(m2

i ,m
2
Ω5/3

,m2
k), (C.4)

∆hj = B0(m2
h,m

2
k,m

2
k)−B0(m2

j ,m
2
Ω5/3

,m2
k), (C.5)

ChkkΩ = m2
Ω5/3

C0(m2
h,m

2
i ,m

2
j ,m

2
k,m

2
k,m

2
Ω5/3

), (C.6)

ChΩΩk = m2
Ω5/3

C0(m2
h,m

2
i ,m

2
j ,m

2
Ω5/3

,m2
Ω5/3

,m2
k). (C.7)

El factor de forma FR se puede expresar como

FR =
Nc

16π2λ(xh, xi, xj)

(
βRRλ

ik
Rλ

jk
R + βLLλ

ik
L λ

jk
L + βRLλ

ik
Rλ

jk
L + βLRλ

ik
L λ

jk
R

)
(C.8)

en donde se ha definido xa = m2
a/m

2
Ω con λ la llamada función triángulo dada por

λ(x, y, z) = x2 + y2 + z2 − 2(xy + xz + yz) (C.9)

La función βRR esta dada por
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βRR =
gmΩ5/3

xk

2mW
√
xj

[
λ (xh, xj , xi)

2xkηji

(
ξk (xj∆i − xi∆j)− xjxi∆ji

)
− xj(ηji − xh)(ηjh

+ 2ξk + xi)C
h
kkΩ +

(
xh(xj − ξk)− (xk + ξj)ηji

)
log(xk) + 2xj

(
2xiΛ(xi, xk, 1)

− (ηhj + xi)Λ(xh, xk, xk)− (xj − ηhi)Λ(xj , xk, 1)
)]

+
λΩ5/3

v

2mΩ5/3

√
xj

[
2xj(ηjh

+ xi)Λ(xj , xk, 1) + 2xj

(
xh(ξk + xi) + (xi − ξk)ηji

)
ChΩΩk + log(xk)

(
xh(ξk + xj)

− (xj − ξk)ηji

)
+ 2xj(xi − ηjh)Λ(1, 1, xh)/xh − 4xjxiΛ(xi, xk, 1)

]
. (C.10)

La función βLL se puede obtener de βRR intercambiando la masa de los fermiones finales, es
decir βLL = βRR(i↔ j). En cuanto a las funciones βLR y βRL, estas tienen la siguiente forma

βRL =
gmΩ5/3

√
xk

4mW

[
2λ(xh, xi, xj)

(
xj∆hi − xi∆hj

)
η−1
ij + 2xj(xh + ηij)Λ(xj , xk, 1)

+ 2xi(ηhi + xj)Λ(xi, xk, 1)− 2(xh(xi + xj)− η2
ij)Λ(xh, xk, xk)− 2ChkkΩ

(
xh(ηhi

+ 2xjxi) + 3xh(xkηij − xj) + xk(x2
h + 2η2

ij)
)
− log(xk)

(
η2
ij − xh(xi + xj − 2ξk)

)]

−
λΩ5/3

v

mΩ5/3

√
xkλ(xh, xi, xj)C

h
ΩΩk, (C.11)

βLR =
gmΩ5/3

√
xk
√
xi
√
xj

2mW

[
λ(xh, xi, xj)

ηji
∆ij − xh(ηhi − 2ξk − xj)ChkkΩ

− 2xhΛ(xh, xk, xk) + (xh + ηij)Λ(xi, xk, 1) + (xh − ηij)Λ(xj , xk, 1)

+
log(xk)

2xixj

(
2xixjxh − ξk(xi + xj)xh + ξkη

2
ij

)]
, (C.12)

en donde se ha definido ξa = xa − 1 y ηab = ma −mb. La función Λ(x, y, z) esta dada por

Λ(x, y, z) =
λ1/2(x, y, z)

x
log

(
λ1/2(x, y, z) + y − x+ z

2
√
y
√
z

)
, (C.13)

C.2. Decaimiento fi → fjV (V = γ, Z)

En este Apéndice presentamos la contribución del leptoquark escalar S a la amplitud del de-
caimiento fi → fjV . Aunque en estas expresiones S denota el leptoquark Ω5/3 nuestros resultados
también san válidos para la contribución de otros leptoquarks escalares.

Decaimiento fi → fjZ

La amplitud del decaimiento fi → fjZ consta de factores de forma monopolares y dipolares.
Las divergencias ultravioletas se cancelan cuando se suman sobre todas las contribuciones parciales.
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Los factores LZ y L′Z son expresiones muy largas y se pueden escribir como sumas de términos
parciales que surgen de cada diagrama como sigue

LZ =
Ncg

32π2cW

√
xi
8

∑
j=a,b

3∑
i=1

L
(j)
i (C.14)

y

L′Z =
Ncg

32π2cW

√
xi
8

∑
j=a,b,c,d

3∑
i=1

L
′(j)
i , (C.15)

en donde los supeŕındices indican el diagrama de Feynman del cual se obtiene dicho término.

Parametrización de Feynman

La contribución de los diagramas (a) y (d) es

L(a) =

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
1

ζ ′1

(
xy
√
xig

k
Lλ

ik
L λ

kj
L − x

√
xj(x+ y − 1)gkRλ

ik
Rλ

kj
R

+
√
xkλ

kj
L λ

ik
R

(
ygkL − (x+ y − 1)gkR

))
, (C.16)

L(d) = gV SS

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(x+ y − 1)

ζ ′2

(
x
√
xiλ

ik
L λ

kj
L + y

√
xjλ

ik
Rλ

kj
R +

√
xkλ

kj
L λ

ik
R

)
, (C.17)

Las contribuciones a los términos monopolares es

L
′(a) =

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
1

ζ ′1

(
x(y − 1)

√
xi
√
xjg

k
Lλ

ik
L λ

kj
L + (y − 1)

√
xi
√
xkg

k
Lλ

ik
L λ

kj
R

+ λikRλ
kj
R

(
gkR ((x+ y − 1) (y(xZ − ξij) + xxj) + ζ ′1 (1 + log (ζ ′1)))− xkgkL

)
+
√
xj
√
xkλ

ik
Rλ

kj
L

(
(x+ y − 1)gkR − xgkL

))
− gkR

2
λikRλ

kj
R ∆UV, (C.18)

L
′(d) =

gV SS
2ζ ′2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy(2x− 1)

(
√
xiλ

ik
L

(√
xj(x+ y)λkjL +

√
xkλ

kj
R

)
+ λikR

((
xxi + yxj +

2ζ ′2
2x− 1

log (ζ ′2)

)
λkjR +

√
xj
√
xkλ

kj
L

))
− gV SS

2
λikRλ

kj
R ∆UV, (C.19)

L
′(bc) =

∫ 1

0

dx
gjL
ξij

((√
xiλ

ik
L

(
x
√
xjλ

kj
L +

√
xkλ

kj
R

)
+
√
xj
√
xkλ

kj
L λ

ik
R

)(
log (ζ ′32)

− log (ζ ′31)
)

+ xλikRλ
kj
R (xj log (ζ ′32)− xi log (ζ ′31))

)
+
gjL
2
λikRλ

kj
R ∆UV. (C.20)

en donde ∆UV indica la divergencia ultravioleta, la cual se cancela la sumar sobre las contri-
buciones parciales ya que es proporcional a gkL − gjR − gSSV . Se definieron las siguientes funciones

ζ ′1 = xy (xZ − ξij) + x2xj − x (ηjk − 1) + xk + (y − 1)yxZ ,

ζ ′2 = x2xi + xy (ηij − xZ)− x (ηik − 1)− y (ηjk − yxj) + xk + y,

ζ ′3a = x2xa − x (ηak − 1) + xk. (C.21)
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Resultados en Passarino-Veltman

Primero definimos el siguiente conjunto finito de funciones escalares de Passarino-Veltman

∆0 = B0(m2
Z ,m

2
k,m

2
k)−B0(m2

j ,m
2
k,m

2
S), (C.22)

∆1 = B0(m2
Z ,m

2
k,m

2
k)−B0(0,m2

k,m
2
S), (C.23)

∆2 = B0(m2
i ,m

2
k,m

2
S)−B0(m2

j ,m
2
k,m

2
S), (C.24)

∆3 = B0(m2
j ,m

2
k,m

2
S)−B0(0,m2

k,m
2
S), (C.25)

∆4 = B0(0,m2
k,m

2
k)−B0(0,m2

S ,m
2
S), (C.26)

∆5 = B0(0,m2
S ,m

2
S)−B0(0,m2

k,m
2
S), (C.27)

CkSk = m2
SC0(m2

i ,m
2
j , 0,m

2
k,m

2
S ,m

2
k), (C.28)

CSkS = m2
SC0(m2

i ,m
2
j , 0,m

2
S ,m

2
k,m

2
S), (C.29)

CZkSk = m2
SC0(m2

i ,m
2
j ,m

2
Z ,m

2
k,m

2
S ,m

2
k), (C.30)

CZSkS = m2
SC0(m2

i ,m
2
j ,m

2
Z ,m

2
S ,m

2
k,m

2
S). (C.31)

La contribución del diagrama (a) es

L
(a)
1 =

√
xjg

k
Rλ

ik
Rλ

kj
R

2δ2

((
x3
Z + x2

Z (4xi − 2xj − 6ξk)− ξijxZ (xj + 6ξk + 5xi)
)

∆1

+
(
x2
Z (ξk − 5xi) + 2xZ (2xiηij + 5xiξk − xjξk) + ξ2

ij (ηik − 1)
)

∆2

+
1

xj

(
x3
Z (1− ηjk) + x2

Z (xi (3ξk − 4xj) + xj (2xj + 7ξk))

+ ξijxZ (xi (5xj − 3ξk) + xj (xj + 5ξk)) + ξ3
ijξk

)
∆3

+ 2
(
x3
Z (ξik + 2) + x2

Z

(
xi (xj − 3xk + 2) + xj (xk − 4) + 3ξk

2 − 2x2
i

)
+ ξijxZ

(
xi (2xj + 3xk − 4)− xj (xk + 2) + 3ξk

2 + x2
i

)
+ ξ3

ijxk

)
CZkSk

+ δ (ξij + xZ)

)
, (C.32)

L
(a)
2 =

gkLλ
ik
L λ

kj
L

2
√
xiδ2

(
xi

(
x3
Z − 2x2

Z (3ξk − 2xj + xi) + ξijxZ (5xj + 6ξk + xi)
)

∆1

+
(
x3
Z (1− ηik) + (xj + 2xi) (3ξk + xi)x

2
Z − xZ

(
x2
i (8xj + 3ξk)

−xixj (xj − 2ξk) + 3x2
jξk + x3

i

)
− ξ2

ij (xi (xj + 2ξk)− xjξk)
)

∆2

+
(
x3
Z (1− ηik) + x2

Z

(
xi (7ξk − 4xj) + 3xjξk + 2x2

i

)
− ξijxZ (xi (5ηjk + xi − 5)− 3xjξk)− ξ3

ijξk

)
∆3

+ 2xi

(
x3
Z (ξjk + 2) + x2

Z

(
xj (2− 3xk)− 2x2

j + xi (ηjk − 4) + 3ξ2
k

)
− ξijxZ

(
(3xj − xi − 6)xk + ξj (xj + 2xi − 3) + 3x2

k

)
− ξ3

ijxk

)
CZkSk

+ δxi (xZ − ξij)
)
, (C.33)
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L
(a)
3 =

√
xkλ

kj
L λ

ik
R

δ

(
gkL

((
xZ − ξij

)
∆0 +

(
ηij − xZ

)
∆2 +

(
(ξjk + 1)xZ

+ ξij (ηjk − 1)
)
CkSk

)
+ gkR

((
xZ + ξij

)
∆0 − 2xi∆2 +

(
xZ (xi − ξk)

+ xjξk + xi (ξjk − ξi)
)
CkSk

)
, (C.34)

L
′(a)
1 =

gkRλ
ik
Rλ

kj
R

2δ2

((
− x4

Z + 2x3
Z(2ηij − ξk)− x2

Z(4xixj + 2ηijξk + 5ξ2
ij) + 2ξ2

ijxZ(ηij

+ 2ξk)
)

∆1 +
(
x2
Z(xjξk − xi(5(ηj − xk) + xi)) + 2ξijxZ(xjξk + xi(2(1− ηjk)

+ xi))− ξ3
ij(ηik − 1)

)
∆2 +

(
x2
Z(2xi(3ξk − 5xj)− xj(xj − 6ξk)− x2

i ) + 2ξ2
ijxZ(ηij

− 3ξk)− ξ4
ij

)
∆3 + 2

(
x3
Z(2ηij − ηijxk + xixj + ξ2

k) + x2
Z(xi(xj(4− 6xk) + x2

j + ξ2
k)

+ xj(xj(xk − 4) + ξ2
k) + x2

i ((ηjk − 4)) + ξ2
ijxZ(xj(xk + 2) + xi(xk − 2ξj)− 2ξ2

k)

− ξ4
ijxk

)
CZkSk + δxZ(xZ − ηij)− δ2BkS

)
+ gkLλ

ik
Rλ

kj
R xkCZkSk, (C.35)

L
′(a)
2 =

gkLλ
ik
L λ

kj
L

2
√
xi
√
xjδ2

(
2xixjδxZ + 6xixj

(
x3
Z − x2

Z (ηij + 2ξk)
)

∆1 − xj
(
x3
Z (ξk + 3xi)

+ x2
Z (xi (7(1− ηjk) + xi)− 3xjξk)− ξijxZ

(
xi (5xj + 7ξk) + 3xjξk + 5x2

i

)
− ξ3

ij (1− ηik)
)

∆2 −
(
x3
Z (ηijξk + 6xixj)− x2

Z(3x2
i (2xj + ξk) + 2xixj(3xj

+ 7ξk) + 3x2
jξk) + 3ηijξ

2
ijξkxZ − ξ4

ijξk

)
∆3 + 2xixj

(
x4
Z − 2x3

Z (ηij + 2xk − 3)

+ x2
Z

(
2xixj + 2ηij (xk − 3) + η2

ij + 6ξ2
k

)
+ 2ξ2

ijxkxZ

)
CZkSk

)
, (C.36)

L
′(a)
3 =

√
xkg

k
L

δ

(√
xiλ

ik
L λ

kj
R +

√
xjλ

kj
L λ

ik
R

)(
2xZ∆0 −

(
xZ + ξij

)
∆2 +

(
x2
Z

− xZ (ηij + 2ξk)
)
CZkSk

)
, (C.37)

con δ = x2
i − 2(xj + xZ)xi + (xj − xZ)2. Las contribuciones del diagrama (d) son:
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L
(d)
1 =

gV SS
√
xjλ

ik
Rλ

kj
R

2δ2

((
− x3

Z + 2x2
Z (xj − 3ξk − 2xi) + ξijxZ (xj − 6ξk + 5xi)

)
∆1

+
(
x2
Z (ξk + 5xi)− 2xZ (xi (2ηij − 5ξk) + xjξk)− ξ2

ij (ξik + 1)
)

∆2

+
1

xj

(
x3
Z (ξjk + 1) + x2

Z (xi (4xj + 3ξk) + xj (7ξk − 2xj))

− ξijxZ (xj (xj − 5ξk) + xi (5xj + 3ξk)) + ξ3
ijξk

)
∆3 − 2

(
x3
Z (ξk + ηik)

+ x2
Z

(
xi (ξj + 2(ξk − xi))− xj (4xk − 1) + 3ξ2

k

)
− ξijxZ

(
2 (xj + 2xi)xk + xj − xi (2xj + xi + 3)− 3ξ2

k

)
+ ξ3

ij

)
CZSkS

− δ (ξij + xZ)

)
, (C.38)

L
(d)
2 =

gV SSλ
ik
L λ

kj
L

2
√
xiδ2

(
xi

(
− x3

Z + 2x2
Z (xi − 2xj − 3ξk) + ξijxZ (6ξk − 5xj − xi)

)
∆1

+
(
x3
Z (ξik + 1) + x2

Z (xj + 2xi) (3ξk − xi) + xZ
(
x2
i (8xj − 3ξk)− xixj(xj + 2ξk

)
− 3x2

jξk + x3
i ) + ξ2

ij (xi (xj − 2ξk) + xjξk)
)

∆2 +
(
x3
Z (ξik + 1) + x2

Z(xi (4xj + 7ξk)

+ 3xjξk − 2x2
i ) + ξijxZ (3xjξk + xi (5ξjk + xi + 5))− ξ3

ijξk

)
∆3 − 2xi

(
x3
Z (ξj + 2xk)

− x2
Z

(
xj (3− 2xk)− xi (ηj − 4xk) + 2x2

j − 3ξk
2
)

+ xZξij(3− 2 (2xj + xi + 3)xk

+ xj(xj + 2xi + 3) + 3x2
k − xi) + ξ3

ij

)
CZSkS + xiδ (ξij − xZ)

)
, (C.39)

L
(d)
3 =

gV SS
√
xkλ

kj
L λ

ik
R

δ

(
2xZ∆0 −

(
xZ + ξij

)
∆2 +

(
x2
Z + xZ (2ξk − ηij)

)
CZSkS

)
, (C.40)

L
′(d)
1 =

gV SSλ
ik
Rλ

kj
R

2δ2

((
− x4

Z + 2x3
Z (ηij − ξk)− x2

Z

(
2xi (5xj + ξk) + xj (xj + 2ξk) + x2

i

)
+ 4ξ2

ijξkxZ

)
∆1 +

(
2xix

3
Z + x2

Z

(
xi (3xj + 5ξk) + xjξk − 5x2

i

)
+ 2ξijxZ(xi (3xj − 2ξk)

+ xjξk + 2x2
i ) + ξ3

ij (1− ηik)
)

∆2 +
(

2ηijx
3
Z − x2

Z (xj (5xj − 6ξk) + xi (6− 6ηjk + 5xi))

+ 2ξ2
ijxZ (2ηij − 3ξk)− ξ4

ij

)
∆3 +

(
− 2xkx

4
Z + x3

Z(2xk (ηij − xk + 2) + xi (4− 6xj)

+ 4xj − 2) + 2x2
Z

(
x2
i (3xj + xk − 4) .+ xi

(
xj (4− 6xk) + 3x2

j − ξ2
k

)
+ xj(xj (xk − 4)

− ξ2
k)) + 2ξ2

ijxZ
(
2ξ2
k − ηij (xk − 2)

) )
CZSkS + δxZ (ηij − xZ)− δ2BkS

)
, (C.41)
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C.2. DECAIMIENTO fi → fjV (V = γ, Z)

L
′(d)
2 =

gV SS
√
xi
√
xjλ

ik
L λ

kj
L

δ2

((
− x3

Z − x2
Z (ηij + 6ξk) + 2ξ2

ijxZ

)
∆1 +

1

2xi

(
(ξik + 1)x3

Z

+ x2
Z

(
xi (7ξk − xj) + 3xjξk + 3x2

i

)
+ ξijxZ

(
xi (xj + 7ξk) + 3xjξk − 3x2

i

)
+ ξ3

ij(1

− ηik)
)

∆2 +
1

2xixj

(
x3
Z (2xixj − ηijξk) + x2

Z(x2
i (2xj + 3ξk) + 2xixj (xj + 7ξk)

+ 3x2
jξk)− ξ2

ijxZ (3ηijξk + 4xixj) + ξ4
ijξk

)
∆3 +

(
x3
Z (2− ηij − 4xk) + 2x2

Z(ηijηk

+ xixj + ξ2
ij − 3ξ2

k) + ξ2
ijxZ (2xk − ηij − 4)

)
CZSkS − δxZ

)
, (C.42)

L
′(d)
3 =

gV SS
√
xk

δ

(√
xiλ

ik
L λ

kj
R +

√
xjλ

kj
L λ

ik
R

)(
2xZ∆0 −

(
xZ + ξij

)
∆2

+ xZ

(
xZ + 2ξk − ηij

)
CZSkS

)
. (C.43)

Finalmente, los diagramas de Feynman reducibles (b) y (c) contribuyen a los términos mono-
polares. Las correspondientes contribuciones de ambos diagramas es

3∑
i=1

L
′(bc)
i =

gjLλ
ik
Rλ

kj
R

2ξij

((
ηik − 1

)
∆2 + ξij∆3 − 2xk∆4 − 2ξk∆5 + ξijBkS − 2ξk

)

+
gjLλ

ik
L λ

kj
L

2
√
xi
√
xj

(
1

ξij
(ηik − 1)xj∆2 − ξk∆3

)
+

√
xkg

j
L

ξij
(
√
xiλ

ik
L λ

kj
R

+
√
xjλ

kj
L λ

ik
R )∆2. (C.44)

Podemos observar que el termino con la divergencia ultravioleta BkS = B0(0,m2
k,m

2
S), la cual

aparece en los termino monopolares se cancela al sumar sobre todas las contribuciones. Para
obtener los factores de forma asociados a los términos derechos solo se necesita realizar los siguientes
remplazos

RZ = LZ
(
λlmL ↔ λlmR , gZSS → −gZSS

)
, (C.45)

and
R
′Z = −L′Z

(
λlmL ↔ λlmR , gZSS → −gZSS

)
. (C.46)

Decaimiento fi → fjγ

Parametrización de Feynman

El factor de forma de la Ec. (4.58) es finito y esta dado en términos de integrales paramétricas
de Feynman de la siguiente manera

Lγ =
Ncg

2e
√
xi

62c2Wπ
2

1

2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

(
Qk
ζ1

(xy
√
xiλ

ik
L λ

kj
L − λikR (x

√
xj(x+ y − 1)λkjR

+ (x− 1)
√
xkλ

kj
L )) +

QS
ζ2

(x+ y − 1)
(
x
√
xiλ

ik
L λ

kj
L + y

√
xjλ

ik
Rλ

kj
R +

√
xkλ

kj
L λ

ik
R

))
, (C.47)
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en donde

ζ1 = x (yξji + xj(x− 1)− ξk) + xk, (C.48)

ζ2 = xyηij − x (ηik − 1) + x2xi − y (ηjk − yxj) + xk + y. (C.49)

El factor de forma Rγ esta dado por

Rγ = Lγ
(
λl,mL ↔ λlmR , QS → −QS

)
(C.50)

Como ya se menciono, no hay contribución de los términos monopolares L′γ y R′γ (se debe
considerar conservación de la carga eléctrica).

Passarino-Veltman

Los factores de forma para el decaimiento fi → fjγ en términos de las funciones escalares de
Passarino-Veltman están dados por

Lγ =
Nce

16π2

√
xiξij
8

(
λikL λ

kj
L√
xi

(
xi(QS −Qk) +

1

ξij
(QS (xi (xj − 2ξk) + xjξk)

−Qk (xi (xj + 2ξk)− xjξk))∆2 − ξk (Qk +QS) ∆3 − 2xi(QkxkCkSk

−QSCSkS)
)

+
λikRλ

kj
R√
xj

( xj
ξij

(Qk (ξk + xi) +QS (ξk − xi)) ∆2 + 2ξk(Qk

+QS)∆3 + 2xj (QkxkCkSk −QSCSkS) + xj(Qk −QS)
)
−
(
ξij (Qk +QS) ∆2

+Qk
(
x2
j − xi (ηjk + ξjk) + x2

i

)
CkSk

)√xkλkjL λikR
ξ3
ij

)
, (C.51)

en donde Nc es el número de color del fermión interno. Se han introducido las siguientes definiciones
xa = m2

a/m
2
S , ξab = xa− xb, ηab = xa + xb, ξa = xa− 1, y ηa = xa + 1. El factor de forma Rγ esta

dado por la Ec. (C.50).

C.3. Momento dipolar magnético del leptón

Las funciones F y G de la Ec. (4.66) son

F (z1, z2) = QkF1(z1, z2) +QSF2(z1, z2), (C.52)

G(z1, z2) = QjG1(z1, z2) +QSkG2(z1, z2), (C.53)

en donde las funciones Fa y Ga están dadas en términos de integrales paramétricas de Feynman
como

Fa(z1, z2) = 2

∫ 1

0

(1− x)xξa(x)

(1− x)(z2 − xz1) + x
dx, (C.54)

Ga(z1, z2) = 2

∫ 1

0

(1− x)ξa(x)

(1− x)(z2 − xz1) + x
dx, (C.55)

en donde ξ1(x) = 1−x y ξ2(x) = x. La integración es directa en el ĺımite cuando el leptón externo
es ligero y el fermión interno es pesado: xi � xk
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F (xi ' 0, xk) =
Qk

3(1− xk)4

(
2 + 3xk − 6x2

k + x3
k + 6xk log(xk)

)
+

QS
3(1− xk)4

(
1− 6xk + 3x2

k + 2x3
k − 6x2

k log(xk)
)
. (C.56)

G(xi ' 0, xk) = − Qk
(1− xk)3

(
3− 4xk + x2

k + 2 log(xk)
)

+
QS

(1− xk)3

(
1− x2

k + 2xk log(xk)
)
. (C.57)

Por completes también presentamos los resultados en términos de funciones escalares de
Passarino-Veltman:

F1(z1, z2) = − 1

z2
1ζ(z1, z2)

(2z2 (2z1 + ζ(z1, z2)) ∆6(z1, z2)− 2(z1

√
xkλ

kj
L λ

ik
R

ξ3
ij

(1

− z1 + z2) + ζ(z1, z2))∆7(z1, z2) + z1 (4z2 + ζ(z1, z2)− 4)

+ 2 (z2 − 1) ζ(z1, z2) + 4z2
1), (C.58)

F2(z1, z2) = − 1

z2
1ζ(z1, z2)

(2z2

(
z1 (z2 + 1)− (z2 − 1)

2
)

∆6(z1, z2) + 2((z2 − 1)
2

+ ((z1 − 2) z1)∆7(z1, z2) + z3
1 + (z2 − 1) (z2 + 3) z1 − 2 (z2 − 1) 3), (C.59)

G1(z1, z2) = − 1

z1ζ(z1, z2)
(2
(
z2

1 − (2z2 + 1) z1 + (z2 − 1) z2

)
∆6(z1, z2)

+ 2 (z1 − z2 + 1) ∆7(z1, z2) + 2 (z1 − z2 + 1) 2), (C.60)

G2(z1, z2) = − 1

z1ζ(z1, z2)
(2 (z1 − z2 + 1) z2∆6(z1, z2) + 2 (z1 + z2 − 1) ∆7(z1, z2)

+ 2
(
z2

1 − (z2 − 1) 2
)
), (C.61)

con

∆6(x, y) = B0(0, y m2
S , y m

2
S)−B0(xm2

S , y m
2
S ,m

2
S), (C.62)

∆7(x, y) = B0(0,m2
S ,m

2
S)−B0(xm2

S , y m
2
S ,m

2
S), (C.63)

y ζ(x, y) = (1 + y − x)
2 − 4y.
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