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Correcciones radiativas en extensiones del modelo
estándar de interacciones fundamentales

TESIS

Para obtener el grado de:

DOCTOR EN CIENCIAS EN INGENIERı́A
F́ıSICA

PRESENTA:

M. en C. David Espinosa Gómez
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J. I. Aranda, D. Espinosa-Gómez, I. Cortés-Maldonado, F. Ramı́rez-Zavaleta,
E. S. Tututi, Journal of Physics: Conference Series 761, 012022 (2016).

Decay of a pseudoscalar into two photons.
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Resumen

La existencia de nuevas part́ıculas cuyas masas se podŕıan encontrar en la región de los
TeVs es predicha por extensiones del Modelo Estándar, tales como el Littlest Higgs model
(LTHM) y el Simplest Little Higgs Model (SLHM), donde se proponen la existencia de
una nueva part́ıcula pseudoescalar masiva neutra. En este contexto proponemos analizar
los decaimientos ΦP → γγ, ΦP → WW , η → γZ, η → γγ y η → gg; donde ΦP y η
representan la part́ıcula pseudoescalar predicha por LTHM y por SLHM, respectivamente.
La importancia de estos procesos radican en que no surgen a nivel de árbol, permitiendo
aśı, el estudio a nivel cuántico, por lo que sus contribuciones pondŕıan ser relevantes.
Por otro lado, el estudio de anomaĺıas de sabor ha cobrado interés constante, dado que
este fenómeno puede ofrecer una v́ıa para la búsqueda de efectos de nueva f́ısica. Por
tal motivo, surge el interés de estudiar procesos que involucran corrientes neutrales con
cambio de sabor (CNCS), poniendo especial atención a teoŕıas de gran unificación o modelos
de extensión, donde se predice un bosón de norma neutro Z ′. En este enfoque, hemos
desarrollado diferentes estudios sobre la fenomenoloǵıa de violación de sabor a través de
procesos, donde surgen CNCS. Para ello, se analizan los siguientes procesos, tales como la
estimación de la intensidad de acoplamiento Z ′µe, el decaimiento µ → eγ, la estimación
de la intensidad de acoplamiento Z ′bs, la predicción teórica de la fracción de decaimiento
B0
s → µe. Finalmente, se estudia el momento dipolar cromomagnético del quark top a nivel

de un lazo en el enfoque teórico del SLHM. Esta propiedad f́ısica resulta ser interesante
debido a su gran masa, donde podŕıa estar asociado a efectos de nueva f́ısica. Además, el
SLHM ofrece nuevas perspectivas para el análisis del momento dipolar cromomagético, ya
que en esta extensión surgen nuevas part́ıculas del orden de unidades de TeVs.

Palabras claves: bosón de norma, pseudoescalar, violación de sabor, momento dipolar,
teraelectronvoltios.
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Abstract

The existence of new particles whose masses could be found in the TeVs region is pre-
dicted by extensions of the Standard Model, such as the Littlest Higgs model (LTHM) and
the Simplest Little Higgs Model (SLHM), where it is predicted a new massive psudosca-
lar particle. In this context we propose to analyze the ΦP → γγ, ΦP → WW , η → γZ,
η → γγ and η → gg decays; where ΦP and η represent the pseudoscalar particle predicted
by LTHM and SLHM, respectively. The importance of these processes stems from the fact
that they do not arise at the tree level, allowing the study at the quantum level, so their
contributions would be relevant. On the other hand, the study of flavor anomalies has
received growing interest, since these phenomena can offer a way to search for the effects
of new physics. Therefore, the interest of the study of processes involving flavor changing
neutral currents (FCNC) arises, paying particular attention to grand unified theories or
extension models where a neutral gauge boson Z ′ is predicted. In this approach, we ha-
ve developed different studies on the phenomenology of flavor violation through processes
where FCNC arise. For this, the following processes are analyzed, such as the estimation
of the strength of the Z ′µe coupling, the µ→ eγ decay, the estimation of the the strength
of the Z ′bs coupling, the theoretical prediction of the decay fraction B0

s → µe. Finally, the
chromomagnetic dipole moment of the top quark at the one-loop level is studied in the
theoretical approach of the SLHM. This physical property turns out to be interesting due
to its large mass, where it could be associated with effects of new physics. Furthermore,
the SLHM offers new perspectives for the analysis of the chromomagnetic dipole moment,
since in this extension new particles of the order of TeVs units emerge.

Keywords: gauge boson, pseudoscalar, flavor violation, dipole moment, tera-electronvolts.
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Caṕıtulo 1

Introducción

1.1. Introducción

El Modelo Estándar de part́ıculas elementales (ME) es la teoŕıa f́ısica que ha sido
ampliamente aceptada y que describe las interacciones electrodébiles y fuertes entre las
part́ıculas fundamentales, ya que ha sido muy precisa en las predicciones de numerosos
resultados experimentales. Actualmente, la observación de bosón de Higgs en los experi-
mentos realizados en el LHC con una masa alrededor de 125.10 GeV [1, 2, 3, 4, 5] confirma
nuevamente el éxito del ME. Sin embargo, a pesar de estos éxitos, el ME no ha resuelto
ciertos problemas fundamentales como son: el problema de la jerarqúıa de masas, violación
de sabor, no incorpora la gravedad, etc. Es debido a esto que surge la necesidad de explorar
nuevas teoŕıas o modelos que brinden respuestas a estos problemas. Tal es el caso de los
modelos LTHM y SLHM, los cuales no solo predicen la existencia de nuevas part́ıculas
cuyas masas son muy grandes, del orden de TeVs, sino que también proporcionan nuevas
interacciones con las part́ıculas ya conocidas; la contribución más importante de estos mo-
delos es que brindan una solución al problema de la jerarqúıa.
Después del descubrimiento del bosón de Higgs, las colaboraciones ATLAS [6] y CMS [7]
han seguido buscando nuevas part́ıculas exóticas, tales como, el bosón spin-2 de Randall-
Sundrum o nuevas part́ıculas escalares pesadas [8, 9]. En este sentido, existen varios modelos
que predicen la existencia de más part́ıculas escalares, tales como los modelos de two-Higgs
doublet models (2HDMs) [10, 11], three-Higgs doublet model (3HDM) [12], Higgs-singlet
extension model [13], little Higgs models (LHMs) [14], etc. Entre la gran variedad de LHMs,
nos enfocaremos en los modelos LTHM y SLHM. El modelo LTHM es establecido a partir
de un modelo sigma no lineal con un grupo de simetŕıa global SU(5) junto con el grupo
de norma [SU(2)1 × U(1)1] × [SU(2)2 × U(1)2] [15, 16]. Particularmente, el LTHM tie-
ne un espectro de nuevas part́ıculas, tales como Φ0,ΦP ,Φ±, etc. Dentro de este modelo,
se propone el estudio de los decaimientos ΦP → γγ y ΦP → WW a nivel de un lazo,
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2 1.1. Introducción

pues los acoplamientos ΦPγγ y ΦPWW no están presentes a nivel árbol por lo que sus
contribuciones podŕıan ser importantes.

El modelo SLHM se basa en la simetŕıa global [SU(3) × U(1)X ]2 con un subgrupo
diagonal normado [SU(3)×U(1)X ] [17, 18, 19]. Una caracteŕıstica especial de este modelo
es la presencia de un pseudoescalar relativamente ligero, denotado por η. En el marco del
SLHM se han estudiado algunos decaimientos de dicha part́ıcula: η → gg, η → γγ, η → bb,
η → cc, η → ττ y η → µµ [19]. Aqúı, la masa de η vaŕıa en el intervalo 10 GeV < mη <120
GeV. A pesar de estos estudios fenomenológicos, no se ha encontrado alguna evidencia f́ısica
de existencia de dicha part́ıcula. Por lo que este análisis puede ser extendido para masas
grandes, por arriba de 500 GeV, ya que teórica y experimentalmente es permitido [20, 21].
En particular, estudiaremos los decaimientos η → ZWW , η → γZ, η → γγ y η → gg
asumiendo un intervalo de masa de 500 GeV< mη < 1000 GeV. Al usar esta información
se espera que el análisis de dichos decaimientos proporcione un mecanismo de producción
dominante del pseudoescalar η para el LHC.

Otros objetivos de este trabajo son los siguientes: estimación numérica de la intensidad
de acoplamiento de Z ′µe a través de la conversión µ− e junto con el proceso µ→ eγ y el
estudio de violación de sabor mesónico B0

s → µe. El análisis de estos procesos se lleva a
cabo en el contexto de modelos extendidos en los cuales se predice la existencia de un nuevo
bosón de norma neutro masivo, llamado Z ′. El modelo extendido más simple que predice la
existencia de un boson de norma neutro Z ′ está basado en el grupo de norma electrodébil
extendido SUL(2)×UY (1)×U ′(1) [22, 23, 24, 25, 26]. En estas teoŕıas surgen acoplamien-
tos con violación de sabor en el sector de corrientes neutras, las cuales son interesantes
porque están ausentes a nivel árbol dentro del ME. Además, el estudio de violación de
sabor ha cobrado interés en la comunidad de f́ısica de part́ıculas debido al descubrimiento
de oscilación de neutrinos [27, 28, 29], donde se muestra la existencia de violación de sabor
en la naturaleza. Debido a este fenómeno se abre varias puertas para búsqueda de nueva
f́ısica; una de ellas es el estudio de CNCS en las interacciones entre fermiones de distinto
sabor con un bosón de norma Z ′ en teoŕıas de gran unificación o modelos extendidos. De
acuerdo a la información proporcionada surge la motivación de estudiar los acoplamientos
con cambio de sabor a través de los procesos mencionados arriba.
En nuestro estudio consideramos al bosón Z ′ predicho por los siguientes modelos de exten-
sión: El modelo secuencial Z denotado por ZS, el modelo con simetŕıa izquierda-derecha
denotado por ZLR, el bosón Zχ que proviene del rompimiento de SO(10)→ SU(5)×U1)χ,
el bosón Zψ que surge del rompimiento del grupo E6 a SO(10)× U(1)ψ y el bosón Zη que
aparece en diversos modelos inspirados en supercuerdas. En este contexto, mencionaremos
los últimos resultados en las búsquedas de nuevas resonancias de spin-1, las cuales imponen
ĺımites inferiores actualizados en sus masas [30, 31]. Es aśı que la colaboración ATLAS [30]
informa los siguientes ĺımites: m′Z > 4.5 TeV para un bosón Z ′ secuencial (ZS), mZ′ > 4.1
TeV para el bosón Zχ, mZ′ > 3.9 TeV para el bosón Zη, y mZ′ > 3.8 TeV para el bosón Zψ.
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Este resultado es obtenido utilizando los datos de colisiones protón-protón a una enerǵıa de
centro de masa de 13 TeV con un 95 % de nivel de confianza. Por otro lado, la colaboración
CMS [31] reporta un ĺımite de masa inferior mZ′ > 4.50 TeV para el bosón ZS, mientras
que para el bosón Zψ el ĺımite respectivo es mZ′ > 3.90 TeV. Este resultado se presenta en
base al análisis de colisiones protón-protón a una enerǵıa en su centro de masa de 13 TeV
con un 95 % de nivel de confianza.
En la literatura existen varios estudios sobre los momentos dipolares cromomagnéticos
(MDCM) y cromoelétriccos (MDCE) del quark top, tales como el ME [32], el 2HDMs [33],
modelo estándar mı́nimo supersimétrico [34, 35], modelos 3-3-1 [36], modelos en tecni-
color [37], modelos con multipletes vectoriales [38], operadores efectivos [39], modelo dos
dobletes de Higgs con cuatro generaciones de fermiones [40] y en teoŕıas de gran unifica-
ción [41]. En consecuencia, la búsqueda del MDCM del quark top resulta ser importante,
dado que esta propiedad f́ısica puede usarse para buscar fenómenos conocidos como efectos
de nueva f́ısica. Por lo tanto, otra propuesta de este trabajo es el estudio del MDCM del
quark top del ME a nivel de un lazo en el marco teórico del SLHM. En concreto, estamos
interesados en calcular dicha propiedad f́ısica para aquellos diagramas de Feynman que
son caracterizados por el intercambio de part́ıculas exóticas dentro del lazo. Esto es debido
a que el MDCM del quark top ha sido analizada recientemente en el marco del ME en
la referencia [41], por lo que, enfocaremos nuestro trabajo en estudiar la contribución de
nueva f́ısica para el MDCM del quark top.
Cabe resaltar que la fenomenoloǵıa realizado en este trabajo de tesis, tales como el estu-
dio de part́ıculas pseudoescalares, el análisis de CNCS a nivel de fluctuación cuántica, la
intensidad de acoplamiento que surge de estudiar los efectos de CNCS y el estudio de pro-
piedades del quark top, son de interés especial en f́ısica de part́ıculas. Debido a que podŕıa
ser posible estudiarse a escalas energéticas muy grandes, del orden de unidades de TeV.
Además, con el descubrimiento de bosón de Higss que se mencionó anteriormente, surge la
motivación de estudiar los decaimientos de part́ıculas exóticas que podŕıan proporcionar
información sobre efectos de nueva f́ısica. En tanto, el estudio de CNCS son importantes,
ya que en el contexto del ME no están permitidas o están muy suprimidas, sin embargo,
en teoŕıas que se abordan en este trabajo surgen de manera natural a nivel árbol. De es-
ta manera, podŕıan surgir resultados relevantes que nos brinden información sobre estos
fenómenos.

El contenido de la tesis ha sido organizado de la siguiente manera: En el caṕıtulo 2 se
describe la estructura básica del ME. El caṕıtulo 3 discutimos sobre modelos de pequeños
higgs, espećıficamente, tratamos los modelos LTHM y SLHM. Aśı mismo, se presenta el
lagrangiano renormalizable general de las corrientes neutras que incluye violación de sabor
y conservación de sabor mediado por un bosón de norma Z ′. En el caṕıtulo 4 se presenta la
discusión de resultados de nuestro trabajo, en donde se estudian los siguientes procesos: los
decaimientos ΦP → γγ,WW en el marco del LTHM, los decaimientos del pseudoescalar η
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en el SLHM, el estudio de la conversion µ− e, el estudio de violación de sabor en el decai-
miento mesónico B0

s → µe y el estudio de momentos dipolares cromomagnéticos en SLHM.
En el caṕıtulo 5 se hace el análisis numérico de los procesos mencionados anteriormente.
Finalmente, en el caṕıtulo 6 se presentan las conclusiones de este trabajo de tesis.



Caṕıtulo 2

El Modelo Estándar

En la naturaleza existen cuatro tipos de interacciones fundamentales: gravitacional,
electromagnética, fuerte y débil. Cada una de ellas es debida a una propiedad fundamental
de la materia: masa (interacción gravitacional), carga eléctrica (interacción electromagnéti-
ca), color (interacción fuerte) y carga débil (interacción débil). Estas interacciones se dan
mediante las llamadas part́ıculas mediadoras o part́ıculas transmisoras de la fuerza, de-
notadas con el nombre de bosones de norma. El ME es la teoŕıa cuántica-relativista que
describe tres de las cuatro interacciones que existen en la naturaleza: electromagnética,
débil y fuerte. La interacción gravitatoria no es incluida debido a que aún no se conoce
la forma de describirla dentro de la mecánica cuántica. La base matemática está susten-
tada por el grupo de norma SUC(3) × SUL(2) × UY (1). El grupo SUC(3) caracteriza las
interacciones fuertes descritas por la cromodinamica cuántica (QCD), mientras que el gru-
po SUL(2) × UY (1) define las interacciones electrodébiles. El ME posee un conjunto de
campos de norma asociados al grupo SUC(3) × SUL(2) × UY (1), el cual se puede dividir
en tres conjuntos: 8 asociados a SUC(3), 3 para SUL(2), y finalmente uno para UY (1). La
interacción fuerte es mediada por los gluones, los cuales se acoplan exclusivamente a las
part́ıculas de materia conocidas como quarks. La interacción débil resulta del intercambio
de los bosones de norma masivos W± y Z, mientras que la interacción electromagnética es
mediada por el fotón. Tres de los cuatro campos de norma del sector electrodébil adquie-
ren masa, sin embargo, el único campo sobreviviente sin masa es el fotón. Todo esto se
debe al rompimiento espontáneo de la simetŕıa (RES) del grupo electrodébil a través del
mecanismo de Higgs. El grupo SUC(3) no se ve afectado por el mecanismo de Higgs.

Por otra parte, en el ME, los fermiones son agrupados en tres “familias”. Cada familia
tiene dos tipos de fermiones, los llamados quarks y leptones. En cada familia se aprecia el
mismo patrón: los fermiones de helicidad izquierda son agrupados en una representación
de dobletes en virtud de grupo SUL(2), mientras que los fermiones de helicidad derecha se
agrupan en una representación de singuletes de SUL(2). Hay que destacar que los leptones

5



6 2.1. Descripción Teórica del Modelo Estándar

pueden existir aislados pero los quarks se asocian siempre en tŕıos de quarks (bariones) o
en parejas quark-antiquark (mesones). Por lo tanto, los quarks no se encuentran libres en
la naturaleza sino que se agrupan formando hadrones donde están confinados por la fuerza
fuerte.

2.1. Descripción Teórica del Modelo Estándar

2.1.1. Interacción electrodébil

Los ingredientes esenciales para construir la interacción electrodébil (SUL(2)× UY (1))
son la teoŕıa de Yang-Mills y el RES. Para la interacción electrodébil se propone un lagran-
giano invariante bajo transformaciones de norma (gauge) locales del grupo SUL(2)×UY (1).
Una caracteŕıstica interesante de la interacción débil es que distingue estados de helicidad
de fermiones, es decir, los bosones de norma W± y Z se acoplan con diferentes intensidades
a dichos estados, lo cual debe reflejarse en sus representaciones bajo el grupo de norma
SUL(2). Aśı, los quarks y leptones son agrupados en dobletes izquierdos de SUL(2), de la
siguiente manera:

QiL =

(
ui
di

)
L

, LiL =

(
νi
li

)
L

, (2.1)

donde ui = u, c, t, di = d, s, b, son quarks de tipo up y down, respectivamente. Por otra
parte, li = e, µ, τ , son los leptones cargados y νi = νe, νµ, ντ , sus respectivos neutrinos. En
esta notación i es un ı́ndice de sabor. Por otra parte, los estados de helicidad derecha son
introducidos como singuletes de SU(2)L; liR, uiR y diR. Los estados de helicidad izquierda
y derecha de un fermión Ψ son definidos por:

ΨL,R =
1

2
(1∓ γ5)Ψ ≡ PL,RΨ, (2.2)

donde PL,R son los operadores de proyección quiral. En el ME no se introducen los estados
de helicidad derecha de neutrinos debido a que teóricamente los neutrinos sin masa sólo
tienen helicidad izquierda. Es peculiar de la interacción débil el producir sólo neutrinos con
este tipo de helicidad. No obstante, hoy en d́ıa se sabe que esto es sólo una aproximación,
debido a que se ha verificado experimentalmente que los neutrinos poseen masa (se corro-
boró en estudios experimentales la existencia de oscilaciones de neutrinos) [27, 28]. Dicha
evidencia experimental nos dice que en una versión moderna del ME se tienen que incluir
neutrinos derechos.

Debido a que el grupo electrodébil es covariante bajo transformaciones de norma locales
del grupo SU(2)L ×U(1)Y , la invariancia de la teoŕıa electrodébil ante dichas transforma-
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ciones se garantiza al introducir una derivada covariante de la siguiente forma

Dµ = ∂µ − ig1
Y

2
Bµ − ig2

σi

2
W i
µ, (2.3)

donde g1 y g2 son los constantes de acoplamiento asociados a los grupos U(1)Y y SU(2)L,
respectivamente. Bµ y Y/2 representan el campo de norma y el generador asociado con
el grupo abeliano U(1)Y , respectivamente. Similarmente, W i

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

µ ,W
2
µ ,W

3
µ , Bµ) definen, mediante combinaciones lineales,

a los campos de masa (W−
µ ,W

+
µ , Zµ, Aµ). También, la derivada covariante se introduce en

los términos cinéticos fermiónicos, que a su vez inducen la presencia de acoplamientos entre
fermiones y bosones de norma. Este tipo de interacciones conforman el llamado sector de
corrientes.

Una caracteŕıstica importante de la interacción débil consiste en que los correspondien-
tes bosones de norma son masivos. Sin embargo, se debe señalar que no es posible introducir
los términos de masa de manera directa sin romper expĺıcitamente la invariancia de norma
de la teoŕıa. Para evitar este problema, la solución más conocida para introducir en la
teoŕıa las masas de los mismos consiste en implementar el RES, lo cual sucede a través
del mecanismo de Higgs. Como es sabido, el rompimiento espontáneo de una simetŕıa glo-
bal conduce a la presencia de campos escalares de masa cero, conocidos con el nombre de
bosones de Goldstone. El rompimiento espontáneo de una simetŕıa de norma da lugar a
la absorción de los bosones de Goldstone por algunos de los bosones de norma de grupo,
fenómeno conocido con el nombre de “mecanismo de Higgs”. Para generar las masas de
los tres bosones de norma asociados con la interacción débil se requiere por lo menos de
tres campos escalares, pero el número mı́nimo de tales campos que se pueden introducir
de manera consistente son los cuatro contenidos en un doblete complejo de SU(2)L. El
doblete que contiene a tales campos escalares es llamado doblete de Higgs. Esto se tradu-
ce, después de un rompimiento apropiado de la simetŕıa, en la presencia de tres campos
no masivos o pseudobosones de Goldstone y un campo escalar real f́ısico, conocido con el
nombre de escalar de Higgs. Los pseudobosones de Goldstone no representan grados de
libertad verdaderos, por lo cual estos son eliminados en la norma unitaria. Al asignar un
número de hipercarga igual a +1 al doblete escalar de Higgs, el grupo electrodébil es roto
espontáneamente al grupo electromagnético Uem(1), cuyo generador queda expresado como
una combinación lineal del generador Y/2 del grupo UY (1), y el del generador T 3 = σ3/2
del grupo SUL(2), de acuerdo con

Q = T 3 +
Y

2
, (2.4)

donde el operador de carga Q genera al grupo U(1)em.
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El mecanismo de Higgs permite dotar de masa a todas las part́ıculas del ME. En el
sector de Higgs, el cual está formado por el sector cinético y el potencial de Higgs, se
generan las masas de los bosones débiles provenientes del término cinético; también se
genera la masa del bosón de Higgs, justamente del término de potencial. Por otra parte,
las masas de los fermiones de la teoŕıa son generadas cuando se forman invariantes con
combinaciones entre el doblete de Higgs y los dobletes izquierdo y singuletes derechos de
los fermiones, donde todos estos invariantes son agrupados en el sector de Yukawa. Más
aún, el ME contiene, además, el llamado sector de Yang-Mills, el cual contiene la esencia
de la estructura de norma de la teoŕıa.

El lagrangiano de la teoŕıa electrodébil se divide en dos partes, una que contiene so-
lamente a los campos bosónicos y otra que contiene campos fermiónicos y bosónicos (ver
caṕıtulo 11 de [42]). La parte bosónica se divide a su vez en los sectores de Higgs y de
Yang-Mills. El sector bosónico-fermiónico está comprendido por los sectores de corrientes
y de Yukawa. De este modo, el lagrangiano se puede escribir como:

L = LF + LB, (2.5)

donde

LF = LC + LY , (2.6)

LB = LH + LYM , (2.7)

con LC ,LY ,LH y LYM representando los sectores de corrientes, Yukawa, Higgs y Yang-
Mills, respectivamente. En las siguientes secciones se discute de manera breve cada uno de
estos sectores.

2.1.2. Sector de Higgs

El sector de Higgs también es conocido como sector escalar, y es en donde se implementa
el mecanismo de Higgs que permite dotar de masa a los bosones de norma débiles W± y
Z, y también al bosón de Higgs. El lagrangiano escalar está dado por

LH = (DµΦ)†(DµΦ)− V (Φ†,Φ), (2.8)

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

V (Φ+,Φ) = µ2(Φ†Φ) + λ(Φ†Φ)2, (2.9)

donde

Φ(x) =

(
φ1,1 + iφ1,2

φ2,1 + iφ2,2

)
=

(
φ1(x)
φ2(x)

)
(2.10)
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es el doblete de Higgs, al cual se le asigna un número de hipercarga Y = +1. En la expresión
para el potencial, el coeficiente λ representa un número real positivo y µ es un parámetro
con dimensiones de masa, por medio del cual se establece la condición esencial para realizar
el RES en la teoŕıa. De este modo, si µ2 > 0, el vaćıo Φ0 es único y no es posible realizar
el RES. De otro modo, si µ2 < 0, se tiene el caso de un vaćıo degenerado, es decir, existen
un número infinito de estados de mı́nima enerǵıa que satisfacen la condición

Φ†0Φ0 = |φ0
1|2 + |φ0

2|2 =
−µ2

2λ
, (2.11)

donde Φ0 = 〈|Φ|〉 es el valor esperado en el vaćıo del doblete de Higgs, el cual rompe
espontáneamente la simetŕıa electrodébil al grupo electromagnético. Esto significa que Φ0

debe ser invariante bajo el grupo electromagnético (esto es necesario para garantizar la
conservación de la carga eléctrica), es decir, si U ∈ Uem(1), entonces, UΦ0 = Φ0, lo que
implica que el generador de este grupo dado por la ecuación (2.4) lo aniquila: QΦ0 = 0.
Debido a la simetŕıa SUL(2), puede elegirse sin pérdida de generalidad

Φ0 =

(
0
v√
2

)
, (2.12)

con

v2 =
−µ2

2λ
, (2.13)

ya que cualquier otra elección de Φ0 esta relacionada con la ecuación (2.12) mediante una
transformación global del grupo electrodébil.

El RES aparece como consecuencia de elegir a uno sólo de los vaćıos. Cabe mencionar
también que cuando las simetŕıas involucradas son globales, el resultado es la presencia de
campos escalares sin masa, conocidos con el nombre de bosones de Goldstone. Pero, cuando
la simetŕıa es de norma, el resultado es la presencia de bosones de norma masivos uno por
cada generador roto de la simetŕıa. A este fenómeno, donde los bosones de Goldstone son
absorbidos por los campos de norma asociados con los generadores rotos, se le conoce con
el nombre de mecanismo de Higgs.

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

Φ→ Φ0 + Φ =
1√
2

(
0
v

)
+

(
G+
W

(H + iGZ)/
√

2

)
, (2.14)

donde G+
W y GZ son los pseudobosones de Goldstone asociados a los bosones de norma

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

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

=
λv4

4
− m2

H

2
H2 − λvH3 − λ

4
H4 − 2λvH(G2

Z + 2G+
WG

−
W )

−λ
2
G2
ZH

2 − λ(H2 +G2
Z)G+

WG
−
W −

λ

4
G4
Z − λ(G+

WG
−
W )2, (2.15)

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

H = 2λv2. Es en esta parte donde se dan los autoacomplamientos del bosón de
Higgs.

En cuanto a la parte cinética del sector de Higgs se refiere, ésta se puede expresar de
la siguiente manera

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

+(DµΦ)†(DµΦ0) + (DµΦ)†(Dµ), (2.16)

donde Φ0 y Φ están dados en la ecuación (2.14). Aśı, se pueden identificar los términos de
masa para los bosones débiles, dados por

(DµΦ0)†(DµΦ0) = m2
WW

−
µ W

+
µ + (W 3

µ , Bµ)M

(
W 3
µ

Bµ

)
, (2.17)

donde mW = g2v/2 es la masa asociada a los bosones de norma débiles cargados, que están
definidos como

W±
µ =

1√
2

(W 1
µ ∓ iW 2

µ). (2.18)

Además,

M =
1

2
m2
W

(
1 −g1/g2

−g1/g2 g2
1/g

2
2

)
, (2.19)

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

eliminar el término bilineal W 3
µB

µ. Resolviendo el problema de eigenvalores y definiendo

cW = g2/
√
g2

1 + g2
2 y sW = g1/

√
g2

1 + g2
2, con cW ≡ cos θW y sW ≡ sin θW , se encuentra

que la siguiente matriz

S =

(
cW sW
−sW cW

)
, (2.20)

diagonaliza a M , en efecto

S†MS =
1

2
m2
W

(
1 + g2

1/g
2
2 0

0 0

)
, (2.21)
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además, (
W 3
µ

Bµ

)
= S

(
Zµ
Aµ

)
. (2.22)

Por lo tanto,

(DµΦ0)†(DµΦ0) = m2
WW

−
µ W

+
µ +

m2
Z

2
ZµZ

µ, (2.23)

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

2.1.3. Sector de Yang-Mills

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

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

W
′

µν = UWµνU
†, (2.24)

donde U ∈ SUL(2) y
B
′

µν = Bµν . (2.25)

Expĺıcitamente, los tensores de campo están dados como

W i
µν = ∂µW

i
ν − ∂νW i

µ + g2ε
ijkW j

µW
k
ν , (2.26)

y
Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, (2.27)

donde εijk es la constante de estructura del grupo SUL(2). Con estos objetos, se construye
el siguiente lagrangiano renormalizable

LYM = −1

2
Tr[W i

µνW
µν
i ]− 1

4
BµνB

µν , (2.28)

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

LYM = −1

4
W i
µνW

µν
i −

1

4
BµνB

µν . (2.29)
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Al hacer uso de los campos de masa W±
µ (definidos en la ecuación (2.18)), Zµ y Aµ (que

surgen directamente de la ecuación (2.22)) dados por

W 3
µ = cWZµ + sWAµ, (2.30)

Bµ = −sWZµ + cWAµ, (2.31)

e introduciendo los siguientes tensores

Ŵ±
µν =

1√
2

(W 1
µν ∓ iW 2

µν), (2.32)

Zµν = ∂µZν − ∂νZµ, (2.33)

Fµν = ∂µAν − ∂νAµ, (2.34)

el lagrangiano de Yang-Mills adquiere la forma

LYM = −1

2
Ŵ−
µνŴ

µν
+ −

1

4
FµνF

µν − 1

4
ZµνZ

µν − ig2(sWFµν + cWZµν)W
−µW+ν

+ g2
2(W−

µ W
+
ν −W+

µ W
−
ν )(W−µW+ν −W+µW−ν). (2.35)

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

2.1.4. Sector de Yukawa

Este sector tiene el propósito de dotar de masa a los fermiones v́ıa el RES electrodédil; ya
que los estados de helicidad se definen en diferentes representaciones del grupo, no es posible
definir sus masas en forma invariante de norma. Además, dicho sector contiene invariantes
que se construyen como productos de campos de norma que vinculan fermiones de diferente
helicidad acoplados al doblete de Higgs. En la TED, debido a la ausencia de neutrinos
de helicidad derecha, están prohibidos los acoplamientos de Yukawa que generaŕıan sus
posibles masas, por lo tanto, éstos no tienen ninguna manifestación f́ısica en dicho sector.

El lagrangiano renormalizable más general que representa al sector de Yukawa se puede
descomponer en dos partes independientes, tal como se aprecia a continuación

LY = LYq + LYl , (2.36)

donde LYq y LYl son los lagrangianos de los sectores de quarks y de leptones, respectiva-
mente. A continuación se estudian brevemente cada uno de estos sectores.
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Sector de Yukawa para quarks

Debido a que en el caso de los quarks existen estados derechos asociados a los dos
miembros del doblete izquierdo, es necesario considerar otro objeto que transforme cova-
riantemente bajo el grupo SUL(2), cuya forma está dada enseguida

Φ̃ = iσ2Φ∗ =

(
0 1
−1 0

)(
φ−

φ0∗

)(
φ0∗

−φ−
)
, (2.37)

donde σ2 es una de las matrices de Pauli. Φ̃ también tiene valor de hipercarga Y = +1.
Con la ayuda de este objeto se puede escribir el lagrangiano del sector de Yukawa de quarks
como

LYq = −Y u
ij Q̄

′
iL Φ̃u′jR − Y d

ij Q̄
′
iL Φ d′jR + h.c., (2.38)

donde Y u
ij , Y

d
ij son constantes arbitrarias, llamadas constantes de acoplamiento de Yukawa.

Aqúı los śımbolos primados denotan los estados de norma. Este lagrangiano no conserva el
sabor, ya que las matrices Y u,d no están sujetas a ningún tipo de restricción, en particular,
no son diagonales y la presencia de dichas matrices indica que pueden existir mezclas entre
fermiones, entonces es necesario diagonalizarlas para encontrar los eigenestados de masa.

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

U ′ =

 u′

c′

t′

 D′ =

 d′

s′

b′

 , (2.39)

y de las matrices de masa

Mu
ij =

v√
2
Y u
ij , Md

ij =
v√
2
Y d
ij , (2.40)

el lagrangiano de Yukawa para quarks se puede reescribir como

LYq = −
(

1 +
H

v

)
(Ū ′LM

uU ′R + D̄′LM
dD′R +

i

v
GZ(Ū ′LM

uU ′R − D̄′MdD′R)

−
√

2

v
G−W D̄

′
LM

uU ′R +

√
2

v
G+
W Ū

′
LM

dD′R + h.c. (2.41)

Las masas de los quarks se encuentran al diagonalizar la parte cuadrática de este La-
grangiano. Es aśı que se definen los campos de masa mediante las siguientes transforma-
ciones

UL,R = V u
L,RU

′
L,R , DL,R = V d

L,RD
′
L,R, (2.42)
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donde las matrices V u,d
L,R son asumidas unitarias con el fin de conservar la estructura canóni-

ca de los términos cinéticos que aparecen en el sector de corrientes, que a su vez garantiza
la existencia de propagadores en su forma canónica.

En álgebra lineal existe un teorema que garantiza que para cualquier matriz M , es
posible encontrar dos matrices unitarias A y B, tales que AMB sea real y diagonal. Dado
que los matrices V u,d

L,R son unitarias, el teorema mencionado nos garantiza que las matrices

V u,d
L M u,dV u,d+

R serán reales y diagonales, como debe ser, ya que los elementos de la diagonal
representan a las masas de los quarks. Entonces, en términos de los campos de masa U y
D, el lagrangiano de Yukawa para quarks se puede escribir como

LYq = −
(

1 +
H

v

)
( Ū M̄uU + D̄ M̄dD) +

iγ5

v
GZ ( Ū M̄uU − D̄ M̄dD)

−
√

2

v
G−W D̄ (K†M̄uPR − M̄dK†PL)U +

√
2

v
G+
W Ū (KM̄dPR − M̄uKPL)D, (2.43)

donde
K = V u

L V
d
L

†
, (2.44)

es la matriz de Cabibbo-Kobayashi-Maskawa (CKM), con M̄ u,d siendo matrices de masa
dadas por

M̄u = V u
LM

uV u
R
† =

 mu 0 0
0 mc 0
0 0 mt

 , M̄ d = V d
LM

dV d
R

†
=

 md 0 0
0 ms 0
0 0 mb

 . (2.45)

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

Sector de Yukawa para leptones

En lo tocante a leptones, considerando que no existen estados de helicidad derecha de
neutrinos, podemos escribir el lagrangiano para este sector como

LYl = −Y l
ijL̄
′
iLΦl ′jR + h.c. (2.46)

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

En términos de los campos en el espacio de sabor

E ′ =

 e′

µ′

τ ′

 , ν ′ =

 ν ′e
ν ′µ
ν ′τ

 , (2.47)
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y de la matriz de masa

M l
ij =

v√
2
Y l
ij, (2.48)

podemos escribir el lagrangiano de Yukawa para leptones como

LYl = −
(

1 +
H

v

)
Ē ′LM

lE ′R −
i

v
GZĒ

′
LM

lE ′R −
√

2

v
G+
W ν̄
′M lE ′R + h.c. (2.49)

De manera análoga al caso de quarks, las masas de los leptones se definen diagonalizando
la parte cuadrática del lagrangiano anterior. Como antes, se definen los campos de masa
mediante las siguientes transformaciones

EL,R = V l
L,RE

′
L,R , νL = V l

Lν
′
L, (2.50)

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

lagrangiano de Yukawa para leptones se escribe como

LYl = −
(

1 +
H

v

)
ĒM̄ lE − iγ5

v
GZĒM̄

lE −
√

2

v
(G+

W ν̄M̄
lPRE +G−W ĒM̄

lPLν). (2.51)

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

LM
lV l†

R

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

M̄ l =

 me 0 0
0 mµ 0
0 0 mτ

 , (2.52)

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

Yukawa para leptones conserva el sabor, es decir, el bosón de Higgs sólo se acopla al mismo
tipo de lepton cargado.

2.1.5. Sector de corrientes

En esta sección nos enfocamos en los sectores cinéticos de quarks y leptones, ya que es
ah́ı donde se presentan las interacciones de los campos de norma del grupo electrodébil con
los fermiones. A los acoplamientos de pares de fermiones con el bosón W± se les conoce
como corrientes cargadas. Las corrientes cargadas débiles son las únicas interacciones en el
ME, mientras que a los acoplamientos con los bosones Z y A se les denominan corrientes
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neutras. El lagrangiano asociado, con la propiedad de invariancia de norma, se puede
descomponer en dos partes, a saber,

LC = LCq + LCl , (2.53)

donde LCq y LCl representan los sectores de corrientes de quarks y de leptones, respectiva-
mente.

Sector de corrientes para quarks

El lagrangiano para quarks en este sector, en términos de los campos de norma, conserva
el sabor y esta dado por

LCq = iQ̄′iLγ
µDµQ

′
iL + iū′iRγ

µDµu
′
iR + id̄′iRγ

µDµd
′
iR, (2.54)

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

LCq = iŪγµ∂µU + iD̄γµ∂µD +
g2√

2
(W+

µ J
−µ + J+

µW
−µ) +

g2

2cW
ZµJ

µ
Z + eAµJ

µ
A, (2.55)

donde las corrientes cargadas J−µ y neutras JµZ y JµA están definidas de la siguiente manera

J−µ = ŪLγ
5KDL, (2.56)

JµZ = Ūγµ(guV + guAγ
5)U + D̄γµ(gdV + gdAγ

5)D, (2.57)

JµA = ŪγµU + D̄γµD, (2.58)

siendoK la matriz de CKM dada en la ecuación (2.44), mientras que guiV y guiA son constantes
de acoplamiento que dependen esencialmente de la carga del quark ui (ui = u, d). Se
puede apreciar que debido a la unitariedad de las matrices V u,d

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

Sector de corrientes para leptones

Debido a la ausencia de neutrinos derechos, el Lagrangiano de corrientes para leptones,
esta dado por

LCl = iL̄′iLγ
µDµL

′
iL + il̄′iRγ

µDµl
′
iR, (2.59)

el cual, como en el caso de quarks, conserva sabor. En la base de masas, este Lagrangiano
se puede reescribir como

LCl = iĒiγ
µ∂µEi + iν̄Lγ

µ∂µνL +
g2√

2
(W+

µ J
−µ + J+

µW
−µ) +

g2

2cW
ZµJ

µ
Z + eAµJ

µ
A, (2.60)
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donde, al igual que para quarks, se han introducido las corrientes cargadas J−µ y neutras
JµZ y JµA, que están dadas de la siguiente manera

J−µ = ν̄Lγ
µEL, (2.61)

JµZ = ν̄γµ(gνV + gνγ5)ν + Ēγµ(gEV + gEAγ
5)E, (2.62)

JµA = ν̄Lγ
µνL + ĒγµE, (2.63)

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

2.2. El lagrangiano de QCD

La Cromodinámica Cuántica (QCD por sus siglas en inglés) es la teoŕıa que describe
las interacciones entre gluones y quarks mediante el requerimiento de invariancia de norma
local. Al imponer la condición de renormalizabilidad se termina por delinear la forma del
lagrangiano asociado; es aśı que esta teoŕıa es de tipo Yang-Mills cimentada en el grupo
norma SUC(3), por lo cual el lagrangiano de QCD adquiere la siguiente forma

LQCD = −1

2
Tr[GµνG

µν ] + q̄i(iγ
µDµ −mi)qi, (2.64)

donde qi = (u, d, s, c, b, t) son los campos de quarks con masas mi y Dµ es la derivada
covariante dada como

Dµ = ∂µ + igsGµ, (2.65)

y
Gµν = ∂µGν − ∂νGµ + igs[Gµ, Gν ], (2.66)

con Gµ = Ga
µλ

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

[λa, λb] = 2ifabcλc, (2.67)

cuya condición de normalización es

Tr[λaλb] = 2δab. (2.68)
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Por lo tanto,

−1

2
Tr[GµνG

µν ] = −1

4
Ga
µνG

µν
a , (2.69)

donde Gµν
a = ∂µGν

a − ∂νGµ
b − gsfabcGµ

bG
ν
c . Por consiguiente, el lagrangiano de QED toma

la siguiente forma

LQED =− 1

4

(
∂µG

a
ν − ∂µGa

ν

)(
∂µGν

a − ∂µGν
a

)
+ q̄i(iγ

µ∂µ −mi)qi − gs q̄iγµ
(λa

2

)
qi G

a
µ

+
gs
2
fabc

(
∂µGν

a − ∂µGν
a

)
Gb
µG

c
ν −

g2
s

4
fabcfadeG

µ
bG

ν
cG

d
µG

e
ν . (2.70)

Los campos de norma de la interacción fuerte Ga
µ, son denominados “gluones”, y en

acuerdo con la simetŕıa de norma SUC(3) se deduce que existen 8 tipos gluones. Incluso,
como se trata de una teoŕıa no abeliana, como en el caso de la interacción débil, los
gluones interactúan entre śı, por lo tanto, surgen vértices trilineales y cuárticos como se
puede observar en al ecuación (2.70). Además, en analoǵıa con la parte electrodébil de la
teoŕıa, en el lagrangiano de interacción entre fermiones y bosones de norma, aparecen los
acoplamientos entre quarks y gluones.



Caṕıtulo 3

Modelos de Extensión

En este caṕıtulo abordaremos sobre el conjunto de modelos conocidos como modelos
Little Higgs, cuya principal caracteŕıstica es que ofrecen una posible solución al problema
de la jerarqúıa de masa del bosón de Higgs del ME. En particular, enfocaremos nuestro
análisis en el LTHM y en el SLHM. Estos modelos de extensión proponen nuevas part́ıculas
exóticas cuyas masas son del orden de TeV. A su vez, dichas masas están en función de la
nueva escala de enerǵıa f , el cual es un parámetro propio de los modelos. Por otra parte se
discute acerca de modelos de extensión con simetŕıa de norma extra U ′(1), donde se predice
nuevos bosones de norma masivo, llamado Z ′. En este último modelo se presentan efectos
de CNCS en el sector fermiónico, donde resulta ser interesante ya que en el contexto del
ME están prohibidas. A continuación se hace la descripción de cada uno de los modelos
mencionados anteriormente.

3.1. Littlest Higgs model

El modelo LTHM es establecido a partir de un modelo sigma no lineal con un grupo
de simetŕıa global SU(5) junto con el grupo de norma [SU(2)1 × U(1)1] × [SU(2)2 ×
U(1)2] [15, 16]. La simetŕıa SU(5) es rota espontáneamente al grupo SO(5) a la escala de
enerǵıa f , que es del orden de TeV. Al mismo tiempo, el grupo [SU(2)1×U(1)1]×[SU(2)2×
U(1)2] también se rompe al subgrupo SUL(2)×UY (1), el cual es identificado como el grupo
de norma electrodébil del ME [16, 43]. Debido al rompimiento de la simetŕıa global se
generan 14 bosones de Goldstone, los cuales se transforman bajo el grupo SUL(2)×UY (1)
como un singlete real 10, un triplete real 30, un doblete complejo 2±1/2 y un triplete complejo
3±1 [16]. El singlete real y el triplete real son absorbidos por componentes longitudinales
de los bosones de norma a la escala de enerǵıa f , mientras que el doblete complejo y el
triplete complejo permanecen sin masa [16].

19
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Por otra parte, el lagrangiano efectivo invariante bajo el grupo [SU(2)1 × U(1)1] ×
[SU(2)2 × U(1)2] [16] es

LLTHM = LG + LF + LΣ + LY − VCW , (3.1)

donde LG contiene las contribuciones cinéticas de los bosones de norma, LF representa
las contribuciones cinéticas de los fermiones, LΣ incluye contribuciones del modelo sigma
no lineal del LTHM, LY corresponde a los acoplamientos de Yukawa entre fermiones y
pseudobosones de Goldstone. El último término corresponde al potencial de Coleman-
Weinberg. Para más detalles de este modelo se sugiere consultar la Ref. [16].

En el LTHM el potencial de Higgs es generado a primer orden por correcciones radiativas
a nivel de un lazo. Este potencial contiene contribuciones procedentes de lazos donde
circulan bosones de norma y fermiones. Cuando el campo Σ es expandido dentro del modelo
sigma no lineal, se obtiene el potencial asociado de Coleman-Weinberg [16]

VCW = λφ2f 2Tr(φ†φ) + iλhφhf(hφ†h> − h∗φ†h†)− µ2hh† + λ4
h(hh

†)2, (3.2)

donde los coeficientes λs están dados por

λφ2 =
a

2

[
g2

s2c2
+

g
′2

s′2c′2

]
+ 8a

′
λ2

1,

λhφh = −a
4

[
g2(c2 − s2)

s2c2
+
g
′2(c

′2 − s′2
s′2c′2

]
+ 4a

′
λ2

1,

λh4 =
a

8

[
g2

s2c2
+

g
′2

s′2c′2

]
+ 2a

′
=

1

4
λφ2 . (3.3)

Aqúı, c, s (c
′
, s
′
) son las constantes de acoplamiento de norma del grupo de simetŕıa SU(2)

(U(1)). Los parámetros a y a
′
representan la f́ısica ultravioleta (UV) desconocida a la escala

de corte ΛS [16]. En cuanto al parámetro µ2 se refiere, este es un parámetro libre, el cual
recibe contribuciones igualmente significativas de partes divergentes logaŕıtmicas a nivel
de un lazo y de partes cuadráticamente divergentes a nivel de dos lazos. Los valores de
expectación de vaćıo del doblete y del triplete se identifican con v y v

′
respectivamente.

Estos son obtenidos después de minimizar el potencial de VCW , encontrándose las siguientes
relaciones

v2 =
µ2

λh4 − λ2
hφh

λφ2

, v
′
=
λhφhv

2

2λφ2f
. (3.4)
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Los eigenestados de norma del sector de Higgs se pueden escribir en términos de eige-
nestados de masa de la siguiente manera

h0 =
1√
2

(c0H − s0Φ0 + v) +
i√
2

(cPG
0 − sPΦP ),

φ0 =
1√
2

(sPG
0 + cPΦP )− i√

2
(s0H + c0Φ0 +

√
2v
′
),

h† =c+G
+ − s+Φ+, φ+ =

1

i
(s+G

+ + c+Φ+), φ++ =
Φ++

i
, (3.5)

donde H es el bosón de Higgs, Φ0 es un nuevo escalar neutro, ΦP es un pseudoescalar
neutro, Φ± y Φ±± son escalares simplemente cargados y doblemente cargados, G+ y G0

son bosones de Goldstone que son absorbidos por los bosones sin masa W y Z [16]. Las
masas de las nuevas part́ıculas escalares pesadas están degeneradas [16]

mΦ =

√
2mH√
1− y2

v

f

v
, (3.6)

donde yv = 4v
′
f/v2. Esta expresión de la masa es definida positiva si se cumple la siguiente

relación

v
′2

v2
<

v2

16f 2
. (3.7)

3.2. Simplest Little Higgs Model

El modelo SLHM se basa en la simetŕıa global [SU(3)×U(1)X ]2 con un subgrupo dia-
gonal normado [SU(3)×U(1)X ] [17, 18, 19]. La simetŕıa global se rompe espontáneamente
al grupo de norma [SU(2)L × U(1)Y ] a través de los valores de expectación de vaćıo f1 y
f2 de los campos Φ1 y Φ2. De los 10 grados de libertad en Φ1 y Φ2, cinco son absorbidos
por el rompimiento de la simetŕıa SU(3). Los 5 grados de libertad restantes en Φ1,2 están
parametrizados como [17, 18, 19]

Φ1 = eitβΘΦ
(0)
1 , Φ2 = e−iΘ/tβΦ

(0)
2 , (3.8)

donde

Θ =
1

f




0 0
h

0 0

h† 0

+
η√
2


1 0 0

0 1 0

0 0 1


 .
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Aqúı tβ = tan β = f2/f1 y f =
√
f 2

1 + f 2
2 . Bajo el grupo de norma SU(2)L del ME, η es

un escalar real, mientras que h se transforma como un doblete y es identificado como el
doblete de Higgs del ME. Cabe mencionarse que después del rompimiento de la simetŕıa
global se genera diez bosones de Nambu-Goldstone, de las cuales cinco son absorbidos y los
cinco restantes adquieren masa por el mecanismo de Higgs. Los cinco nuevos bosones de
norma y un quark top pesado aparecen con una gran masa de orden de TeV. Los bosones de
norma pesado incluyen un bosón Z ′ y un doblete complejo (Y 0, X−) de SU(2) con masas
de

MZ′ =

√
2

3− t2W
gf, MX± = MY =

gf√
2
. (3.9)

La masa del nuevo quark top pesado es

MT =
√

2
t2β + x2

λ

(1 + t2β)xλ

mt

v
f, (3.10)

donde xλ = λ1/λ2.

El término cinético [17, 18, 19] para Φ1,2 se puede expresar de la siguiente manera

LΦ =
∑
i=1,2

∣∣∣∣(∂µ + igAaµT
a − igx

3
Bx
µ)Φi

∣∣∣∣2 , (3.11)

donde T a son los generadores del grupo SU(3), Aaµ y Bx
µ representan los campos de norma

asociados a los grupos SU(3) y U(1), respectivamente. La constante de acoplamiento gx
está definida como gx = g tW√

1−t2W /3
, siendo tW la tangente del ángulo de mezcla débil. Por

otra parte, nuevos acoplamientos del bosón de Higgs pueden derivarse de la ecuación (3.11),
tales como ηHZ y ηHZ ′ [19]:

LZHη,Z′Hη =
√

2(tβ −
1

tβ
)
mZ

f
(H∂µη − η∂µH)[Zµ − fZ′Z ′µ], (3.12)

con fZ′ = cW (1−t2W )/
√

3− t2W . Posteriormente, al realizar operaciones algebráicas sencillas
se pueden obtener las reglas de Feynman asociadas a los vertices ZHη y Z ′Hη:

HZη :
√

2(tβ −
1

tβ
)
mZ

f
(p1 − p2)µ y HZη : −

√
2(tβ −

1

tβ
)
mZ

f
(p1 − p2)µfZ′ , (3.13)

siendo p1 el cuadrimomento de la part́ıcula η y p2 el cuadrimomento del bosón de Higgs.
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3.2.1. Sector de quarks

El sector de quarks para SLHM está formado por dos partes: la inclusión universal y la
inclusión libre de anomaĺıas (ver Ref. [44, 45]). La primera parte da lugar a dos quarks de
carga 2/3, U y C, mientras que la segunda parte surgen dos quarks de carga −1/3, D y S.
Las representaciones de norma y las hipercargas para el sector de quarks en las diferentes
inclusiones se resumen en la Tabla 3.1 [44, 46]. Por lo tanto, la estructura de los campos
de quarks depende de la inclusión que seleccionemos:

La inclusión universal. Cada familia de quarks consiste de un triplete (3) izquierdo
de SU(3) y tres singletes (1) derechos:

QT
m = (uL, dL, iUL)m, uRm, dRm, URm, (3.14)

con m = 1, 2, 3.

La inclusión libre de anomaĺıas. Aqúı, las dos primeras familias contienen tripletes
conjugados (3) izquierdos de SU(3) y tres singletes derechos:

QT
1 = (dL,−uL, iDL), dR, uR, DR, (3.15)

QT
2 = (sL,−cL, iSL), sR, cR, SR, (3.16)

QT
3 = (tL, bL, iTL), tR, bR, TR. (3.17)

Inclusión universal
Fermión Q1,2 Q3 uRm, URm dRm

Carga Qx 1/3 1/3 2/3 -1/3
Rep. SU(3) 3 3 1 1

Inclusión libre de anomaĺıas
Fermión Q1,2 Q3 uRm, TRm dRm, DRm, SRm

Carga Qx 0 1/3 2/3 -1/3
Rep. SU(3) 3 3 1 1

Tabla 3.1: La carga Qx y las representaciones de grupo SU(3) de los quarks para la inclusión
universal y para la inclusión libre de anomaĺıas.

Para nuestro propósito de este trabajo nos centramos en el caso de inclusión libre de
anomaĺıas. Es aśı que en la siguiente sección, se describe los términos del lagrangiano
usando la convención de la Ref. [46].
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3.2.2. Sector de Yukawa para quarks

Las interacciones de quarks tipo Yukawa para la tercera generación y para las dos
primeras generaciones están dadas por [19, 44, 46]

L3 = iλt1t̄
1
R3Φ†1Q3 + iλt2t̄

2
R3Φ†2Q3 +

λmd
Λ
d̄RmεijkΦ

i
1Φj

2Q
k
3 +H.c., (3.18)

L1,2 = iλdn1 d̄
1
RnQ

T
nΦ1 + iλdn2 d̄

2
RnQ

T
nΦ2 +

λmnu
Λ

ūRmεijkΦ
∗i
1 Φ∗j2 Q

k
n +H.c., (3.19)

donde n = 1, 2; i, j, k = 1, 2, 3; dRm corre sobre (dR, sR, bR, DR, S
R); uRm corre sobre

(uR, cR, tR, TR).
Los eigenestados de masa (fR, FR) son combinaciones lineales de (f 1

R, f
2
R), con f = t, s, c y

F = T, S, C, (
tR
TR

)
=

(
− cos θT sin θT
sin θT cos θT

)(
t1R3

t2R3

)
,(

dR
DR

)
=

(
− cos θD sin θD
sin θD cos θD

)(
d1
R1

d2
R1

)
,(

sR
SR

)
=

(
− cos θS sin θS
sin θS cos θS

)(
d1
R2

d2
R2

)
. (3.20)

Los ángulos de mezcla están definidos como

sin θF =
λf1cβ√

(λf1cβ)2 + (λf2sβ)2

, cos θF =
λf2sβ√

(λf1cβ)2 + (λf2sβ)2

, (3.21)

siendo cβ = cos β y sβ = sin β.

Finalmente, enfocándonos en la nueva part́ıcula η, podemos escribir los acoplamientos
de Yukawa como [19]

LηY = −i
∑
f

mf

v
yηfηf̄γ5f +

mt

v
(iηT̄PRt+H.c.), (3.22)

donde el ı́ndice f incluye todos los fermiones del ME y fermiones pesados, mf es la masa
del fermión, v es el VEV de Higgs y T es el compañero pesado del quark top. El parámetro
yηf está definido por
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yηl =yηd,s = yηb = −yηu,c = −yηt =

√
2v

f
cot 2β,

yηQ =− v

f
[cot 2β + cot 2θQ] csc 2β, para Q = D,S, T , (3.23)

con l = e, µ, τ .

3.2.3. Sector de quarks y bosones de norma

Las interacciones de quarks y los bosones de norma se pueden escribir como [46]

LF = Q̄mi/D
L
mQm + ūRmi/D

u
muRm + d̄Rmi/D

d
mdRm + T̄Ri/D

uTR + D̄Ri/D
dDR + S̄Ri/D

dSR, (3.24)

donde

DL
{1,2}µ = ∂µ + igAaµT

∗
a , (3.25)

DL
3µ = ∂µ − igAaµTa + igx(

1

3
)Bx

µ, (3.26)

Du
µ = ∂µ + igx(−

1

3
)Bx

µ, (3.27)

Dd
µ = ∂µ + igx(

2

3
)Bx

µ. (3.28)

3.2.4. El Simplest Little Higgs Model con término µ

Aqúı nos interesa especialmente introducir el concepto de la masa del pseudoescalar η,
ya que las fracciones de decaimiento a estudiarse son dependientes de dicha masa. El pseu-
doescalar η permanece sin masa en el modelo original. Por lo tanto, una de las soluciones
más simples para el problema sin masa, aśı como el problema de m2

0 genéricamente grande,
es introducir un nuevo término −µ2(Φ†1Φ2 + h.c.) en el potencial escalar [17, 19]. De este
modo, podemos expresar dicho término de la siguiente manera:

−µ2(Φ†1Φ2 + h.c.) = −2µ2f 2sβcβ cos

(
η√

2sβcβf

)
cos

(√
h†h

sβcβf

)
. (3.29)

Aśı, el potencial escalar se convierte en

V = −m2h†h+ λ(h†h)2 − 1

2
m2
ηη

2 + λ′h†hη2 + ..., (3.30)
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donde

m2 = m2
0 −

µ2

sβcβ
, λ = λ0 −

µ2

12s3
βc

3
βf

2
, λ′ = − µ2

4s3
βc

3
βf

2
. (3.31)

Aqúı,

m2
0 =

3

8π2

[
λ2
t M

2
T ln(

Λ2

M2
T

)− g2

4
M2

X ln(
Λ2

M2
X

)− g2

8
(1 + t2W )m2

Z′ ln(
Λ2

m2
Z′

)

]
, (3.32)

λ0 =
1

3s2
βc

2
β

m2
0

f 2
+

3

16π2

[
λ4
t ln(

M2
T

m2
t

)− g4

8
ln(

M2
X

m2
W

)− g4

16
(1 + t2W ) ln(

m2
Z′

m2
Z

)

]
, (3.33)

siendo m0 y λ0 las contribuciones a nivel de un lazo en la masa de Higgs [17, 19], con
λt =

√
2mt/v y Λ ' 4πf . Además, el valor de expectación de vaćıo v, la masa del Higgs y

la masa de η están dados como:

v2 =
m2

λ
, m2

h = 2m2, m2
η =

µ2

sβcβ
cos

(
v√

2fsβcβ

)
. (3.34)

De las ecuaciones (3.31) y (3.34) podemos reescribir m2
η como:

m2
η =

(
m2

0 −
m2
h

2

)
cos

(
v√

2fsβcβ

)
, (3.35)

donde sβcβ =
tβ

1+t2β
.

3.3. El lagrangiano con violación de sabor

Es bien sabido que el sector de Yukawa del ME conserva el sabor. Sin embargo, en
modelos de gran unificación o de extensión efectos de CNCS pueden aparecer a nivel de
árbol por medio de acoplamientos del tipo Z ′fifj, donde fi y fj son fermiones cargados de
distinto sabor y Z ′ es el bosón de norma masivo neutro de spin 1. El modelo extendido
donde se predice un bosón neutro Z ′ está basado en grupo de norma SUC(3)× SUL(2)×
U(1)Y ×U ′(1). El grupo de norma U ′(1) se rompe a la escala TeV dando lugar a un bosón
de norma masivo Z ′ con acoplamientos a un fermión f del ME. En este contexto, el nuevo
sector electrodébil extendido de CNCS [47, 48] tiene el siguiente lagrangiano asociado

LNC = −eJµEMAµ − g1J
µ
1 Zµ,1 − g2J

µ
2 Zµ,2. (3.36)
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donde Aµ es el fotón, Zµ,1 denota el bosón neutro Z del ME, e es el acoplamiento elec-
tromagnético, JµEM es la corriente neutra electromagnética, Jµ1 es la corriente neutra débil
del ME y g1 es el acoplamiento de norma del ME. El parámetro g2 es el acoplamiento de
norma del grupo U ′(1) y Jµ2 representa el nuevo corriente neutral, el cual está como

Jµ2 =
∑
i,j

ψ′iγ
µ(εψLijPL + εψRijPR)ψ′i, (3.37)

donde εψL,Rij son los acoplamientos quirales de Z2 con i, j corriendo sobre todos los leptones

y quarks, ψ′i representa un fermión en la base de interacción de norma, y PL,R = 1
2
(1 ±

γ5) son los proyectores quirales. Efectos de CNCS surgen inmediatamente si los εψL,Rij
dan lugar a matrices no diagonales; ahora, si son diagonales pero no universales aparecen
CNCS inducidas por mezcla de fermiones en la base de masas. Las matrices εψL,Rij pueden
diagonalizarse en la base de eigenestados de masa haciendo uso de las matrices unitarias
VL,R [49], las cuales diagonalizan la matriz de masa en el sector de Yukawa del ME. Los
acoplamientos de CNCS en la base de eigenestados de masas (ΩL,ΩR) [49] puede escribirse
de la siguiente manera

ΩLij = g2(VLε
ψ
LV
†
L)ij ΩRij = g2(VRε

ψ
RV
†
R)ij. (3.38)

De acuerdo con la información anterior, podemos notar que el lagrangiano renormalizable
más general donde están incluidas las CNCS mediadas por el bosón de norma Z ′, es dado
como

LZ′NC =
∑
ij

[
f̄iγ

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

]
Z ′α, (3.39)

donde fi es cualquier fermión del ME y Z ′α es el bosón de norma neutro predicho por diversas
extensiones del ME [47, 48, 50, 51]. Los parámetros ΩLqiqj y ΩRqiqj representan la intensidad
del acoplamiento Z ′fifj, en donde fi es cualquier fermión del ME. En el lagrangiano de la
ecuación (4.1) están incluidos tanto acoplamientos que violan sabor como aquellos que lo
conservan mediados por el bosón de norma Z ′. Los acoplamientos a dos fermiones con el
mismo sabor están relacionados con el parámetro Ω de la siguiente forma: ΩLfifi = −g2Q

fi
L

y ΩRfifi = −g2Q
fi
R , donde los valores de la Qfi

L,R [52, 53, 54] se muestran en la Tabla (3.2)
y g2 es el acoplamiento de norma del bosón Z ′.
Para diferentes modelos de extensión los acoplamientos de norma de Z ′ son de la forma

g2 =

√
5

3
sin θWg1λg, (3.40)

donde g1 = g/ cos θW , g es la constante de acoplamiento débil y θW es el ángulo de mezcla
débil y λg depende del patrón de ruptura de la simetŕıa de O(1) [55]. En este trabajo,
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consideramos al bosón Z ′ que surge de modelos de teoŕıas de gran unificación como el
grupo de norma E6. Este grupo de norma E6 es roto a la escala de TeV a SO(10) y
un grupo de norma Uψ, por el cual surge el bosón Zψ. El SO(10) se rompe a un más
a la escala de TeV a SO(5) y a un grupo de norma U(1)χ, donde surge el bosón Zχ.
Por último, el SO(5) es rota a la escala de TeV al grupo de norma del ME, es decir,
SO(5)→ SUC(3)×SU(2)L×U(1)Y . El bosón Zη surge de una combinación lineal del bosón

de norma Zχ y del bosón de norma Zψ, dada expĺıcitamente como Zη =
√

3
8
Zχ+

√
5
8
Zψ [56];

este nuevo bosón de norma neutro surgiŕıa de rompimientos de grupos de norma grandes
que se asemejan a los que aparecen en teoŕıas de supercuerdas. En particular, en el modelo
E6 con un grupo de norma extra U ′(1), la carga de U ′(1) es una combinación lineal de
U(1)χ y U(1)ψ tal que QE6 = Qχ cos β + Qψ sin β; donde β es un ángulo de mezcla con
rango 0 < θ < π. Espećıficamente, en los modelos donde surgen Zχ, Zψ y Zη se tiene que

β = 0, π
2

y -arctan(
√

5
3
), respectivamente [56, 57].

El modelo con simetŕıa izquierda-derecha está basado en un grupo de simetŕıa de norma
SU(3)C × SU(2)L× SU(2)R×U(1)B−L. Este modelo a bajas enerǵıas reproduce todas las
caracteŕısticas del modelo SUL(2)×U(1) y además introduce neutrinos derechos [58]. Otras
de las consideraciones de este modelo es que también dota de masa a los neutrinos [58].
El bosón secuencial ZS se define para tener los mismos acoplamientos de fermiones con el
bosón del ME, es decir, el acoplamiento de norma es g2 = g1.

Qu
L Qu

R Qd
L Qd

R Qe
L Qe

R Qν
L

ZS 0.3456 -0.1544 -0.4228 0.0772 -0.2684 0.2316 0.5
ZLR -0.08493 0.5038 -0.08493 -0.6736 0.2548 -0.3339 0.2548
Zχ

−1
2
√

10
1

2
√

10
−1

2
√

10
1

2
√

10
3

2
√

10
−3

2
√

10
3

2
√

10

Zψ
1√
24

−1√
24

1√
24

−1√
24

1√
24

−1√
24

1√
24

Zη
−2

2
√

15
2

2
√

15
−2

2
√

15
2

2
√

15
1

2
√

15
−1

2
√

15
1

2
√

15

Tabla 3.2: Acoplamientos quirales en modelos extendidos.



Caṕıtulo 4

Discusión de resultados

Como ya hemos discutido anteriormente, nuestro objetivo principal de este trabajo
es analizar el papel que desempeñan las correcciones radiativas en el análisis de algunas
señales importantes de nueva f́ısica. En espećıfico, estamos interesados en estudiar los de-
camientos de part́ıculas pseudoescalares, tales como: el ΦP → γγ, Φ → WW , η → γZ,
η → γγ, y η → gg. También, se estudian otros procesos como el decaimiento µ → eγ, el
decaimiento mesónico B0

S → µe, y MDCM del quark top. Estos procesos son importan-
tes, dado que ofrecen una buena oportunidad para obtener información sobre efectos de
CNCS que está más allá del ME. Cabe destacar que este trabajo de tesis es basado en
publicaciones realizados en una revista indexada de circulación internacional y de arbitraje
estricto. De esta manera, nuestras estimaciones encontradas de los decaimientos ΦP → γγ,
Φ → WW están reportados y publicados en la revista Journal of Physics G: Nuclear and
Particle Physics [59]. A su vez, son reportados en Journal of Physics: Conference Series [60].
Los decaimientos η → γZ, η → γγ, y η → gg están bajo estudio y son desarrollos comple-
mentarios sobre el análisis de los procesos efectuados en esta tesis. Las predicciones sobre
el decaimiento mesónico B0

s → µe han sido reportadas en PoS LHCP2019 [61] y está en
preparación para la posible publicación en una revista internacional [62]. Por último, las
contribuciones sobre el MDCM del quark top en el contexto del ME han sido analizadas
y reportadas en la ref. [41]. Por esta razón, este trabajo solo estudia el MDCM del quark
top que emergen de las contribuciones de part́ıculas exóticas predichas por SLHM. Debido
a esto podŕıa surgir nuevos efectos del MDCM del quark top, el cual seŕıa relevante para
imponer cotas sobre los parámetros de este modelo. A continuación se hace la discusión de
cada uno de los temas mencionados arriba.

29
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4.1. Decaimientos ΦP → γγ y ΦP → WW a nivel de un

lazo

Con el fin de obtener las expresiones anaĺıticas de las amplitudes de decaimiento de los
procesos ΦP → γγ y ΦP → WW se requieren conocer las reglas de Feynman involucradas,
en espećıfico, las reglas asociadas a dichos decaimientos se resumen en la Tabla 4.1 [16].

ΦPuu − mu√
2v

( v
f
−
√

2sp)γ
5

ffAµ −ieQfγ
µ

udW+ −iγµPLVud

Tabla 4.1: Acoplamientos del modelo LTHM y ME.

En la Figura 4.1 se muestran los diagramas de Feynman correspondientes a los de-
caimientos ΦP → γγ y ΦP → WW ; dentro de los lazos circulan quarks del ME. Las
condiciones cinemáticas de dichos decaimientos son las siguientes: para ΦP → γγ tenemos
que k2

1 = k2
2 = 0, k1 · k2 = m2

ΦP /2 y p2 = m2
ΦP , donde p es el cuadrimomento de ΦP , k1

y k2 son los cuadrimomentos de los fotones. En cuanto al caso del proceso ΦP → WW se
refiere, tenemos que k2

1 = k2
2 = m2

W , k1 · k2 = (m2
ΦP − 2m2

W )/2 y p2 = m2
ΦP . Con referencia

a lo anterior, podemos escribir la amplitud para el decaimiento ΦP → γγ de la siguiente
forma

M(ΦP → γγ) = Aγγεµναβk1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2) (4.1)

con

Aγγ =
−g2NC s

2
W

9
√

2 f π2
m2
tC0(0, 0,m2

ΦP ,m
2
t ,m

2
t ,m

2
t ), (4.2)

donde C0(0, 0,m2
ΦP ,m

2
t ,m

2
t ,m

2
t ) es una función escalar de Passarino-Veltman de tres pun-

tos. Después de realizar algunas operaciones algebraicas, la anchura de decaimiento ΦP →
γγ se expresa como
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ΦP (p)

γ(k2)

γ(k1)
ΦP (p)

γ(k1)

γ(k2)

ΦP (p)

W (k1)

W (k2)
ΦP (p)

W (k2)

W (k1)

(a)

(b)

t

t

t t

t

t

t

t

b

t

b

t

Figura 4.1: Diagramas de Feynman que contribuyen a los decaimientos ΦP → γγ y ΦP →
WW .

Γ(ΦP → γγ) =
1

64π
|Aγγ|2m3

ΦP . (4.3)

La amplitud de decaimiento ΦP → WW está dada por

M(ΦP → WW ) = AWW εµναβk1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2), (4.4)

con

AWW =
g2NCm

2
t |Vtb|2

8
√

2 f π2(4m2
W −m2

ΦP
)

[(
B0(3)−B0(4)

)
+

(
m2
b −m2

t +m2
W

)
C0(4)

]
, (4.5)

donde C0(4) = C0(m2
W ,m

2
W ,m

2
ΦP ,m

2
t ,m

2
b ,m

2
t ), B0(3) = B0(m2

ΦP ,m
2
t ,m

2
t ) y B0(4) = B0

(m2
W ,m

2
b ,m

2
t ) son funciones escalares de Passarino-Veltman. De este modo, la anchura de

decaimiento asociada puede expresarse de la siguiente manera:

Γ(ΦP → WW ) =
1

32π
|AWW |2 (m2

ΦP − 4m2
W )3/2. (4.6)

Obsérvese que los factores de forma Aγγ y AWW son libres de divergencias ultravioletas y sus
correspondientes estructuras de Lorentz satisfacen la invariancia de norma. La aparición del
tensor de Levi-Civita en la amplitud de decaimiento de ΦP es una manifestación distintiva
de la naturaleza pseudoscalar de esta part́ıcula [63].
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4.2. Decaimientos η en el contexto de SLHM

Como mencionamos arriba, la estructura de los campos de quarks depende de la inclu-
sión que seleccionemos, es decir, la inclusión universal o la inclusión libre de anomaĺıas. De
acuerdo con esto, podemos abordar el objetivo de nuestro trabajo en dos formas, sin embar-
go, la referencia [17] afirma que la inclusion de fermion libre de anomaĺıas es algo favorecido
en comparación con la inclusión universal por restricciones de precisión electrodébil. Por
esta razón, en este trabajo nos centramos en el caso de inclusión libre de anomaĺıas. De
acuerdo con la información anterior, las reglas de Feynman que se utilizarán para el análisis
de los decaimientos de la part́ıcula η se pueden ver en la Ref. [46]. A continuación se hace
el análisis de los decaimientos de la part́ıcula η de la siguiente forma

η(p) H(k1)

Z(k2)
η(p)

Z(k1)

W+(k2)

W−(k3)H

Figura 4.2: Diagramas de Feynman que contribuyen a los decaimientos η → HZ,ZWW a
nivel árbol.

En la figura 4.2 se muestran los diagramas de Feynman correspondientes a los de-
caimientos η → ZH y η → ZWW a nivel árbol. Cabe mencionarse que estos procesos
representan los modos principales de decaimiento del pseudoescalar η. Con referencia a lo
anterior, podemos escribir la anchura de decaimiento para η → ZH como

Γ(η → ZH) =
(t2β − 1)2m3

η

8πf 2t2β

[(
1−

(
mH −mZ

mη

)2)(
1−

(
mH +mZ

mη

)2)]3/2

. (4.7)

La amplitud asociada con el proceso η → ZWW puede ser escrita como

M(η → ZWW ) =
√

2

(
tβ −

1

tβ

)
g mZmW

f

(
kµ1 + 2(k2 + k3)µ

)
gνα

(k2 + k3)2 −m2
H

ε∗µ(k1)ε∗ν(k2)ε∗α(k3).(4.8)

Por tanto, la anchura de decaimiento del proceso η → ZWW es

dΓ(η → ZWW )

dxadxb
=

mη

256π3
|M(η → ZWW )|2. (4.9)
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A continuación presentamos los acoplamientos necesarios para el estudio de los procesos
η → γZ, η → γγ y η → gg. En la Tabla 4.2 se encuentran las respectivas reglas de
Feynman del quark top pesado en el contexto del SLMH. Finalmente, las reglas asociadas
a los acoplamientos ηt̄t, ηT̄T y ηT̄ t están dadas en la ecuación (3.22).

ZµTT −i2gs2W
3cW

γµ

ZµTt −i g
2cW

(
tβ

1+t2β
)(xλ − 1

xλ
) mt
mT
γµPL

AµTT −ieQTγ
µ

gaµTT −igsγµT a

Tabla 4.2: Acoplamientos del quark top pesado.

η(p) η(p)

Z(k2)

γ(k1)

t, T

t, T

t, T

t, T

t, T

t, T
Z(k2)

γ(k1)

η(p) η(p)

Z(k2)

γ(k1)

T, t

t, T

T, t

t, T

T, t

T, t
Z(k2)

γ(k1)

Figura 4.3: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento η → γZ. Aqúı, t es el
quark top del ME y T representa el quark top pesado.

En la Figura 4.3 se muestran los diagramas de Feynman correspondientes al decaimiento
η → γZ, donde γ simboliza al fotón, Z es el bosón neutro del ME y η es la part́ıcula
pseudoescalar predicha por SLHM. En este sentido, la amplitud de decaimiento η → γZ
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está dada por

M(η → γZ) = (AγZ1 + AγZ2 ) εµναβk1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2)

= AγZ εµναβk1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2) (4.10)

con

AγZ1 =− 2g2NC s
3
W

9π2 cW v

∑
q=t,T

m2
q y

η
qC0(m2

Z ,m
2
η, 0,m

2
q,m

2
q,m

2
q)

+
g2NC sW
12π2 cW v

m2
t y

η
tC0(m2

Z ,m
2
η, 0,mt2,m

2
t ,m

2
t ), (4.11)

AγZ2 = − g2NC sW tβ(1− x2
λ)

12 π2 cW mT xλ (t2β + 1) v
m3
t C0(m2

Z ,m
2
η, 0,m

2
t ,m

2
T ,m

2
t ), (4.12)

donde C0(m2
Z ,m

2
η, 0,m

2
q,m

2
q,m

2
q) es la función escalar de Passarino-Veltman de tres puntos,

mt es la masa del quark top y Nc = 3 debido a que circulan quarks en el lazo. El parámetro
sW es definido como sW = sin θW , donde θW es el ángulo de mezcla débil.

De esta manera, la anchura de decaimiento de dicho proceso se puede expresar de la
siguiente forma

Γ(η → γZ) =
1

32 πm3
η

| AγZ |2 (m2
η −m2

Z)3. (4.13)

η(p)

γ(k2)

γ(k1)

η(p)

g(k1)

g(k2)

q

q

q

q

q

q

η(p)

γ(k1)

γ(k2)

q

q

q

η(p)

g(k2)

g(k1)

q

q

q

Figura 4.4: Diagramas de Feynman para el decaimiento η → γγ, gg.

A continuación se describen las expresiones anaĺıticas correspondientes a las amplitudes
de los procesos η → γγ, gg a nivel de un lazo. En la Figura 4.4 se muestran los diagramas
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de Feynman asociados a los decamientos η → γγ, gg; q incluye al quark top del ME y al
quark top pesado. La amplitud para el decaimiento η → γγ se puede escribir de la siguiente
manera

M(η → γγ) = Aγγεµναβk1αk2βε
∗
µ(k1)ε∗ν(k2), (4.14)

en este caso el factor de forma es

Aγγ = −2 g2NC s
2
W

9π2 v

∑
q=t,T

m2
qy
η
qC0(0, 0,m2

η,m
2
q,m

2
q,m

2
q). (4.15)

En este sentido, la anchura de decaimiento asociado se puede expresar como

Γ(η → γγ) =
1

64π
| Aγγ |2 m3

η. (4.16)

Finalmente, presentamos el resultado anaĺıtico para la amplitud del proceso η → gg.
Dicha amplitud se puede apreciar a continuación

M(η → gg) = Agg1 ε
µναβk1αk2βε

∗a
µ (k1)ε∗bν (k2)δab, (4.17)

siendo

Agg = − g2
s

4π2 v

∑
q=t,T

m2
qy
η
qC0(m2

η, 0, 0,m
2
q,m

2
q,m

2
q). (4.18)

Por lo tanto, la anchura de decaimiento es

Γ(η → gg) =
1

8π
| Agg |2 m3

η. (4.19)

Por ultimo, cabe mencionarse que los factores de forma AγZ , Aγγ y Agg quedan en
términos de las funciones escalares de Passarino-Veltman y son libres de divergencias ul-
travioletas (UV). Además, debe destacarse que la aparición del tensor de Levi-Civita en las
amplitudes de decaimiento a nivel de un loop es una manifestación distintiva de la natura-
leza pseudoescalar del bosón η. Los decaimientos η → γγ y η → gg han sido estudiados en
un trabajo previo [19], donde se considera que la masa de η es pequeña. Sin embargo, ahora
estamos interesados en analizar dichos decaimientos en función de la escala de enerǵıa f
asumiendo una masa mη del orden de unidades de TeVs.



36 4.3. Estudio de la conversión µ− e

4.3. Estudio de la conversión µ− e
Otro proceso de nuestro interés, es la conversión µ−e, la cual estaŕıa presente en átomos

muónicos 1 en donde se espera que se manifieste violación de sabor entre leptones cargados
(VSL) [64, 65, 66]. En el contexto de la f́ısica que está más allá del ME, el proceso de
captura del muon a electrón [64, 65, 66] es de la forma

µ− +N → e− +N, (4.20)

donde este proceso es llamado la conversión µ− e en un átomo muónico. El parámetro N
es función del número másico A y del numero atómico Z de un núcleo, respectivamente.

La fracción de decaimiento de la conversión µ− e [64] está dada como

B(µ− +N → e− +N) ≡ Γ(µ− +N → e− +N)

Γ(µ− +N → capture)
, (4.21)

donde Γ(µ− + N → capture) es la anchura de decaimiento de la captura del muon. Por
simplicidad, podemos reescribir la ecuación (4.21) como

B(µ− +N → e− +N) = CR(µN → eN). (4.22)

Las contribuciones de la conversión µ − e en un átomo muónico se pueden agrupar
en dos partes: la contribución fotónica y la contribución no fotónica. El estudio de la
contribución fotónica se inicio por Weinberg y Feinberg [64], mientras que la aportación no
fotónica se estudio mas tarde por Marciano y Sanda [64]. Las contribuciones fotónicas han
sido estudiadas en varios modelos modelos extendidos [64, 67, 68, 69], donde los factores
de forma dominantes corresponden a transiciones dipolares. Bajo este escenario podemos
asumir que la contribución fotónica es dominante y en una buena aproximación podemos
escribir la fracción de decaimiento de la conversión µ− e sobre Titanio como [68, 69]

CR(µTi→ eT i) ∼= 1

200
B(µ→ eγ). (4.23)

4.3.1. Cálculo de la intensidad del acoplamiento Z ′µe a través de
la conversión µ− e

En esta sección se presta atención especial a la conversión µ−e junto con el decaimiento
µ→ eγ, puesto que el objetivo radica en la estimación del parámetro Ωµe, el cual surge de

1Cuando un muon es detenido en algún material, es decir, es atrapado por un núcleo, y forma un átomo
muónico.
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estudiar el vértice Z ′µe. En este sentido, nos enfocaremos en el estudio del proceso µ→ eγ
mediado por un nuevo bosón Z ′, es aśı que haremos uso del lagrangiano renormalizable
más general en donde están incluidas las corrientes neutras que cambian sabor (CNCS) me-
diadas por un bosón de norma Z ′, las cuales podŕıan surgir en cualquier modelo extendido
o de gran unificación. Dicho lagrangiano se puede apreciar en la ecuación (3.39).

γ(q)

µ(pi) e(pj)

γ(q)

µ(pi) e(pj)

γ(q)

µ(pi) e(pj)

Z ′ Z ′

Z ′

τ τ

τ

τ

Figura 4.5: Diagramas de Feynman que contribuyen al decaimiento µ→ eγ.

Las contribuciones del vértice que viola sabor, Z ′µe, al decaimiento µ→ eγ están dadas
por los diagramas de Feynman que se muestran en la Figura 4.5. La evaluación anaĺıtica
de dicha contribución requiere conocer la reglas de Feynman asociadas a los vértices que
cambian y respetan el sabor, es aśı que estas pueden extraerse del lagrangiano dado en
la ecuación (3.39), en espećıfico, las reglas asociadas con los vértices Z ′µτ y Z ′τe quedan
dadas como −iγα(ΩLτµPL + ΩRτµPR) y −iγα(ΩLτePL + ΩRτePR), respectivamente. Cabe
mencionar que en la realización del cálculo de la amplitud de µ → eγ se hará uso del
resultado presentado en la referencia [70]. De este modo encontramos que la amplitud total
de dicho proceso es

M(µ→ eγ) =
ie

mµ

ū(pj)σ
µαqα

(
σLPL + σRPR

)
u(pi), (4.24)

donde

σL =

[
ΩRτµΩRτey1 + ΩLτµΩLτey2 + ΩRτµΩLτey3 + ΩLτµΩRτey4

]
, (4.25)

σR =

[
ΩLτµΩLτey1 + ΩRτµΩRτey2 + ΩLτµΩRτey3 + ΩRτµΩLτey4

]
. (4.26)

Aqúı, y1, y2, y3 y y4 tienen la siguiente estructura

y1 =m2
µ

[
2a+ 6c+ 3d+

m2
τ

m2
Z′

(
3d

2
− c
)

+
m2
e

m2
Z′

(
3d

2
+ c

)]
, (4.27)
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y2 =mµme

[
2a+ 6c+ 3d+

m2
τ

m2
Z′

(
3d

2
− c
)

+
m2
µ

m2
Z′

(
3d

2
+ c

)]
, (4.28)

y3 =mµmτ

[
− 4a− 8c+

2m2
τc

m2
Z′
− m2

µ

m2
Z′

(
3d

2
+ c

)
− m2

e

m2
Z′

(
3d

2
+ c

)]
, (4.29)

y4 =− 3
m2
µmemτ

m2
Z′

d, (4.30)

donde a, c y d están dados como

a =
i

16π2m2
Z′

[ −1
m2
τ

m2
Z′
− 1

+
ln( m

2
τ

m2
Z′

)

( m
2
τ

m2
Z′
− 1)2

]
, (4.31)

c =
i

16π2m2
Z′

[ m2
τ

m2
Z′
− 3

4( m
2
τ

m2
Z′
− 1)2

+
ln( m

2
τ

m2
Z′

)

2( m
2
τ

m2
Z′
− 1)3

]
, (4.32)

d =
i

16π2m2
Z′

[−2( m
2
τ

m2
Z′

)2 + 7 m2
τ

m2
Z′
− 11

18( m
2
τ

m2
Z′
− 1)3

+
ln( m

2
τ

m2
Z′

)

3( m
2
τ

m2
Z′
− 1)4

]
. (4.33)

En base a la definición de la anchura de decaimiento [5] y al cuadrar la amplitud µ→ eγ
obtenemos que

Br(µ→ eγ) =
α

4
(1− x2)3

[
|σL|2 + |σR|2

]
mµ

Γµ
, (4.34)

donde x = me
mµ

y Γµ es la anchura total del muon. Ahora, por simplicidad, asumimos que

ΩLτµ = ΩRτµ ≡ Ωτµ y ΩLτe = ΩRτe ≡ Ωτe, por lo tanto, la ecuación anterior se puede
reescribir como

Br(µ→ eγ) =
α

2
(1− x2)3

[
|ΩτµΩτe|2|y1 + y2 + y3 + y4|2

]
mµ

Γµ
. (4.35)
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Por otra parte, en la Ref. [62] se demuestra que se satisface la siguiente relación entre
elementos de la matriz ΩµτΩτe = Ωµe. De acuerdo con esta información proporcionada y al
considerar la ecuación (4.35) junto con la ecuación (4.23) podemos calcular la intensidad
de acoplamiento Z ′µe de la siguiente manera

|Ωµe|2 = 400
Γµ
mµ

CR(µTi→ eT i)

α(1− x2)3|y1 + y2 + y3 + y4|2
. (4.36)

4.4. Estudio de violación de sabor en el decaimiento

B0
s → µe

Actualmente se sabe que la fracción de decaimiento del mesón B0
s → µ+µ− ha si-

do medida con gran precisión por la colaboración experimental LHCb [71], en espećıfico,
Br(B0

s → µ+µ−) = (3.0 ± 0.6+0.3
−0.2) × 10−9. Este resultado se presenta en base al análisis

de colisiones protón-protón (pp) a una luminosidad integrada total de 4.4 fb−1. En este
sentido, surge la motivación por estudiar el hipotético impacto del acoplamiento Z ′bs en el
proceso B0

s → µ+µ− mediado por un Z ′ a nivel árbol. A través de dicho estudio se analiza
la predicción teórica de la fracción de decaimiento B0

s → µe mediado por un Z ′. Es aśı, que
partimos del lagrangiano más general renormalizable para obtener el hamiltoniano efectivo
del proceso B0

s → lilj (ver Fig. 4.6). Por lo tanto, el hamiltoniano efectivo que describe
dicho proceso se puede expresar de la siguiente forma [72, 73, 74, 75]

HBeff =
CBeff (mb)

m2
B0

s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′

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

+[s(p2)γµ(ΩLbsPL + ΩRbsPR)b(p1)][lj(p4)γµ(Ω∗
Llj liPL + Ω∗

Rlj liPR)li(p3)]
}
, (4.37)

donde ΓZ′ es la anchura de decaimiento total del bosón Z ′ [76], mB0
s

es la masa del mesón
B0
s y CB

eff (mb) es el respectivo coeficiente de Wilson. Cabe mencionarse que la estructura
de nuestro Hamiltoniano está inspirada en la forma efectiva final del Hamiltoniano del ME
para el proceso B0

s → lilj [74, 77, 78], donde hemos adoptado el enfoque de inserción de
vaćıo [74, 77, 79], por lo que solo se contempla un único coeficiente de Wilson. Para evaluar
la amplitud de transición < 0|HB

eff |B0
s >, generalmente se puede adoptar el método de

inserción de vaćıo para la evaluación de los elementos de la matriz en la ecuación (4.37)
que se dan en general como [74, 77, 79, 80, 81]

〈0|sγµγ5b|B0
s 〉 = ifB0

s
P µ, 〈0|qγµb|B0

q 〉 = 0, (4.38)

siendo P µ el cuadrimomento del mesón B0
s .
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lj(p4)

li(p3)

b̄(p1)

s(p2)

Z
′

Figura 4.6: Diagrama de Feynman para el proceso B0
s → lilj, donde li, lj = µ, e.

Usando las ecuaciones (4.37), (4.38) podemos escribir las amplitudes para el proceso
B0
s → lilj de la siguiente forma

M(B0
s → lil̄j) =

i fB0
s
Ceff(mb) (ΩRbs − ΩLbs)

2(m2
B0
s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′)

{
li(p3)[(mliΩRlilj −mljΩLlilj)PR

+ (mliΩLlilj −mljΩRlilj)PL]lj(p4)

}
, (4.39)

M(B0
s → l̄ilj) =

i fB0
s
Ceff(mb) (ΩRbs − ΩLbs)

2(m2
B0
s
−m2

Z′ + imZ′ΓZ′)

{
lj(p4)[(mljΩ

∗
Rlilj
−mliΩ

∗
Llj li

)PR

+ (mljΩ
∗
Llilj
−mliΩ

∗
Rlj li

)PL]li(p3)

}
. (4.40)

Por simplicidad, tomamos ΩRbs − ΩLbs = Ωbs. En el resto de esta sección, asumimos que
ΩLlilj = ΩRlj li = Ωlilj . De esta manera, la anchura de decaimiento B0

s → lilj correspondiente
a una suma incoherente se expresa como

Γ(B0
s → lilj) =Γ(B0

s → lilj) + Γ(B0
s → lilj)

=
CBe ff

2|Ωbs|2m3
B0

s
f2B0

s

32π
[
(m2

B0
s
−m2

Z′)2 +m2
Z′Γ2

Z′

] {(|ΩLlilj |2 + |ΩRlilj |2)

[
(m2

li +m2
lj)

m2
B0

s

−
(m2

li −m2
lj)

2

m4
B0

s

]

−4
mlimlj

m2
B0

s

Re(ΩLliljΩ∗
Rlilj )

}√√√√(1− (mli +mlj )2

m2
B0

s

)(
1− (mli −mlj )2

m2
B0

s

)
. (4.41)

Por otra parte, cuando se confronta la teoŕıa con las mediciones experimentales es nece-
sario tener en cuenta el efecto de las oscilaciones en el sistema B0

s − B̄0
s debido a que la

dependencia temporal de la fracción de decaimiento B0
s se ha integrado en el experimen-

to [82, 83]. Por lo tanto, una buena aproximación para la fracción de decaimiento teórica
del proceso B0

s → lilj en relación con el experimento [82] seŕıa
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Br(B0
s → lilj) = τB0

s
Γ(B0

s → lilj) ' (1− ys)Br(B0
s → lilj)Exp, (4.42)

siendo τB0
s

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

s
/(2ΓB0

s
), ΓB0

s
es la anchura de

decaimiento promedio del proceso B0
s y ∆ΓB0

s
es la diferencia de anchura entre los eigenes-

tados de B0
s .

4.4.1. Cálculo de la intensidad del acoplamiento Z ′bs

Aqúı estimaremos el parámetro Ωbs que representa la interacción Z ′bs a través del
proceso de decaimiento B0

s → µ+µ−. Dado que el proceso B0
s → µ+µ− se midió experimen-

talmente, supondremos que dentro de la incertidumbre experimental se podŕıan encontrar
los efectos de la nueva f́ısica. De este modo, partiendo de la ecuación (4.41) podemos
obtener que

∆Γ(B0
s → µµ̄)Exp =

g2
2C

2
eff(mb)|Ωbs|2mB0

s
f 2
B0
s
m2
µ|Qµ

L −Qµ
R|2

32π
[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′Γ
2
Z′

] √
1− 4m2

µ

m2
B0
s

, (4.43)

donde ΩLµµ = −g2Q
µ
L y ΩRµµ = −g2Q

µ
R. Finalmente, después de sustituir (4.43) en (4.42),

encontramos que |Ωbs|2 es de la forma

|Ωbs|2 =
32π(1− ys)

[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′Γ
2
Z′

]
∆Br(B0

s → µµ̄)Exp

τB0
s
g2

2C
2
eff(mb)mB0

s
f 2
B0
s
m2
µ|Qµ

L −Qµ
R|2
√

1− 4m2
µ

m2
B0
s

. (4.44)

4.4.2. Cálculo de la fracción de decaimiento para el proceso Br(B0
s →

µe)

En la Figura 4.6 se muestra el diagrama de Feynman correspondiente al decaimiento
B0
s → lilj. Considerando esto junto con las ecuaciones (4.41) y (4.42) podemos escribir la

fracción de decaimiento B0
s → lilj de la siguiente forma

Br(B0
s → lilj) '

1

1− ys
τB0

s

f 2
B0
s

(CB
eff )

2 | Ωbs |2 | Ωlilj |2 (mi−mj)2
[
m2
B0
s
− (m2

i +m2
j)

2
]

16πmB0
s

[
(m2

B0
s
−m2

Z′)
2 +m2

Z′ Γ2
Z′

]
×
√[

1−
(
mi +mj

mB0
s

)2][
1−

(
mi −mj

mB0
s

)2]
, (4.45)
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para el propósito de este trabajo sólo será necesario cambiar lilj por µe.

4.5. Momentos dipolares cromoelectromagnéticos en

SLHM

En el ME el quark top es conocido como la part́ıcula elemental más pesada con mt = 173
GeV [5], que es del orden de la escala de Fermi, debido a esto, es natural pensar que exista
una conexión con efectos de nueva f́ısica a la escala de TeVs por medio de sus acoplamien-
tos con nuevos bosones de norma. Por lo tanto, resulta interesante analizar las propiedades
f́ısicas de esta part́ıcula a nivel de un lazo, siendo nuestra propuesta la caracterización de
posibles efectos que violan sabor debido a la presencia de la part́ıcula η en el contexto de
SLHM, lo que impactaŕıa en las propiedades electromagnéticas y cromoelectromagnéticas
del quark top. Los momentos dipolares cromomagnéticos (MDCM) y cromoelétriccos (MD-
CE) del quark top se han estudiado en el ME [32], aśı como en otras extensiones, tales como
el 2HDMs [33], modelo estándar mı́nimo supersimétrico [34, 35], modelos 3-3-1 [36], mo-
delos en tecnicolor [37], modelos con multipletes vectoriales [38], operadores efectivos [39],
modelo de dos dobletes de Higgs con cuatro generaciones de fermiones [40] y en teoŕıas de
gran unificación [41]. De lo anterior es claro que ya se tiene una buena base en cuanto al
análisis de propiedades cromoelectromagnéticas del quark top, por lo que esperemos tener
resultados relevantes. Cabe mencionarse que el estudio sobre el MDCM se hará en la norma
unitaria.

El lagrangiano efectivo sobre los momentos dipolares cromoelectromagnéticos para los
quarks [41, 84], f = q, es

Leff = −1

2
T a f̄σµν(µ+ idγ5) fGa

µν , (4.46)

donde T a es el generador de color, µ es el factor de forma cromomagnético, d es el factor
de forma cromoeléctrica, y Ga

µν es el campo de fuerza del gluón. El MDCM (µf ) y MDCE

(df ) [5, 84, 85] se pueden definir sin dimensiones como µ̂f y d̂f

µ ≡ gs
mf

µ̂f , d ≡ gs
mf

d̂f , (4.47)

siendo gs la constante de acoplamiento de la interacción fuerte.
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t(p) t(p′)η(k)

t(k + p) t(k + p′)

t(p) t(p′)η(k)

T (k + p) T (k + p′)

t(p) t(p′)H(k)

T (k + p) T (k + p′)

t(p) t(p′)Z ′(k)

t(k + p) t(k + p′)

t(p) t(p′)Y 0(k)

t(k + p) t(k + p′)

t(p) t(p′)X(k)

b(k + p) b(k + p′)

(a) (b) (c)

(d) (e) (f)

Figura 4.7: Diagramas de Feynman para la contribución al MDCM del quark top a nivel
de un lazo en el SLHM.

4.5.1. El MDCM con q2 = 0

A continuación, calculamos las contribuciones a nivel de un lazo al MDCM anómalo
de un quark top mediado por un bosón de norma pesado (Z ′, Y 0, X+), un pseudoescalar
pesado η y un bosón de Higgs. Los diagramas de Feynman correspondientes se muestran en
la Figura 4.7. Aśı mismo, las reglas de Feynman utilizadas para dicho estudio están dadas
en la Tabla 4.3. Usando la información anterior se pueden escribir las amplitudes para el
vértice ttg como

Mµ
6a = −(

mt

v
yηt )2gsT

a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′) γ5(/k + /p′ +mt)γ
µ(/k + /p+mt)γ

5 u(p)

[(k + p′)2 −m2
t ][(k + p)2 −m2

t ][k
2 −m2

η]
, (4.48)

Mµ
6b = −(

mt

v
)2gsT

a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′)PL(/k + /p′ +mT )γµ(/k + /p+mT )PR u(p)

[(k + p′)2 −m2
T ][(k + p)2 −m2

T ][k2 −m2
η]

, (4.49)

Mµ
6c = −(gHtT )2gsT

a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′)(/k + /p′ +mT )γµ(/k + /p+mT )u(p)

[(k + p′)2 −m2
T ][(k + p)2 −m2

T ][k2 −m2
H ]
. (4.50)
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ηtt mt
v
ytηγ

5, ytη = −
√

2v
f
cot2β

ηT t mt
v
PR

HtT −igHtT , gHtT =
tβ

1+t2β
(xλ − 1

xλ
)mt
v

Z ′tt i g
2cW

γµ(gtV Z′ − gtAZ′γ5), gtV Z′ =
1
2

+ 1
3
s2W√

3−4s2W
, gtAZ′ =

1
2
−s2W√
3−4s2W

Y 0tt
g√
2
δtγ

µPL

X−bt
g√
2
δtγ

µPL

Tabla 4.3: Acoplamientos del quark top en el SLHM. Aqúı, PL,R = 1
2
(1 ± γ5) son los

proyectores quirales y δt =
tβ

1+t2β
(xλ − 1

xλ
) mt
mT

.

Aqúı, mη es la masa del pseudoescalar η y mT la masa del nuevo quark top pesado. Para
resolver este tipo de integrales, se usará el método de parametrización de Feynman, donde
se implantará con la notación de la referencia [86]. En este sentido, se usaron las condi-
ciones cinemáticas y de transversalidad, junto con la aplicación de la ecuación de Dirac.
Finalmente, al implementarse las identidades de Gordon y al hacer algunas manipulaciones
algebraicas, se puede extraer la información referente al momento cromomagnético anóma-
lo µ̂fi . Basándose en la información anterior y al considerar las ecuaciones (4.48) y (4.49),
obtenemos lo siguiente

µ̂ηtt (q2 = 0) =
m4
t (t

2
β − 1)2

32π2f 2t2β

∫ 1

0

dz
(z − 1)3

m2
ηz +mt2(z − 1)2

, (4.51)

µ̂ηTt (q2 = 0) =
m4
t

32π2v2

∫ 1

0

dz
(1− z)2z

(1− z)(m2
t −m2

T )−m2
t (z − 1)2 −m2

ηz
. (4.52)

Al sumarse las ecuaciones (4.51) y (4.52), podemos obtener la contribución total del MDCM
mediado por un pseudoescalar η, el cual denotamos como:

µ̂η =µ̂ηtt + µ̂ηTt .
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De manera similar, obtenemos el MDCM mediado por un bosón de Higgs (ver ecuación
4.50) como

µ̂HTt (q2 = 0) =
m3
t t

2
β(x2

λ − 1)2

16π2(t2β + 1)2v2x2
λ

∫ 1

0

dz
(1− z)2(mtz +mT )

(1− z)(m2
t −m2

T )−m2
t (z − 1)2 −m2

Hz
. (4.53)

Cabe resaltar que las integrales encontradas para la contribución al MDCM cuando están
mediadas por un bosón de Higgs y un pseudoescalar tienen buen comportamiento, es decir,
el resultado de las ecuaciones (4.51), (4.52) y (4.53) son finitos.

Los cálculos para el vértice ttg (ver Figura 4.7) mediado por bosones de norma pesados
los hacemos a continuación. Expĺıcitamente, las amplitudes se expresan como

Mµ
6d = −(

g

2cW
)2gsT

a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′) γα(gtV Z′ − gtAZ′γ5)(/k + /p′ +mt)γ
µ(/k + /p+mt)γ

β

[(k + p′)2 −m2
t ][(k + p)2 −m2

t ][k
2 −m2

Z′ ]

× (gtV Z′ − gtAZ′γ5)u(p) (−gαβ +
kαkβ

m2
Z′

), (4.54)

siendo mZ′ la masa del nuevo bosón neutro Z ′.

Mµ
6e = −(

gδt√
2

)2gsT
a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′) γαPL(/k + /p′ +mt)γ
µ(/k + /p+mt)γ

βPL u(p)

[(k + p′)2 −m2
t ][(k + p)2 −m2

t ][k
2 −m2

Y 0 ]
(−gαβ +

kαkβ

m2
Y 0

),

(4.55)

donde mY 0 representa la masa del bosón neutro Y 0.

Mµ
6f = −(

gδt√
2

)2gsT
a

∫
d4k

(2π)4

ū(p′) γαPL(/k + /p′ +mb)γ
µ(/k + /p+mb)γ

βPL u(p)

[(k + p′)2 −m2
b ][(k + p)2 −m2

b ][k
2 −m2

X ]
(−gαβ +

kαkβ

m2
X

),

(4.56)

mX es la masa del nuevo bosón cargado X. Ahora, procediendo de la misma forma que
los cálculos anteriores, se obtienen los momentos dipolares cromomomagnéticos del quark
top mediados por bosones de norma pesados como:

µ̂Z′(q
2 = 0) =

g2

64π2c2
Wa

4

{
g2
AZ′

[−2(8a4 − 6a2 + 1)√
1− 4a2

Log

(√
1− 4a2 + 1

2a

)
+ (1− 2a2)(a2 − 2)a2

+ (−2a4 + 4a2 − 1)Log(a2)

]
+ g2

V Z′

[−2(2a4 − 4a2 + 1)√
1− 4a2

Log

(√
1− 4a2 + 1

2a

)
+ (a2 − 2)a2 + (2a2 − 1)Log(a2)

]}
, (4.57)
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con a = mt
mZ′

. Los parámetros gAZ′ y gV Z′ están definidos en la Tabla 4.3.

µ̂Y 0(q2 = 0) =
g2m2

t t
2
β(x2

λ − 1)2

64π2m2
T (t2β + 1)2b4(4b2 − 1)x2

λ

[
− 2
√

1− 4b2 (5b4 − 5b2 + 1)Log

(√
1− 4b2 + 1

2b

)
+ (4b6 − 13b4 + 7b2 − 1)Log(b2) + (4b6 − 13b4 + 11b2 − 2)b2

]
, (4.58)

donde b = mt
mY 0

.

µ̂X(q2 = 0) =
g2m2

Xt
2
β(x2

λ − 1)2

128π2m2
T (tβ + 1)2x2

λd
2

{2

[
c2d6 − (c2 − 1)3(c2 + 2) + (−3c4 + c2 + 3)d4 + (c2 − 1)√

d4 + (c2 − 1)2 − 2(c2 + 1)d2

× (3c4 + c2 + 5)d2

]
Log

(√
d4 + (c2 − 1)2 − 2(c2 + 1)d2 + (c2 − d2 + 1)

2c

)
+ (3c2 − 4)d4 − 2(c4 + c2 − 2)d2 +

[
c2

(
c4 − 2(c2 − 1)d2 + d4 − 3

)
− 3d2 + 2

]
Log(c2) + d6

}
, (4.59)

siendo c = mb
mX

y d = mt
mX

.
De esta manera, el resultado encontrado al MDCM cuando circulan tops y bosones de

norma en el lazo son finitos. Sin embargo, la implementación del método de parametrización
de Feynman para estos casos se requieren un estudio más profundo y detallado, por lo que,
se utilizó la paqueteŕıa de Package-X [87] para su análisis.

4.5.2. El MDCM con q2 6= 0

En la sección anterior se analizó el MDCM del quark top para q2 = 0, sin embargo, en
varias literaturas han sido analizadas para el caso q2 6= 0 [5, 84, 85, 88]. Por tal motivo, seŕıa
importante analizar dichas propiedades en fuera de capa de masa (q2 6= 0). Los diferentes
diagramas de Feynman están dados en la Figura 4.7. Aśı que los diferentes contribuciones
de la nueva f́ısica para el MDCM del quark top tienen la siguiente estructura:

µ̂ηtt (q2) = −
m4
t (t

2
β − 1)2

32π2f 2t2β

∫ 1

0

∫ 1−z

0

dydz
(z − 1)2

m2
ηz +m2

t (z − 1)2 + q2y(y + z − 1)
, (4.60)

µ̂ηTt (q2) =
m4
t

32π2v2

∫ 1

0

∫ 1−z

0
dydz

(1− z)z
(1− z)(m2

t −m2
T )−m2

t (z − 1)2 −m2
ηz − q2y(y + z − 1)

.

(4.61)
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Al sumarse las ecuaciones (4.60) y (4.61), podemos obtener la contribución total del
MDCM mediado por un pseudoescalar η para el escenario q2 6= 0, el cual denotamos como

µ̂η =µ̂ηtt + µ̂ηTt . (4.62)

En cuanto al MDCM del quark top mediado por un bosón de Higgs de ME está escrito
como

µ̂HTt (q2) =
m3
t t

2
β(x2λ − 1)2

16π2(t2β + 1)2v2x2λ

∫ 1

0

∫ 1−z

0
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(1− z)(m2
t −m2

T )−m2
t (z − 1)2 −m2

Hz − q2y(y + z − 1)
.

(4.63)

Finalmente, los diferentes contribuciones sobre MDCM del quark top medidos por bo-
sones de norma pesados para q2 6= 0 tienen la siguiente estructura

µ̂Z′(q2) =
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′
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siendo B01Y
0

= B0[m2
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donde B01X = B0[m2
t ,m

2
b ,m

2
X ], B02X = B0[q2,m2

b ,m
2
b ], B03X = B0[0,m2

b ,m
2
X ] y
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2
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2
X ,m

2
b ].

Cabe señalar que las ecuaciones (4.64),(4.65) y (4.66), son finitos. De esta forma, se
ha corroborado la finitud ultravioleta. Dichos resultados son obtenidos usando paqueteŕıa
Feyncalc [89].



Caṕıtulo 5

Análisis numérico

5.1. Estimación de las fracciones de decaimiento de

los procesos ΦP → γγ y ΦP → WW

En este trabajo empleamos el programa LoopTools [90, 91] para la evaluación numérica
de las anchuras de decaimiento ΦP → γγ y ΦP → WW . Antes de continuar con el análisis
de resultados, se debe recordar que mΦP es una función de la escala de enerǵıa f en la que
se rompe la simetŕıa global. Observe que la escala de enerǵıa f es el único parámetro libre
con el que podemos jugar. Esta escala de ruptura de simetŕıa está restringida por los datos
experimentales a ĺımites en torno a 3-4 TeV [92]. Dado que la masa del bosón escalar ΦP

es una función monótona creciente en su dependencia del parámetro f , en nuestro análisis
consideramos que el rango de estudio es 3 TeV < f <4 TeV. Utilizando esta información,
se obtiene que la masa del escalar pesado oscila entre 2.49 TeV y 3.32 TeV.

En la Figura 5.1(a), se muestran las anchuras de decaimiento para los procesos ΦP →
γγ,WW en función de la escala de enerǵıa f . En la gráfica podemos apreciar claramente
que la anchura de decaimiento ΦP → γγ es del orden de 10−7 GeV en el intervalo 3
TeV < f < 4 TeV, mientras que la anchura de decaimiento ΦP → WW es del orden de
10−6 GeV sobre el intervalo 3 TeV < f < 3.3 TeV. Por otra parte, hemos calculado las
fracciones de decaimiento para los mismos procesos dependientes de la escala de enerǵıa f ,
como se puede observar en la Figura 5.1(b). De este modo, los valores encontrados de las
fracciones de decaimiento ΦP → γγ y ΦP → WW son los siguientes: Br(ΦP → γγ) ∼ 10−8

y Br(ΦP → WW ) ∼ 10−7. Cabe mencionarse que la anchura total de decaimiento del
bosón pesado ΦP contiene los siguientes modos de decaimiento: ZH,WWZ,WWH, tt.
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Figura 5.1: (a) Anchuras de decaimiento para los procesos ΦP → X como función del
parámetro f , donde X = WW, γγ. (b) Fracciones de decaimiento para los mismos procesos
dependientes del parámetro f .

5.2. Estimación de la sección eficaz de producción del

bosón ΦP

En esta sección presentamos un estudio aproximado para la sección eficaz de producción
de ΦP en el escenario del LHC. Para llevar a cabo este análisis, empleamos la sección eficaz
de Breit-Wigner [5]. En esta aproximación, la sección eficaz de producción mediante la
fusión de gluon se puede calcular por medio de las fracciones de decaimiento de Br(ΦP →
gg) y Br(ΦP → X). En este sentido, nuestra sección eficaz Breit-Wigner está escrita de la
siguiente manera

σ(gg → ΦP → X) = π
12

Br(ΦP→gg) Br(ΦP→X)

m2
ΦP

, (5.1)

donde σ(gg → ΦP → X) es estimado justo a la resonancia del bosón pseudoescalar ΦP [5].
Aqúı, Br(ΦP → gg) es la fracción de decaimiento del proceso ΦP → gg a nivel de un lazo,
la cual es

Br(ΦP → gg) = 1
8π

|Agg |2 m3
ΦP

Γ
ΦP

, (5.2)
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10
−10

10
−9

10
−8

10
−7

10
−6

 3  3.2  3.4  3.6  3.8  4

σ
 (

g
g

  
→

 Φ
P
 →

 X
 )

 [
fb

]

f [TeV]

WW
γ γ

Figura 5.2: Sección eficaz de producción de ΦP mediante la fusión de gluon en función de
la escala de enerǵıa f .

con Agg = g2
s

8
√

2π2f
m2
t C0(m2

ΦP , 0, 0,m
2
t ,m

2
t ,m

2
t ), siendo ΓΦP la anchura total de decaimiento

del bosón pesado ΦP .
En la Figura 5.2 mostramos la sección eficaz Breit-Wigner para la producción de ΦP

como una función del parámetro f de 3 TeV a 4 TeV. La luminosidad integrada esperada
para LHC en la última etapa de funcionamiento esta alrededor de unos 3000 fb−1 [93].
En este contexto, nos enfocaremos en el análisis del proceso ΦP → WW , debido a que la
fracción de decaimiento ΦP → γγ esta suprimida alrededor de un orden de magnitud en
comparación con el proceso ΦP → WW . De esta manera, a partir de nuestro resultado
mostrado en la Figura 5.2, la correspondiente σ(gg → ΦP → WW ) ∼ 10−8 fb para f = 3
TeV.

5.3. Análisis numérico de Br(η → ZH), Br(η → ZWW ),

Br(η → γZ), Br(η → γγ) y Br(η → gg)

Existen varios estudios sobre la part́ıcula pseudoescalar η [18, 19, 94, 95, 96], en don-
de se considera que la masa de η es pequeña. En particular, la referencia [19] analiza la
producción y el decaimiento del pseudoescalar η enfocándose en el intervalo de masa 10
GeV< mη < 120 GeV. Sin embargo, hasta ahora no se ha encontrado alguna señal para
tales masas, incluso las cotas experimentales no restringen a masas pequeñas [20], por lo
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y Br(η → gg)

que supondremos mη del orden de unidades de TeVs. De esta manera, presentaremos un
análisis de las anchuras de decaimiento η → ZH, η → ZWW , η → γZ, η → γγ y η → gg,
asumiendo un pseudoescalar η con una masa mayor que 500 GeV. Utilizando esta informa-
ción, proponemos el rango de estudio de la masa de la part́ıcula pseudoescalar η entre 500
GeV < mη < 4000 GeV. Recordemos que mη es dependiente de los parámetros f, tβ y xλ,
aśı que para f grande y tβ pequeño favorecen a una part́ıcula η pesado como se puede ver
en la Figura 5.3. Por ejemplo, mη debe ser de 3487.05 GeV (2108.35 GeV) para tβ = 2 (4)
y f = 10 TeV. El análisis numérico de dichas anchuras de decaimiento se realizó por medio
del programa Package-X [87].

Figura 5.3: Masa del pseudoescalar η como función de f , donde asumimos que tβ = 2, 3, 4.

En la Figura 5.4, presentamos las anchuras de decaimiento η → ZH y η → ZWW como
función de la escala de enerǵıa f para tβ = 2, 3, 4. Se puede observar que la contribución
dominante proviene del proceso η → ZH a nivel árbol. En espećıfico, las anchuras de
decaimiento encontradas para f = 4 TeV son los siguientes: para tβ = 2, 3, 4, se tiene que
Γ(η → ZH) ∼ 101 GeV y Γ(η → ZWW ) ∼ 101 GeV para tβ = 2, 3, 4. Para f = 10 TeV
con tβ = 2, 3, 4, la Γ(η → ZH) es del orden de 101 GeV, mientras que Γ(η → ZWW )
alcanza ser del orden de 100 GeV.

En la Figura 5.5, presentamos el comportamiento de las fracciones de decaimiento
η → ZH y η → ZWW como función del parámetro f para tβ = 2, 3, 4. La anchu-
ra de decaimiento total del bosón pseudoescalar η contiene los modos de decaimiento:
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(a) (b)

(c)

Figura 5.4: Anchuras de decaimiento para el proceso η → B (B = ZH,ZWW ) como
función de f con tβ = 2, 3, 4.

ZH, tt,WWZ,WWH,HHZ,ZZZ, ttZ. De este modo, se aprecia claramente que la frac-
ción de decaimiento dominante corresponde al η → ZH del orden de 10−1 sobre el intervalo
4 TeV< f <10 TeV para los tres casos. Las fracciones de decaimiento encontradas para el
proceso η → ZWW en los valores extremos de f son los siguientes: Br(η → ZWW ) ∼ 10−2

en los tres escenarios para f = 4 TeV, Br(η → ZWW ) ∼ 10−1 para tβ = 2 con f = 10
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TeV, Br(η → ZWW ) ∼ 10−2 para tβ = 3, 4 con f = 10 TeV. Por lo tanto, se observa
que la región que tiene mayor importancia predictiva corresponde a f alrededor de 10 TeV
para el escenario tβ = 2.

(a) (b)

(c)

Figura 5.5: Fracciones de decaimiento para el proceso η → B (B = ZH,ZWW ) como
función de f con tβ = 2, 3, 4.

En la Figura 5.6, mostramos el comportamiento de las anchuras de decaimiento η →
gg, γγ, γZ como función de la escala de enerǵıa f para tβ = 2, 3, 4. Se observa que en los tres
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casos tiene el mismo comportamiento y se aprecia que la anchura de decaimiento dominante
es para η → gg. Espećıficamente, para tβ = 4 proporciona señales más altas para η → gg
alrededor de f = 4 TeV con respecto a tβ = 2. Por otro lado, las anchuras de decaimiento
encontradas para los procesos η → γγ y η → γZ son los siguientes: Γ(η → γγ) ∼ 10−6

GeV para tβ = 2, 3 sobre el intervalo 4 TeV < f < 10 TeV, mientras que para tβ = 4
alcanza ser del orden de 10−5 − 10−6 GeV. Para el caso η → γZ es del orden de 10−6

GeV para tβ = 2, 3, 4 en el intervalo 4 TeV < f < 10 TeV. En la Figura 5.7, mostramos
el comportamiento de las fracciones de decaimiento η → gg, γγ, γZ como función del
parámetro f para tβ = 2, 3, 4. De este manera, se aprecia claramente que la fracción de
decaimiento dominante corresponde al η → gg del orden de 10−4 alrededor de f = 4 TeV
para tβ = 4. Las fracciones de decaimiento restantes resultan ser Br(η → γγ) ∼ 10−7−10−8

para tβ = 2, Br(η → γγ) ∼ 10−7 para tβ = 3, 4, Br(η → γZ) ∼ 10−8 para tβ = 2,
Br(η → γZ) ∼ 10−7 − 10−8 para tβ = 3, 4 sobre el intervalo 4 TeV< f < 10 TeV,
respectivamente. Aqúı, se observa que Br(η → γγ) y Br(η → γZ) proporcionan señales
más altas para tβ = 4 alrededor de f = 4 TeV.

5.4. Estimación de la sección eficaz de producción del

bosón η

Aqúı presentamos un estudio aproximado para la sección eficaz de producción del pseu-
doescalar η en el contexto del SLHM en el LHC, que se descompone en diferentes estados
finales mencionados anteriormente. En esta aproximación, la sección eficaz de producción
a través de la fusión de gluones se puede calcular por medio de la ecuación (5.1). Para
propósito de esta sección sólo seŕıa necesario cambiar ΦP por η, es aśı que a continuación
presentamos la discusión numérica de dicha sección eficaz.

En la Figura 5.8, mostramos la sección eficaz para la producción de η como una función
del parámetro f para tβ = 2, 3, 4. En las gráficas se observa que la región que tiene mayor
importancia predictiva corresponde a f alrededor de 4 TeV. Debido a que la fracción de
decaimiento para el proceso η → γZ está muy suprimida, enfocaremos nuestro análisis en
los decaimientos η → γγ y η → gg. Para f = 4 TeV, la sección eficaz de producción de η
con estados finales γγ son los siguientes: σ(gg → η → γγ) = 4.3081× 10−7 fb con tβ = 2,
σ(gg → η → γγ) = 2.4596×10−6 fb con tβ = 3 y σ(gg → η → γγ) = 1.4488×10−5 fb para
tβ = 4. Para el caso de las σ(gg → η → gg) encontradas para f = 4 TeV son los siguientes:
σ(gg → η → gg) = 1.2687× 10−4 fb para tβ = 2, σ(gg → η → gg) = 7.2438× 10−4 fb para
tβ = 3 y σ(gg → η → gg) = 4.2668 × 10−3 fb para tβ = 4. Por lo tanto, concluimos que
η → gg es el mecanismo de producción dominante, espećıficamente, para tβ = 4 alrededor
de f = 4 TeV. También, encontramos que la sección eficaz de producción subdominante
corresponde a pares γγ con tβ = 4, siendo del orden de 10−5 fb para f = 4 TeV.
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(a) (b)

(c)

Figura 5.6: Anchuras de decaimiento para el proceso η → V (V = gg, γγ, γZ) como función
de f con tβ = 2, 3, 4.
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(a) (b)

(c)

Figura 5.7: Fracciones de decaimiento para el proceso η → V (V = gg, γγ, γZ) como
función de f con tβ = 2, 3, 4.
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(a) (b)

(c)

Figura 5.8: Sección eficaz para el proceso η → V (V = gg, γγ, γZ) como función de f con
tβ = 2, 3, 4.
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5.5. Estimación de la intensidad de acoplamiento Z ′µe

Como ya se ha mencionado anteriormente, el cálculo ha sido desarrollado con el objetivo
de estimar el parámetro Ωµe como una función de la masa del bosón Z ′, con el propósito
de calcular la anchura de decaimiento del proceso µ → eγ mediado por un bosón masivo
Z ′. El contexto en el que se ha desarrollado el análisis es a través de la conversión µ − e
sobre núcleo de Titanio junto con el proceso µ → eγ, el cual subyace del lagrangiano
renormalizable dado en la ecuación (3.39), en donde están incluidos tanto acoplamientos
que cambian sabor como aquellos que lo conservan mediados por el bosón de norma Z ′. De
esta manera, podemos partir de la ecuación dada (4.36) para obtener el análisis numérico
de la estimación de la intensidad de acoplamiento Ωµe. Para tal fin, utilizaremos el ĺımite
experimental superior sobre la fracción de decaimiento de la conversión µ−e en Titanio, el
cual está dado como CR(µTi→ eT i) < 4.3×10−12 [5, 97]. Otros datos que vamos a utilizar
son los siguientes: sW =

√
0.23129,mµ = 0.105658,me = 0.00051099 y mτ = 1.77686.

Figura 5.9: Intensidad del acoplamiento Z ′µe en función de la masa del bosón Z ′.

En la Figura 5.9 se muestra el comportamiento del parámetro |Ωµe|2 en dependencia
de la masa del bosón Z ′. Dado que los ĺımites experimentales más recientes establecen a
groso modo que la masa del bosón Z ′ es mayor que 2.9 TeV, proponemos un escenario de
estudio fenomenológico entre 2 TeV a 6 TeV. En este sentido, se observa claramente que
la |Ωµe|2 ∼ 10−6 − 10−4 sobre el intervalo de 2 TeV < mZ′ < 6 TeV.
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5.6. Estimación de la fracción de decaimiento B0
s → µe

Para llevar a cabo la evaluación numérica de la fracción de decaimiento B0
s → µe,

partiremos de las ecuaciones (4.44) y (4.45). Además, la anchura de decaimiento total
del bosón Z ′ están incluidos tanto modos de decaimiento que violan sabor como aquellos
que lo conservan [76, 98, 99], es decir, νeν̄e, νµν̄µ, ντ ν̄τ , eē, µµ̄, τ τ̄ , uū, cc̄, tt̄, dd̄, ss̄, bb̄, ūc +
uc̄, t̄c + tc̄, τ̄µ + τ µ̄. En este sentido, los datos que vamos a utilizar son los siguientes:
∆Br(B0

s → µ+µ−)Exp = 0.6 × 10−9 [71], mµ = 0.10565 GeV, me = 0.00051099 GeV,
τB0

s
= 2.2876 × 1012 GeV−1 [5], mB0

s
= 5.3668 GeV [5], fB0

s
= 0.230 GeV [100, 101] y

ys = 0.065 [5]. Para el análisis de la fracción de decaimiento de B0
s → µe, vamos a considerar

el parámetro Ωµe que surge de considerar ΩτeΩτe ≈ Ωµe, el cual es derivado de la fracción
de decaimiento de la conversión µ− e en núcleo de titanio. En este sentido, la Figura 5.10
muestra que el bosón Zη proporciona el ĺımite más fuerte, mientras que el más suprimido
es para Zχ. Particularmente, para mZ′ = 4 TeV, las Br(B0

s → µe) encontradas son las
siguientes: para el caso ZS es 2.90×10−13, para el caso ZLR es 5.43×10−13, para el caso Zχ
es 2.09×10−13, para el caso Zψ es 1.13×10−12 y para el caso Zη es 2.82×10−12. Finalmente,
citamos algunos resultados previos de la Br(B0

s → µe) para efectos de comparación con
nuestras estimaciones realizadas. De este modo, el ĺımite superior predicho por el modelo
Littlest Higgs con paridad T es del orden de 10−15 [102], mientras que en el modelo de
CNCS mediado por bosón Z es menor que 4.7 × 10−18 [103], y en el modelo escalar de
leptoquark se estima ser menor que 3.2× 10−9 [104].

Figura 5.10: La Br(B0
s → µe) como una función de mZ′ . La ĺınea horizontal es ĺımite

superior experimental Br< 1.1× 10−8 [5].
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5.7. Análisis numérico del momento dipolar cromo-

magnético

En esta sección, se analizará la contribución del MDCM del quark top en el contexto del
SLHM. Recordemos que en la sección 2.5, hemos discutido brevemente sobre el momento
dipolar cromoelectromagnético del quark top, el cual se ha estudiado en diferentes contex-
tos. Recientemente, esta propiedad ha sido analizada en el marco del ME en la referencia
[41], por lo tanto, enfocaremos nuestro trabajo para estudiar la contribución de la nueva
f́ısica referente al MDCM del quark top. En el ME ha sido estimado que al MDCM del
quark top a nivel de un lazo es de −1.20 × 10−3 − 1.23 × 10−3i [41]. Este resultado es la
predicción teórica total para q2 = 0, en este caso, la contribución al vértice de tres gluones
no se tomó en cuenta, dado que es divergente. Por otro lado, la colaboración experimental
CMS reporta ĺımites de exclusión en la parte real y en la parte imaginaria del MDCM con
un 95 % de nivel de confianza basado en colisiones protón-protón a

√
s = 8 TeV. Los ĺımites

encontrados son los siguientes: −0.053 < Re(µ̂t) < 0.026 y −0.068 < Im(d̂t) < 0.067 [85].
El análisis numérico se hará en dos casos: para q2 = 0 y para q2 6= 0. Para llevar a cabo
esta tarea se utilizó la paqueteŕıa Package-X [87] para las evaluaciones numéricas. Pos-
teriormente, los resultados obtenidos se verificaron con paqueteŕıa LoopTools [89], este
último software es útil solo en algunos casos. Por otro lado, el MDCM se estudiará en
función de la nueva escala de enerǵıa f . Por lo tanto, proponemos un escenario de enerǵıas
comprendidos entre 4 TeV y 10 TeV para el estudio fenomenológico. Espećıficamente, el
rango de esta nueva escala de enerǵıa es acorde con el ĺımite inferior establecido por varios
observables[105, 106]. A continuación se hará la discusión numérica de la siguiente manera.

5.7.1. Discusión numérica para el escenario q2 = 0

Las estimaciones encontradas para el MDCM del quark top mediado por un bosón de
Higgs y un pseudoescalar η se muestran en la Figura 5.11. Podemos apreciar que ambos
casos tienen el mismo comportamiento, es decir, son decrecientes conforme la escala de
enerǵıa f crece. Los valores computados para µ̂H se encuentran del orden de 10−5 para los
tβ = 2, 3, mientras que para tβ = 4 alcanzan ser del orden de 10−4−10−5. De mismo modo,
la µ̂η encontrada para estos tres escenarios son del orden de 10−6− 10−7, respectivamente.
Notemos que en estos casos, el escenario tβ = 4 proporciona ĺımites más altos en todo
el intervalo de de enerǵıa f con respecto a los escenarios tβ = 2, 3. Además, se aprecia
claramente que la región que tiene mayor importancia predictiva corresponde a f alrededor
de 4 TeV para los tres escenarios. En particular, para f = 4 TeV se encuentra que la
contribución ofrecida por µ̂H para el parámetro tβ = 4 es un orden de magnitud menor
que la estimación del ME; mientras que la contribución para µ̂η alcanza ser tres ordenes de
magnitud más suprimidos comparados con la predicción del ME. Es importante mencionar
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que la predicción del ME es de 1.95× 10−3 [41], esto surge cuando circula quark top y un
bosón de Higgs en el lazo.
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Figura 5.11: La µ̂S (S = H, η) como función de la nueva escala enerǵıa f con tβ = 2, 3, 4.

La contribución de bosones de norma pesados se muestra en la Figura 5.12. Aqúı, X es
un nuevo bosón de norma cargado y Y 0 representa un bosón pesado neutro. Con referencia
a la información anterior, encontramos que la contribución del MDCM mediado por un
bosón X son los siguientes: µ̂X ∼ 10−8 − 10−10 para tβ = 2, µ̂X ∼ 10−7 − 10−8 para
tβ = 3, 4. Encontramos que para los escenarios tβ = 3, 4 alrededor de f = 4 TeV alcanzan
ser un orden de magnitud menor comparado con el valor encontrado sobre la parte real
de µ̂W en el ME, siendo igual a −2.64× 10−6 [41]. Por otro lado, la µ̂Y 0 estimada son los
siguientes: µ̂Y 0 ∼ 10−9− 10−10 para tβ = 2, µ̂Y 0 ∼ 10−8− 10−10 para tβ = 3, 4. Observemos
que la región con mayor importancia predictiva corresponde a f alrededor de 4 TeV para
tβ = 3, 4, siendo µ̂Y 0 ∼ 10−8 para ambos casos. En este rango de enerǵıa encontramos que
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son cinco ordenes de magnitud más suprimidos en comparación con la predicción del ME
cuando se trata de la contribución del bosón Z, la cual resulta ser µ̂Z = −1.85 × 10−3

[41]. Cabe resaltar que las masas de estos bosones de norma pesados son dependientes
de la nueva escala de enerǵıa f . Además, dichas masas son iguales en acuerdo al marco
teórico que estamos estudiando. Por lo tanto, observamos que la región de análisis para f
corresponde a un intervalo de masa de 1.78123 TeV< mV < 4.45307 TeV. Espećıficamente,
las mV estimadas son los siguientes: 2.22654 TeV para f = 5, 3.11715 TeV para f = 7, y
4.00777 TeV para 9 TeV.
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Figura 5.12: La µ̂V (V = X, Y 0) como función de f con tβ = 2, 3, 4.
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En la figura 5.13 se muestra la contribución del MDCM mediado por un bosón Z ′

en función del parámetro f . Notemos que esta contribución solo es dependiente de la
nueva escala de enerǵıa f , mientras que las otras contribuciones estudiadas anteriormente
dependen tanto de f y de otros parámetros tales como tβ y xλ. Además, se observa que
tiene un buen comportamiento y es decreciente conforme crece f . Otro parámetro que es
dependiente de f es la masa del nuevo boson Z ′, donde el valor mı́nimo corresponde a
mZ′ = 2.16835 TeV y el valor máximo encontrado es mZ′ = 5.42087 TeV. En base a la
información anterior, la µ̂Z′ computada es del orden de 10−8 en el intervalo [4,9.2] TeV,
mientras que en el intervalo [9.3,10] TeV alcanza ser del orden de 10−9. Encontraste de
un orden de magnitud menor donde surge el bosón Z ′LR en los escenarios con conservación
de CP en el contexto de teoŕıas de gran unificación (ver referencia [41]). Finalmente, la
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Figura 5.13: La µ̂Z′ como función de f , donde asumimos que tβ = 2, 3, 4.

contribución total de nueva f́ısica relacionada con el MDCM del quark top está conformado
por las siguientes contribuciones

µ̂t = µ̂S + µ̂V + µ̂Z′ . (5.3)

A continuación resumiremos algunos valores de la contribución total del MDCM del quark
top en la Tabla 5.1. De lo anterior es claro que la µ̂t encontrada es del orden de 10−5

en todo el intervalo de enerǵıa f para los parámetros tβ = 2, 3. En cuanto al parámetro
tβ = 4, la µ̂t alcanza ser µ̂t ∼ 10−4 − 10−5. En este sentido, notamos en todos los casos
que nuestras predicciones para µ̂t están a uno o dos ordenes de magnitud por debajo de
los valores predichos por el ME, sin embargo, estos resultados se encuentran dentro de la
región acotada por el experimento.
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f [TeV]
−µ̂t

tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4
4.0 3.244×10−5 7.782×10−5 1.236×10−4

6.0 2.115×10−5 5.039×10−5 7.913×10−5

8.0 1.571×10−5 3.734×10−5 5.837×10−5

10.0 1.251×10−5 2.969×10−5 4.630×10−5

Tabla 5.1: La estimación de µ̂t para tβ = 2, 3, 4.

5.7.2. Discusión numérica para el escenario q2 6= 0

A continuación se presentan las evaluaciones numéricas para los escenarios q2 = m2
Z

y q2 = −m2
Z . La Figura 5.14 muestra la contribución del MDCM mediada por H para

tβ = 2, 3, 4, el cual solo resulta una parte real y negativa. Se puede apreciar que los valores
computados son de mismo orden de magnitud para ambos escenarios. Además, encontramos
que la contribución dominante surge para el caso tβ = 4, siendo del orden 10−4 para f = 4
TeV. La Figura 5.15 muestra la contribución del pseudoescalar η para tβ = 2, 3, 4, notemos
que su comportamiento son bastante similares a los del caso del bosón H. Se observa que
en este caso los valores están muy cerca uno del otro y también solo tiene valores reales
negativos. En particular para f = 4 TeV alcanza ser del orden de 10−6 para los tres casos.
Los valores obtenidos para los parámetros tβ = 2, 3, 4 se listan en la Tabla 5.2 y en la
Tabla 5.3.

Las Figuras 5.16 y 5.17 presentan la contribución del MDCM mediada por el bosón X
con tβ = 2, 3, 4 para los escenarios q2 = m2

Z ,−m2
Z , los cuales se discuten a continuación.

La Figura 5.16 muestra el comportamiento del bosón X para el escenario q2 = m2
Z , donde

encontramos partes reales e imaginarios con valores negativos. También, se puede apreciar
que la contribución dominante surge para el caso tβ = 4 en las dos partes, es decir, parte
real e imaginaria. El comportamiento para dicho escenario es muy similar para los tres
casos, donde las curvas de valores computadas son aproximadamente constantes en cada
caso considerado. En este sentido, las estimaciones encontradas son las siguientes: para
tβ = 2 alcanza ser del orden de 10−3, para tβ = 3, 4 son del orden de 10−2. Con respecto
a la parte imaginaria es un orden de magnitud menor en comparación con la parte real
cuando se trata de los parámetros tβ = 2 y tβ = 3. Para el caso tβ = 4 tiene el mismo orden
de magnitud, siendo 10−2 tanto para la parte real e imaginaria. Por otro lado, el escenario
q2 = −m2

Z se comporta como una función decreciente para los tres casos considerados
(ver Figura 5.17). La estimación calculada es tres ordenes más pequeña en comparación
con el escenario q2 = m2

Z , además, solo produce valores reales positivos. Cabe resaltar que
el escenario q2 = m2

Z proporciona partes reales e imaginarias, mientras que el escenario
q2 = −m2

Z solo produce partes reales. En resumen, algunos valores espećıficos se describen
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Figura 5.14: La µ̂H como función de la nueva escala enerǵıa f generado por q2 = m2
Z ,−m2

Z ,
considerando que tβ = 2, 3, 4.

en la Tabla 5.2 y en la Tabla 5.3.

La contribución al MDCM del quark top mediado por el bosón de norma Y 0 se muestra
en la Figura 5.18, donde consideramos que tβ = 2, 3, 4 con q2 = m2

Z ,−m2
Z . Se observa

que la contribución dominante surge para el escenario q2 = m2
Z en todos los casos que

se han considerado. Además, la región con mayor importancia predictiva corresponde a
f alrededor de 4 TeV en los tres casos, siendo µ̂Y 0 ∼ 10−5. Otra caracteŕıstica de este
escenario es que produce exactamente el mismo resultado para los parámetros tβ = 3 y
tβ = 4 en todo el rango de enerǵıa f . Por ejemplo, para f = 4 TeV, la µ̂Y 0 ' 4.162× 10−5

para ambos parámetros (otros valores se pueden ver en la Tabla 5.2). Con respecto al
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Figura 5.15: La µ̂η como función de la nueva escala enerǵıa f con tβ = 2, 3, 4. El compor-
tamiento de µ̂η es generado por q2 = m2

Z ,−m2
Z .

escenario q2 = −m2
Z , la estimación computada es tres ordenes de magnitud más pequeña

comparado con el escenario q2 = m2
Z en algunos casos. Particularmente, para f = 4 TeV

es del orden de 10−8 con tβ = 3, 4. Cabe señalar que para tβ = 3 y tβ = 4 se tienen valores
reales positivos. Aśı que para más valores calculados de los parámetros tβ = 2, 3, 4 se dan
a conocer en la Tabla 5.2 y en la Tabla 5.3. La contribución para el bosón de norma Z ′ se
muestra en la Figura 5.19 para los escenarios q2 = m2

Z ,−m2
Z , el cual es función de la escala

de enerǵıa f . Nuevamente, se observa que la contribución dominante es para q2 = m2
Z . El
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Figura 5.16: La Re[µ̂X ] como función de la nueva escala enerǵıa f generado por q2 = m2
Z ,

asumiendo que tβ = 2, 3, 4. La Im[µ̂X ] dependiente de la escala de enerǵıa f para los
parámetros tβ = 2, 3, 4 con q2 = m2

Z .

comportamiento de los valores encontrados es aproximadamente constante, donde resulta
que µ̂Z′ ∼ 10−3 en todo el intervalo de análisis. En cuanto al escenario q2 = −m2

Z , la
estimación encontrada es cinco órdenes más suprimidos en comparación con el escenario
q2 = m2

Z en todo el rango de enerǵıa f . En este escenario, se puede ver que la región con
mayor importancia predictiva corresponde a f alrededor de 4 TeV con µ̂Z′ ' −7.188×10−8.
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10
−6

10
−5

10
−4

10
−3

 4  5  6  7  8  9  10

2226.54 3117.15 4007.77

µ̂ X

f [TeV]

mX [GeV]

q
2
=−mZ

2

tβ=2

tβ=3

tβ=4

Figura 5.17: La µ̂X como función de la nueva escala enerǵıa f generado por q2 = −m2
Z ,

considerado que tβ = 2, 3, 4.
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Figura 5.18: La µ̂Y 0 como función de la nueva escala enerǵıa f para q2 = m2
Z ,−m2

Z ,
asumiendo que tβ = 2, 3, 4.
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Finalmente, resumimos algunos valores espećıficos del MDCM del quark top para los
escenarios q2 = m2

Z ,−m2
Z , los cuales se listan en la Tabla 5.2 y en la Tabla 5.3.

µ̂t(m
2
Z)

f = 4 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -3.127×10−5 -7.454×10−5 -1.163×10−4

η -1.142×10−6 -3.454×10−6 -8.094×10−6

X −0.00189− 0.000521i −0.01348− 0.00371i −0.04934− 0.01356i
Y 0 1.317×10−5 4.162×10−5 4.162×10−5

Z ′ -3.19×10−3

µ̂t(m
2
Z)

f = 7 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -1.774×10−5 -4.218×10−5 -6.567×10−5

η -2.770×10−7 -7.124×10−7 -1.569×10−6

X −0.00194− 0.00053i −0.01371− 0.00374i −0.05017− 0.01369i
Y 0 4.304×10−6 1.360×10−5 1.360×10−5

Z ′ -3.18×10−3

µ̂t(m
2
Z)

f = 10 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -1.238×10−5 -2.941×10−5 -4.574×10−5

η -1.197×10−7 -2.766×10−7 -5.742×10−7

X −0.00192− 0.00053i −0.01377− 0.00375i −0.05037− 0.01373i
Y 0 2.109×10−6 6.668×10−6 6.668×10−6

Z ′ -3.17×10−3

Tabla 5.2: La estimación de µ̂t con tβ = 2, 3, 4 para el escenario q2 = m2
Z . Nótese que la

contribución debido al nuevo bosón Z ′ es independiente de los parámetros tβ.
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µ̂t(−m2
Z)

f = 4 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -3.126×10−5 -7.451×10−5 -1.162×10−4

η -1.126×10−6 -3.374×10−6 -7.856×10−6

X 4.479×10−6 3.185×10−5 1.165×10−4

Y 0 8.278×10−9 2.616×10−8 5.174×10−8

Z ′ -7.188×10−8

µ̂t(−m2
Z)

f = 7 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -1.774×10−5 -4.218×10−5 -6.565×10−5

η -2.752×10−7 -7.028×10−7 -1.540×10−6

X 1.881×10−6 1.337×10−5 4.893×10−5

Y 0 8.856×10−10 2.798×10−9 5.535×10−9

Z ′ -1.894×10−8

µ̂t(−m2
Z)

f = 10 TeV
tβ = 2 tβ = 3 tβ = 4

H -1.238×10−5 -2.941×10−5 -4.573×10−5

η -1.192×10−7 -2.742×10−7 -5.667×10−7

X 1.056×10−6 7.51×10−6 2.747×10−5

Y 0 2.128×10−10 6.726×10−10 1.33×10−9

Z ′ -8.535×10−9

Tabla 5.3: La estimación de µ̂t con tβ = 2, 3, 4 para el escenario q2 = −m2
Z . De manera simi-

lar al caso anterior, la contribución debido al bosón Z ′ es independiente de los parámetros
tβ.
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Conclusiones

En este trabajo se han estudiado varios desarrollos teóricos importantes, los cuales están
relacionados con los modelos del pequeño Higgs, teoŕıas de gran unificación y la conversión
µ− e. En primer lugar se ha hecho una descripción breve de dos modelos, en espećıfico, el
LTHM y SLHM. En este contexto, se estudió la fenomenoloǵıa de la part́ıcula pseudoes-
calar cuya masa podŕıa ser del orden de unidades de TeV. En esta ĺınea, se analizaron los
decaimientos ΦP y η a nivel de un lazo. En segundo lugar, se realizaron otros estudios de
los siguientes procesos: el decaimiento µ→ eγ mediado por un bosón Z ′ a nivel de un lazo
para insertarlo en la conversión µ − e, el decaimiento mesónico B0

s → µe a nivel de árbol
y el MDCM del quark top a nivel de un lazo en el contexto del SLHM. Todos estos estu-
dios fenomenológicos son de interés en la comunidad de f́ısica de part́ıculas tanto teórica y
experimental, dado que ofrecen una buena oportunidad para obtener información sobre la
nueva f́ısica que está más allá del ME. A continuación se dan a conocer los resultados más
relevantes.

Los decaimientos de ΦP y η

Las amplitudes de los decaimientos, tanto para la part́ıcula ΦP como η son finitas,
dado que no contienen divergencias ultravioletas.

Encontramos que la anchura de decaimiento donde ΦP decae a dos bosones W es la
dominante, la cual es del orden de 10−6 GeV.

Hemos calculado la sección eficaz de producción de ΦP , donde empleamos la sección
eficaz de Breit-Wigner. La contribución dominante cae para el proceso ΦP → WW .
De esta manera, encontramos la correspondiente σ(gg → ΦP → WW ) es del orden
de 10−8 fb para f = 2 TeV.
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En cuanto a la anchura de decaimiento de η → gg se refiere, se estima que es del
orden de 10−3 GeV para los escenarios tβ = 3, 4 alrededor de f = 4 TeV, siendo esta
la contribución dominante.

También hemos calculado la sección eficaz de producción para el pseudoescalar η.
La contribución dominante cae para el proceso η → gg, donde encontramos que
σ(gg → η → gg) es 4.2668× 10−3 fb para f = 4 TeV con tβ = 4.

Intensidades de acoplamiento Z ′µe, Z ′bs, y el decaimiento B0
s → µe

Se ha realizado el análisis del decaimiento µ → eγ, donde hay efectos de violación
de sabor leptónico mediada por un bosón Z ′ bajo el esquema de la conversión µ − e. En
este enfoque, se ha estimado la intensidad del acoplamiento Z ′µe y hemos encontrado
que |Ωµe|2 ' 3.1499 × 10−5 para mZ′ = 4 TeV. Por otro lado, se estimó la intensidad
del acoplamiento Z ′bs a partir de datos experimentales relacionados con el decaimiento
B0
s → µ+µ−, donde hemos encontrado que el bosón Zη es el responsable de la señal más

alta, con |Ωbs|2 = [10−4, 10−2] para mZ′ = [2, 6] TeV, mientras que para el mismo intervalo
de masa, el bosón Zχ proporciona la señal más baja, siendo |Ωbs|2 = [10−5, 10−3]. Estos
resultados encontrados sobre los parámetros que violan sabor se utilizaron para predecir
la fracción de decaimiento B0

s → µe. El proceso B0
s → µe es mediado por el bosón Z ′, el

cual se induce a nivel árbol. La fracción de decaimiento dominante es del orden de 10−11

en el intervalo de mZ′ = [5.5, 6], para el modelo donde surge el bosón Z ′η.

El momento dipolar cromomagnético del quark top en el contexto del SLHM

Se ha estudiado el MDCM del quark top del ME en el marco teórico del SLHM. Esta
propiedad f́ısica se ha abordado en dos escenarios: una cuando se considera q2 = 0 y la
otra cuando se asume q2 6= 0.

Para el escenario q2 = 0

Las estimaciones encontradas para el MDCM del quark top mediado por un bosón
de Higgs y un pseudoescalar η tienen el mismo comportamiento, es decir, son decre-
cientes conforme la escala de enerǵıa f crece. Notemos que en estos casos la región
que tiene mayor importancia predictiva corresponde a f alrededor de 4 TeV para
tβ = 2, 3, 4. En particular, para f = 4 TeV se encuentra que la contribución ofrecida
por µ̂H con tβ = 4 es un orden de magnitud menor que la estimación predicha por
ME; mientras que la contribución para µ̂η es tres ordenes de magnitud más suprimida
comparada con la predicción del ME.
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Además, se ha estudiado el MDCM mediado por bosones de norma pesados. Encon-
tramos que la contribución proveniente de un bosón X, para los escenarios tβ = 3, 4
alrededor de f = 4 TeV es un orden de magnitud menor que el valor encontrado
sobre la parte real de µ̂W en el ME. Por otro lado, µ̂Y 0 es del orden de 10−8 − 10−10

para tβ = 3, 4. Por lo tanto, se establece que la región con mayor importancia pre-
dictiva corresponde a f alrededor de 4 TeV para tβ = 3, 4, siendo µ̂Y 0 ∼ 10−8 para
ambos casos. En este rango de enerǵıa encontramos que es cinco ordenes de magnitud
más suprimida en comparación con µ̂Z del ME. En este caso, la región de análisis
corresponde a un intervalo de masa de 1.78123 TeV< mV < 4.45307 TeV, donde
V = X, Y 0.

Por último, hemos calculado la contribución del MDCM mediado por un bosón Z ′

como función de f . El MDCM µ̂Z′ es del orden de 10−8 en el intervalo 4 TeV < f <
9.2 TeV, mientras que en el intervalo 9.3 < f <10 TeV alcanza el orden de 10−9. En
contraste, es un orden de magnitud menor que la contribución del bosón ZS, en los
escenarios con conservación de CP en el contexto de teoŕıas de gran unificación [41].

Para el escenario q2 6= 0

Finalmente, hemos calculado el MDCM del quark top para los escenarios q2 =
m2
Z′ , q

2 = −m2
Z′ . Al considerar toda la información anterior, obtenemos los resul-

tados más relevantes, los cuales se presentan a continuación:

Las contribuciones que son mediadas por un bosón de Higgs y un pseudoescalar η,
tienen la siguiente caracteŕıstica: en ambas contribuciones se observan que tienen el
mismo comportamiento. Asimismo, los valores estimados son casi iguales para ambos
escenarios. Para el caso de µ̂H , encontramos que la contribución dominante surge
para tβ, siendo del orden 10−4 para f = 4 TeV. En cuanto a la contribución η se
refiere, se encuentra que la región con mayor importancia predictiva corresponde a f
alrededor de 4 TeV para tβ = 2, 3, 4, siendo µ̂η ∼ 10−6.

Todas las contribuciones al MDCM del quark top son reales, sin embargo, la con-
tribución proveniente del bosón cargado X ofrece valores reales e imaginarios para
el escenario q2 = m2

Z . La contribución dominante surge cuando q2 = m2
Z y tβ = 4,

siendo del orden 10−2 para la parte real; mientras que para el escenario q2 = −m2
Z

es tres ordenes de magnitud más pequeño en comparación con el caso q2 = m2
Z .

La contribución que proviene del bosón neutro Y 0 para el escenario q2 = m2
Z , tiene

una caracteŕıstica especial cuando se asumen un tβ = 3 y un tβ = 4; dado que
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para estos parámetros se encuentran valores del MDCM del quark top de la misma
magnitud en todo el rango de enerǵıa f . Además, se encuentra que la contribución
dominante surge para el escenario q2 = m2

Z en todos los casos considerados.

La contribución que surge del nuevo bosón Z ′ solo es dependiente de la nueva escala
de enerǵıa f . Además, la estimación encontrada es aproximadamente constante, con
un valor de 3.2× 10−3 cuando se trata de q2 = m2

Z .
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