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RESUMEN

Se presenta un estudio detallado del comportamiento unitario del Modelo Estandar Elec-
trodébil y del Modelo de Dos Dobletes de Higgs por medio del analisis de diferentes
procesos dispersivos. Para ello, el origen de la unitariedad desde la matriz de dispersion,
pasando por una serie de implicaciones, es discutido desde las bases conceptuales de las
teorias gauges de interacciones elementales. Un recorrido sobre los diferentes escenarios
fenomenolodgicos y tedricos para los dos modelos es establecido con el fin de implementar
el comportamiento unitario de manera idénea y consistente con las estructuras formales;
haciendo enfésis en el mecanismo de Higgs, las simetrias discretas y continuas, y los limi-
tantes tedricos y fenomenolégicos que alli se presentan. En este nivel, se realiza un estatus
de los limitantes de precisién para la hipétesis de un Higgs minimal por medio de diferentes
canales de interaccion en aceleradores hadronicos y leptonicos. Ademas de las restricciones
fenomenoldgicas actuales, surgen sisteméticas que evalian al modelo estandar (estabilidad
del vacio, trivialidad, naturalidad y unitariedad) en escalas superiores tal que la formu-
lacién llegue a ser consecuente con los fundamentos de la teoria cudntica de fondo. Estas se
convierten a su vez en limitantes para modelos gauges superiores y con sectores de Higgs
extendidos, donde la unitariedad surge como una imposicién clave para salvaguardar la
consistencia interna de estas teorias. A partir de diferentes procesos dispersivos bosénicos y
fermionicos, y a través de un método no tradicional se encuentran regiones unitarias de ex-
clusion sobre las masas de los bosones de Higgs de asignacion Carga Paridad-par del mod-
elo de dos dobletes, los parametros de mezcla y de los acoples de Yukawa para fermiones
pesados en la presencia de corrientes neutras de cambio de sabor. Con la dispersiéon de
bosones Wi, se plantea un estrecha relacién entre las reglas de suma unitarias en modelos
multidobletes con conservacion de la simetria Carga Paridad y la simetria de custodia del
modelo estandar. Para procesos ineldsticos en los que se involucran fermiones y bosones
(e.g. tt — W; W, ), tratados desde de las amplitudes y la seccién eficaz concerniente, las
restricciones no son los suficientemente fuertes en virtud a que el comportamiento unitario
de los bosones gauge polarizados longitudinalmente (bajo el uso del teorema de equiva-
lencia estos se convierten en los bosones de Goldstone en altas energias) es preservado en
todas las escalas de energia. Se discuten implicaciones fenomenoldgicas de las restricciones
y los anadlisis, dejando a su vez un camino abierto en el tratamiento unitario de nueva
fisica para procesos netamente fermionicos en modelos mas alla del modelo estandar.
Palabras Claves: Unitariedad, Limitantes Teéricos, Teorias Gauges, Sectores
Extendidos de Higgs, Renormalizacién.



ABSTRACT

We study comprehensively unitary behaviour of Electroweak Standard Model and Two
Higgs Doublet Model through analysis of different scattering processes. For this purpose
the origin of scattering matrix unitarity is discussed from the conceptual basis of gauge
theories of elementary interactions. At this point the implications of unitarity (e.g. Charge-
Parity-Temporal Inversion Theorem, Boltzmann H Theorem and the general behaviour of
cross sections) in quantum field theory are evaluated and revised. A overview on the
phenomenological and theoretical scenarios for both models is established with aim to
implement the unitary behavior in appropriate ways which is consistent with their formal
structures; with emphasis on Higgs mechanism, discrete and continuous symmetries and
theoretical and phenomenological constraints. At this level, a review of the limitations of
precision for the hypothesis of a minimal Higgs through different channels of interaction in
hadronic and leptonic accelerators is performed. In addition to the phenomenological con-
straints, there are systematic (vacuum stability, perturbativity, naturalness and unitarity)
reviews assessing the standard model at higher energy scales in order to the formulation
is consistent with the fundamentals of quantum field theory background. These system-
atic are transformed in constraints to beyond gauge theories and extended higgs sectors
wherein unitarity emerges like a imperative imposition to ensure the internal consistency
of the theory. From different bosonic and fermionic scattering processes, and by realiza-
tion of a no-traditional method we find unitary exclusion regions on Higgs masses (with
assignment even of Charge-Parity in two higgs doublet model), mixing parameters and
hierarchical Yukawa couplings (quark sector) with presence of Flavour Changing Neutral
Currents. With elastic scattering of W, we proposed a close relation among custodial
symmetry of standard model and unitary sum rules of multidoublets models with a frame
of Charge-Parity symmetry conservation. In inelastic scattering procceses which involve
fermions and bosons (e.g. tt — W; W, ), and from their amplitudes and cross sections,
the constraints are not enough strong by virtue to the behaviour of longitudinally po-
larized gauge bosons are preserved at all scales of energy. In addition phenomenological
implications are discussed and we also left a new systematic for the unitary treatment of
new physics at fermionic processes in theories beyond of standard model.

Keywords: Unitarity, Theoretical Constraints, Gauge Theories, Extended Hig-
gs Sectors, Renormalization.
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INTRODUCCION

Las teorias gauges locales, y mas concretamente la realizacién de ellas en el Modelo Estandar (SM) de inter-
acciones elementales, han tenido un exito inconmensurable en virtud a que toda la fenomenologia asociada
se encuentra muy bien descrita en la escala de energia en las que el formalismo reside naturalmente, salvo la
notable excepcion de la oscilacion de neutrinos. El Modelo Estandar contiene un alto nivel predictivo que se ve
truncado por el desconocimiento del sector escalar !, llamado a ser el mecanismo natural para hacer de dicha
teoria de bosones vectoriales y fermiones masivos una formulacion realista de la naturaleza, ya que genera
las diferentes de masas de las particulas y campos de interaccién del modelo. En realidad, el modelo con el
principo gauge mas el Rompimiento Espontdneo de la Simetria (SSB) no ha dado una explicaciéon completa a
fenémenos como la jerarquia de masas en la tercera generacion de fermiones y la cuantizacién de la carga.

Ademads de estas incompatibilidades experimentales y predictivas, existen varios argumentos teéricos que ponen
en duda el comportamiento del SM en el régimen de altas energias, los cuales tienen una relacién directa con
la manera como se logra el SSB. Estos argumentos se soportan en mirar hasta que escalas de energia el SM
es valido en todos sus sectores, y son los llamados problemas de trivialidad, estabilidad del vacio, naturalidad
y unitariedad perturbativa. El problema de trivialidad estd basado en la exigencia de que los parametros de
acople entre los campos de Higgs se mantengan finitos en todas las escalas de energia. Asi una escala en la
masa del bosén de Higgs puede hacerse explicita de tal forma que los campos de Higgs asociados sean campos
autointeractuantes en todos los régimenes de energia. Por otro lado, la estabilidad del vacio estd basada en
asegurar, bajo el uso de la positividad de los acoples cuarticos, que el potencial sea acotado siempre desde
un limite inferior; tal que un minimo global de la teoria sea establecido. Este hecho impone un intervalo
altamente restrictivo en la masa del bosén de Higgs minimal. Estas dos restricciones son llevadas a cabo a
través de las correcciones radiativas en las que se incorporan todos los campos fermidnicos, escalares y bosénicos
vectoriales. Al realizar el cdlculo perturbativo a un loop al propagador de Higgs se encuentra un efecto no
deseado establecido en la dependencia cuadratica con la escala de corte de las correcciones en el régimen de
altas energias. Este es comunemente referido como el problema de naturalidad, el cual es solucionado con los
efectos de nueva fisica que habitan en escalas superiores de la teorfa, tal como la incorporacion de los modelos
supersimétricos ¢ little Higgs. Este hecho permite definir de acuerdo a la desviacién de las correcciones (i.e
fine tuning) nuevas regiones donde el Higgs se radica naturalmente sin hacer inestable o trivial a la teorfa. La
ultima de las sistematicas es la unitariedad perturbativa que se implementa con el teorema éptico de la matriz de
dispersion y es dada orden por orden en la teoria de perturbaciones. Para teorias débilmente acopladas, como el
SM, la unitariedad a nivel drbol es una limitante lo suficientemente fuerte para describir los comportamientos a
ordenes superiores, tal que la teoria cumpla con esta condicién perturbativa. Como una condicién de suficiencia
se puede extender un paralelo entre las teorfas que son unitarias y las que son renormalizables, de tal forma
que no existe un contraejemplo que ponga en duda dicha relacion. En virtud a que las teorias gauges -
aqui implementadas- son locales la renormabilizidad y la unitariedad estan protegidas simultdneamente si los

'En el tiempo de disertacién de este trabajo, un estado bosénico no-vectorial fue reportado por las colaboraciones experimentales
del CERN [1]. En realidad los test de precisién no solo podrian cambiar las directrices a algunas aseveraciones aqui tratadas,
sino ademds complementar algunas discusiones origen fenomenoldgico llevadas a cabo a lo largo del texto.
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parametros libres se comportan adecuadamente. Todas estas maneras de considerar la incompletitud del SM
se ven por ende realizadas en garantizar la unitariedad de la matriz de dispersién restringiendo a los valores
de los pardmetros que cumplen esta prueba de consistencia interna de la teoria cuantica de campos de fondo
del modelo. La unitariedad a nivel arbol se ve sistematizada bajo la incorporacién de restricciones sobre la
masa del bosén de Higgs mediante la estructura adecuada del comportamiento a altas energias de procesos de
dipersién lo suficientemente “fuertes”.

Es bien sabido que el Modelo de Dos Dobletes de Higgs (2HDM) provee un conjunto importante de directrices
en la solucién de algunos de los problemas de fundamentos tedricos y predictivos que posee el SM minimal. En
adicion el 2HDM incorpora nueva fisica asociada a procesos con violacion C' P, corrientes neutras de cambio de
sabor, bariogénesis y candidatos a materia oscura. Ademads genera las plataformas de modelos tedricos en los
que su realizacion debe contener un sector de Higgs no miminal, tales como: el modelo estandar supersimétrico
minimal, little Higgs, el mecanismo de Peccei-Quinn, etc.

Aunque el 2HDM es rico en su fenomenologia, los diferentes sectores son ampliamente desconocidos por el
numero incorporado de pardmetros libres de la teoria. Las restricciones de exclusion, al igual que ocurria en
el SM, son llamadas a ser el proceso general de prueba de consistencia del modelo. La cuestién fundamental
es establecer si todos los sectores del modelo pueden ser discriminados directamente por los aceleradores
actuales. Existen sectores fuertemente acoplados tal que la energia de centro de masa necesaria para producir
todos los procesos dispersivos asociados es demasiado alta, por lo tanto ningtin andlisis correspondiente de
diferenciacién puede producirse en esta era. Por lo tanto, aquellas formas que calificaban al SM en escalas
de altas energias pueden convertirse en una manera de limitar al modelo en su estructura funcional. Asi, la
unitariedad perturbativa y la estabilidad del vacio como fundamentos cuanticos “background” del modelo han
permitido imponer un conjunto importante de restricciones sobre los pardmetros libres arbitrarios, los cuales
se transforman en cotas sobre las masas de los bosones de Higgs 6 de algunos factores de mezcla, que conllevan
a la diferenciacién de ciertas simetrias (e.g C'P, Z3) que se incorporan en el lagrangiano completo de la teoria.

Al considerar procesos de dispersién especificos (e.g WZF W, — WZF W, ), es posible no solo obtener limitantes
sobre las masas si no también sobre parametros libres de mezcla entre los dos dobletes y sobre acoples de Yukawa
cuando los mecanismos tedricos son observados desde aniquilaciones y producciones netamente fermidnicas.
Estos andlisis no son incorporados en las sistemdticas unitarias estandar estudiadas por la amplia literatura.
Estas contribuciones abren una nueva direcciéon en la implementaciéon unitaria de modelos ya que puede ser

facilmente extendida a teorias donde los fermiones representen nueva fisica con respecto al espectro habitual
del SM.

A fin de mirar extensivamente todos estos comportamiento, aqui dicutidos heuristicamente, haremos un recor-
rido formal por el comportamiento unitario en el Modelo Estandar Minimal y en el Modelo de Dos Dobletes
de Higgs. Para ello, tratamos en el primer capitulo a la unitariedad de la matriz de dispersion y sus implica-
ciones en las teorias de campos cuanticos generales, lo que conduce a determinar las restricciones pertinentes
obtenidas desde el formalismo de estados de helicidad en la expansién en ondas planas de Jacob-Wick. Desde
alli se introduce el método general de determinacién de cotas unitarias tanto en el SM minimal como en el
2HDM. En el segundo capitulo se hace un recorrido formal sobre los diferentes sectores del SM, tal que se
establezca el estudio adecuado de los limitantes fenomenoldgicos y las sistematicas tedricas que evaluan al
modelo en escalas superiores de energia. En este punto se hace un estatus de los régimenes de exclusién en-
contrados por las diferentes colaboraciones en el LEP, TEVATRON y LHC, ademés de mirar las discusiones
alrededor de los problemas de trivialidad, estabilidad del vacio, naturalidad y unitariedad de la teoria. En el
ultimo punto centramos gran parte de la discusién en virtud a su importancia con respecto a las demés prob-
leméticas tedricas del SM y de modelos mas alla en altas energias. Discutimos ampliamente el comportamiento
unitario de diferentes procesos dispersivos y tratamos la sistematica asociada a determinar cotas en la masa del
bosén de Higgs minimal por medio de estos mecanismos. En el tercer capitulo introducimos todo el formalismo
asociado al Modelo de dos Dobletes de Higgs, comenzando por las motivaciones para su incorporacién escalar
al SM habitual. Después estudiamos las simetrias presentes en todo el nuevo sector escalar a la vez que las
interacciones asociadas a esta nueva forma de generar el rompimiento espontaneo de la simetria. Aqui se hace
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un estudio detallado el nuevo sector cinético, del extenso potencial de Higgs y de las diferentes posibilidades
del Lagrangiano de Yukawa, discutiendo las posibles implicaciones fenomenoldgicas y sus posibles fuentes de
deteccion. Finalmente establecemos las restricciones tedricas para la estructura total del modelo resaltando el
papel de la unitariedad en la determinacién de cotas sobre la masa del bosén de Higgs. Con el entendimiento
de estas formulaciones en el cuarto capitulo se presentan nuevas maneras de implementar la unitariedad a nivel
arbol, en las que los analisis sobre parametros de mezcla y acoples de Yukawa son deducidos para procesos
dispersivos de estados bosénicos vectoriales, fermiénicos y la mezcla entre estos dos. En este nivel se encuen-
tran no solo nuevas restricciones sobre dichos sectores de los modelos si no también nuevos complementos a
los estudios unitarios anteriores.

10



cAPiTULO 1

UNITARIEDAD

La unitariedad ha sido ampliamente estudiada como fundamento esencial (proveida por la consistencia interna
de la teorfa cudntica de campos) en la determinacién de cotas en pardmetros observables de teorias de unifi-
cacion destinadas a dar razén de las interacciones fundamentales de la naturaleza. Los ejemplos mas prepon-
derantes son el modelo estandar de particulas elementales (SM), modelos left-right, minimales supersimétricos,
little Higgs, gran unificacién, modelos (331) etc. Aqui nos centraremos en el andlisis de la unitariedad como
limitante en las masas del modelo extendido al SM de dos dobletes de Higgs.

A fin de ampliar esta directriz, realizamos una introduccién evolutiva de como la unitariedad ha restringido
el espacio de parametros para diferentes modelos, enfatizando su influencia en la determinacion, no solo de
cotas en la masa del Higgs, si no también de limitantes en los valores de masas de particulas que no habian
sido descubiertas experimentalmente a la fecha (e.g los bosones gauge y el quark top). Luego, se estudiara,
desde un punto de vista formal y general, las consecuencias e implicaciones de la unitariedad en las teorias
de campos cudnticos, siendo esta la base para tratar la expansién de ondas planas desde el formalismo de
estados de helicidad. En este tultimo punto se debatird la importancia de dicho esquema en la determinacién
de limitantes unitarios en diferentes procesos dispersivos. Todo lo anterior permite introducir respectivamente
al método de Lee, Quigg y Thacker [2] en el anédlisis unitario tanto del Modelo Estandar Minimal (SM) como
del Modelo Estédndar con Dos Dobletes de Higgs (2HDM).

1.1. Motivacion de la Unitariedad

En virtud a la importancia generada en los apartes subsecuentes, iniciaremos por mirar en detalle el estatus y
caracteristicas de esta técnica. El trabajo pionero en este aspecto es el articulo clasico de Lee, Quigg y Thacker
(LQT) [2]. En esta investigacion, ellos describen en gran detalle la conexién entre la unitariedad y las cotas
superiores de la masa del bosén de Higgs minimal a través del andlisis de diferentes procesos de dispersion
(esencialmente de estados bosénicos). Se encuentra, a través del uso del teorema de equivalencia, que si la
masa del Higgs supera el limite M, < (87/2/3Gr)"/? la unitariedad (y por tanto la perturbatividad) se ve
afectada. La idea primaria aqui planteada fue derivada del trabajo de Dicus y Mathur [3], donde se debate como
la unitariedad del modelo GWS impone restricciones sobre los pardmetros en masa de los bosones Gauge!.
Una investigacién general y formal en la relacién entre la unitariedad y la invarianza gauge de los modelos
es presentada en [5]. Aqui bajo el uso de este argumento se sugiere que las teorias gauge son solo teorias
renormalizables de bosones vectoriales, y que la existencia de grupos de Lie para la descripcién de simetrias
internas puede ser derivada bajo el requerimiento de perturbatividad (donde algin esquema de renormalizacién
puede ser utilizado) de los modelos concernientes. Trabajos en los limites superiores del bosén de Higgs del

!BEs importante anotar que este trabajo demuestra -teéricamente- las restricciones a las masas cerca de 10 afios antes del des-
cubrimiento experimental llevado cabo por el CERN en los comienzos de los afios 80 [4].

11



1. Unitariedad

modelo estandar también fueron llevados a cabo por Chanowitz y Gaillard [6], Chanowitz, Golden y Georgi
[7)%, y Weldon [8].

En la misma direccidn, se encuentra el articulo de Dawson y Willenbrock [9] donde se establecen las correciones
a un loop de la dispersion WZF W, — WZF W, para el Modelo Estandar Minimal. Alli se concibe como las
correciones de origen logaritmico -para cierto valor critico de la masa de los bosones concernientes- violan la
unitariedad de la teoria, en adicién se discute como el método de ondas parciales a través del teorema dptico
puede determinar valores asociados al ancho corregido en el propagador escalar del Higgs®. En complemento a
lo anterior en [10], se resalta la importancia de la dispersién de bosones gauge polarizados longitudinalmente
en la discriminacion de la Fisica proveniente de teorias con Higgs pesados, de modelos technicolor. Se discute
ademas -desde el punto anterior- la influencia de las correciones perturbativas debidas a fermiones pesados,
teniendo en cuenta las restricciones impuestas por la unitariedad de la teoria. Desde la perspectiva del grupo
de renormalizacion, en el articulo [11] se demuestran limites superiores para la masa del Higgs y para la masa
del quark top?. Estos limites dependen funcionalmente de la escala de energfa para la cual la perturbatividad
de la teoria es violada.

Otra forma de implementar la unitariedad es con las conocidas reglas de suma para los bosones de Higgs (ellas
seran discutidas con amplitud en la seccién de andlisis unitario en el modelo de dos dobletes 3.7.4), las cuales
contienen toda la informacién perturbativa de los modelos cuando existen diferentes tipos de acoples tanto
en el sector escalar vectorial como en el sector de Yukawa [13]. Las reglas de suma son ttiles para evaluar
el comportamiento unitario, con respecto a un sector minimal de Rompimiento Espontdneo de Simetria, de
modelos multidobletes.

Extensiones de estos tipos de estudios y andlisis fueron considerados por varios autores en modelos con mas
de un doblete de Higgs. En realidad, existe un gran niimero de motivaciones para incrementar el niimero de
bosones de Higgs. Entre las més destacadas tenemos: las extensiones supersimétricas del modelo estandar, un
modelo con violacién CP debida al sector de Higgs, el mecanismo de Peccei-Quinn, entre otros. Los primeros
articulos con esta directriz son los de Casalbouni et al. [14] y Maalampi et al [15]. El primero con un método
andlogo a la propuesta LQT, estudiaron modelos con dos dobletes, un doblete mas un singlete y también
modelos supersimétricos donde existen tres supermultipletes de Higgs. En el segundo trabajo estudiaron, desde
el mismo punto de vista del articulo de LQT, el modelo de dos dobletes de Higgs. Desde analisis numéricos,
Maalampi et al encontraron el limite superior para la masa del bosén de Higgs neutro, cuyo valor es cercano
al hallado por Lee, Quigg y Thacker en el modelo minimal.

Kanemura, Kubota y Takasugi [16], basados en todos los articulos ya descritos, crean a partir del estudio del
modelo de dos dobletes, un método sistematico para determinar los limites de la masa del Higgs consistente
con la unitariedad. Desde esta sistemaética ellos hallaron, a partir de un gran nimero de procesos de dispersion,
limites en la masa tanto del bosén de Higgs neutro como del bosén de Higgs cargado asociada al 2HDM. La
estructura tratada en [16] es usada en trabajos posteriores para determinar cotas en modelos extensivos a
SM. Una de estas investigaciones es dirigida por Akeroyd, Arhrib y Naimi [17]. Ellos determinan limites en
las masas de los bosones de Higgs establecidos por la unitariedad a nivel arbol en 2HDM tipo II a partir del
estudio de procesos dispersivos de autoestados gauge. Uno de sus resultados son las cotas fuertes para la masa
del bosén més liviano de CP-par (my,) como funcién de tan 5. Este procedimiento es llevado a cabo suponiendo
que el potencial de Higgs es invariante bajo una transformacién de simetria discreta del tipo Zs. Si se rompe la

2 Aqui se discute, a partir del uso de la unitariedad a nivel arbol, la relacién experimental m., = m. cos 8., y de teoremas de bajas
energias, como el espectro producido después del rompimiento espontdneo de la simetria no puede contener particulas mucho
mas ligeras que la escala electrodébil de 1 TeV.

3En realidad este método es una aproximacién, ya que el término que evita la singularidad en el propagador contiene todas las
posibles correciones a la masa del Higgs, y como se ha establecido, el cdlculo concerniente esté asociado solo a los términos de
orden O(Grm3)

4Para la época de este articulo el quark top no habia sido encontrado. Su descubrimiento fue llevado a cabo en tevatron en el afio
de 1995. Asi que antes de ello, existierén esfuerzos tedricos -con otros puntos de vista ademads de la unitariedad- de restringir
sus masas a cierto conjunto de limites.

12



1.2. Teorema optico

simetria discreta, los limites en la masa del higgs se hacen méas débiles. Estos resultados sugieren que medidas
de tan 8 y my, permiten la discriminacién entre los dos potenciales.

El trabajo de Akeroyd sirvié como plataforma para investigaciones posteriores en esta direccién. Hotejsi y
Kladiva [18] hacen parte de esta avanzada. En [18] se reconsideran los resultados tedricos de los limites supe-
riores de las masas del Higgs encontrados en [16] y [17]. Aqui, los resultados fundamentales se basan en los
limites superiores en la masa del bosén de Higgs como dependencia de parametros que representan interac-
ciones que son mediadas por posibles cambios de sabor en corrientes neutras (FCNC). Un articulo de influencia
experimental es presentado por Kaffas, Khater, Ogreid y Osland [19], donde se establece un estudio minucioso
de como la unitariedad limita y relaciona al modelo de dos dobletes de Higgs con violacién CP en la produccién
de quarks top en el LHC.

Otra investigacién clave es presentada por Ginzburg e Ivanov [71]. En esta se tratan principalmente las cotas
de las masas del Higgs para el modelo de dos dobletes mas general con violacién CP explicita. El articulo se
presenta desde un punto de vista esquemadtico y formal, ya que se discute ampliamente la relacion entre las
limitantes de la unitariedad a nivel arbol y el contenido fisico de la teorfa.

Los limitantes debidos a la unitariedad en otras teorias también han sido estudiados de una manera extensa.
Citaremos algunos trabajos que sirven como punto de encuentro para las demas investigaciones en esta direc-
cién. Como ya se habia hecho explicito, en [14] se estudian las cotas de unitariedad en extensiones simples de los
modelos minimales y dos dobletes, como también modelos supersimétricos donde existen tres supermultipletes
de Higgs. Para modelos left-right se tienen los trabajos de Olness y Ebel [20]. Ellos, al considerar modelos min-
imales left-right, caracterizan los rangos disponibles para las masas del Higgs utilizando dos métodos distintos.
El primero, el ya discutido método de LQT, y el segundo la parametrizacién por correcciones radiativas al
progador del Higgs. Este ultimo consiste -esencialmente- en determinar el rango de masas del bosén de Higgs
para el que la serie perturbativa converge. Otra investigacién con esta directriz es tratada en el articulo de
Deutsh [21]. Aqui se estipulan limites en el modelo left-right simétrico desde la unitariedad de la matriz C.K.M.
El método especifico radica en utilizar la informacién experimental combinada con la unitariedad de la matriz
de Cabbibo- Kobayashi-Maskawa para establecer limitantes adicionales sobre los parametros manifiestos del
modelo simétrico left-right. Para modelos de gran unificacién (GU) se encuentra el trabajo de Durand L. y
Lopez J. [22], donde se presenta un método simplificado para el célculo de la unitariedad sobre modelos de GU
supersimétricos a través del teorema de equivalencia de las teoria gauge en dispersiones de altas energias. Aqui,
se encuentra una cota superior para el bosén de Higgs neutro mas ligero del modelo SU(5) x U(1) (myo < 155
GeV).

1.2. Teorema o6ptico

Una de las méas potentes consecuencias de la unitariedad en la teoria de campos cuanticos es el denominado
teorema optico, que estd intimamente ligado con la perturbatividad de la teoria y el comportamiento de los
observables fisicos en el régimen de altas energias. Con el objetivo de ampliar lo anterior, a continuacién se
estudiard tanto el origen del teorema dptico como sus implicaciones en el formalismo general de la teoria de
dispersion.

1.2.1. Unitariedad y perturbatividad de la teoria

Para medir distintas razones de interaccion, es indispensable preparar un estado que tiene un cierto contenido
definido ¢ de particulas en t — —oo (estado -in- \I/g), y estudiar en ¢ — 400 (estado -out- W) como se
comporta dicho contenido inicial. Como ya se ha hecho explicito, en el estado “out” el contenido de particulas
es x. La amplitud de probabilidad para la transicién es °:

Esta seccién estd basada en las referencias [23, 24, 25]
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1. Unitariedad

Sy = (U |0f). (L1)

Este arreglo de amplitudes complejas es conocido como la matriz S de dispersion. Caracterizemos al estado
“in” por el contenido de particulas asociado |¢). De igual manera tenemos para el estado “out” la identificacién
|x). Estos estados son ortonormales y completos:

(XIC) = dx¢, (1.2a)

ol =1 > 10K =1. (1.2b)
X q

Los estados “in” y “out” no habitan en espacios de Hilbert diferentes. La matriz S es la conexién de ellos en el
mismo espacio de Hilbert, ya que cualquier estado “in” puede ser expandido en términos de las sumas de los
estados “out”, donde los coeficientes de expansion estdan dados por los elementos descritos por la relacién (1.1).
Como la matriz 8 conecta dos conjuntos de estados ortonormales, esta debe ser unitaria. Para ver este iltimo
punto de manera maés clara, consideremos en primera instancia la condicién de normalidad. La probabilidad
que el sistema termine en algun estado final es de hecho la unidad,

> IISIOP =1, (1.3)

lo cual implica que:

S dSIO* (SIe) = 1, (1.4a)
X

> (€IS (xISIe) = 1. (1.4D)
X

Al utilizar la completez de los estados, tenemos

(¢I88T1¢) = 1. (1.5)

Como el estado ( es arbitrario, se obtiene

S8 =88 =1. (1.6)

La segunda igualdad puede obtenerse a través de los teoremas de ortonormalidad y completez de los estados
. Esto muestra explicitamente que la matriz S es unitaria. Si no existen interacciones los estados “in” y
out” deben coincidir, asi S = 1. Este hecho permite definir a la matriz S por la relacion

S=1+iT, (1.7)

donde 7 se denomina la matriz de reaccion o de transicion. La unitariedad implica que

2Im T =—i(T T =TT =TT (1.8)
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1.2. Teorema optico

Para ver la consistencia desde un punto de vista esquematico, tomaremos los elementos de matriz de la anterior
ecuacion entre dos estados de particula (psps| y |p1p2). Tenemos

2 Tm (pspa|TIp1pa) = Y (pspal TIC) (D12l TIC)". (1.9)
¢

Colocando 7 = (2m)45t(py — pi)J(/l\, y escribiendo los estados |() en términos de los momentos k; de las
particulas en este estado, se tiene

A3k &k
2 Im(pspa| M|p1p2) = . Z/ . 22--- S (p1+pa—Fk1—ky— . — k¢)
X <p3p4|./\/l|k‘1]€2... n>(p1p2|./\/l|k1k2...kn>*, (110)

aqui los W’s, se refieren a los distintos pesos de las medidas invariantes sobre el espacio de Minkowski.
La suma explicita es hecha sobre todos los estados intermedios reales consistentes con la conservacion del
cuadrimomentum. Diagramaticamente, este hecho puede representarse a través de:

HeNete
ﬁ QRE

Figura 1.1.: Representacion diagramdtica del teorema déptico (1.10).

Cada diagrama contiene la integral sobre el momentum respectivo de los estados intermedios. La esencia de la
unitariedad queda aqui establecida: esto aplica orden por orden en la teoria de las perturbaciones. Este es el
denominado teorema dptico, que establece que la parte imaginaria de la amplitud de dispersién es proporcional
a la seccion eficaz total. El teorema dptico es por tanto la consecuencia de la relacion existente entre la
unitariedad y la perturbatividad de la teoria. En ausencia de esta propiedad, los estados cuanticos definidos
antes y después de la dispersion, podrian llevar a la ausencia de una definicién consistente de particulas en los
estados asintéticos. En complemento y utilizando la definicién de la matriz S , se puede establecer que si en
una teoria la unitariedad es violada, los espacios de Hilbert que conectan a los estados asintdticos no son los
mismos, conduciendo a la no conservacion de la probabilidad para los procesos dispersivos alli inmersos.
Aunque en esta construccién se han tomado estados de dos particulas, el teorema dptico es en general valido
para cualquier estado de multiparticulas del espacio de Fock.

1.2.2. Implicaciones de la Unitariedad

A fin de generalizar el caso discreto, consideraremos ahora los estados especificos en el espacio de Hilbert
de una manera continua. Este hecho permite tratar a estados que describen observables continuos como el
momentum de las particulas que hacen parte del proceso dispersivo. En los estados asintéticos de particula
libre todas las variables son discretas excepto el cuadri-momentum asociado. Siguiendo la notacién de (1.1),
la generalizacién de la relacién de completez para estados “in” y “out” puede ser escrita a través de:
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1. Unitariedad

[ e stysec = [ astuve ) e = e =5 - ). (111a)
[desiesie= [ astweluedivg) = wilvh) =5 (- ). (1.11b)

Cada una de las relaciones indican -en su orden- esencialmente que STS = SST = 1 (relacién (1.6)). Con el
uso de la matriz de transicién (y de la amplitud invariante), se encuentra para la matriz de dispersién

Sey = 0(& —x) + 2mid* (py — pi) Mgy (1.12)

Al reemplazar en nuestras condiciones de unitariedad, se obtiene

5(¢C—x) = /d£ (6(& = x) — 2mid" (pe — px)ME, ) (8(€ — €) + 2mid* (pe — pc) M)
= 6(C — x) + 2mid" (py — po) M, — 2mi6* (pe — py) M, (1.13)

— (2m)° / dé [6* (pe — p)0" (e — p)] MEMee

Si tomamos p, = p¢ (conservaciéon del cuadrimomentum), la anterior expresiéon puede simplificarse

Mg —iME —2m / dedt (pe — p)MgMee = 0. (1.14)

Esta es la forma general, ya establecida, del teorema dptico; indicando la relacién de la parte imaginaria de
la amplitud invariante con las contribuciones de los diferentes canales, consistentes con la conservacién del
cuadrimomentum, a la seccién eficaz total. Se observa la forma perturbativa de esta relaciéon a través de la
consideracion continua de los estados pertenecientes a dichos canales. Para el caso especial ( = x, la anterior
relacién puede transformarce en

Im M, = 7T/d,854(p§ — py) My | (1.15)

Que es el andlogo (mediante otra deduccién) de la relacién (1.10) con los estados iniciales coincidentes con
los estados finales. La regla de oro de Fermi para una seccién eficaz diferencial 2 — 2 en el centro de masa
[24, 25, 26], con esta notacién, puede ser escrita por

1
Ec2muX

Otot =

[ 48R3 e =M = T [ dst e —pIMe (L16)

Aqui se ha hecho uso de la relacién para la velocidad relativa u,, en el sistema centro de masa,

Alpem|
Uy = : 1.17
X E.., (1.17)
Al comparar (1.15) con (1.16), encontramos la forma tipica de expresar el teorema dptico:
Im Mxx = 2Ecm‘pcm’0'tot- (118)

16



1.2. Teorema optico

En virtud a que la parte imaginaria de la amplitud de dispersién estd intimamente ligada con la atenuacion
por el centro dispersor de la onda de probabilidad, esta relacién extiende naturalmente la proporcionalidad de
dicha cantidad con la probabilidad total de dispersion.

Por otro lado, la seccién eficaz diferencial en el sistema centro de masa para una dispersién eldstica de 2 cuerpos
— 2 cuerpos, en términos de las energias y magnitudes de los momentos correspondientes, estd descrita por

do(x = &) 1
aQ  16(2n)2E2, [(Mexl*. (1.19)

Desde aqui podemos definir la amplitud de dispersién f(x — &) (con una fase adecuada), de tal forma que

WOE rs o. (120
Asi,
1
fix—=¢ = WM@(. (1.21)

Para y = &, se obtiene al analizar (1.20) con (1.18), para esta dispersién en particular, a que la condicién de
unitariedad puede ser reescrita a través de

|Pem|
47

Im f(x = x) = Otot- (1.22)
Desde aqui se pueden nombrar varias implicaciones que tiene el concepto de unitariedad en la estructura
general de la teoria de campos. Una de ellas es la relacién entre el teorema dptico, por medio de la amplitud
f, v el patrén de dispersion a altas energias. La amplitud f es una funcién suave del angulo de dispersion,
existiendo un intervalo del 4ngulo sélido para el que |f|? tiene un limite de saturacién. Esto permite, en virtud
a esta forma del teorema 6ptico, limitar la seccién eficaz total y por tanto una region del angulo sélido donde
la funcién | f]? posee el mismo valor, con lo cual

9 2
AQ < 2T (1.23)

n |pcm|20tot .

Ya que la relacién entre la unitariedad y la perturbatividad de la teoria trae consigo que la seccion eficaz debe
tender a un valor constante en el limite de altas energias, esta frontera muestra la aparicion de un pico de
difraccién, donde el dangulo sélido decae como |per |2 cuando |pem| — oo [25].

Otra consecuencia fundamental de la unitariedad es el teorema H de Boltzmann. Su deduccion, en primera
instancia, se hace suponiendo invarianza de inversién temporal y aproximacién dindmica de Born® sobre la
ecuacién de transporte de Boltzmann. En virtud a la condicién (1.6), SST = STS = 1, las tazas de decaimiento
de los estados iniciales a los finales coinciden con la de los finales a los de los iniciales, i.e,

/d§ <(2‘;)3>NX dP(Z: &) _ /dfs <(2‘;)3>N5 dP('Sd; X (1.24)

SEsta aproximacién estd basada en que desde un potencial de interaccién relativamente débil, los estados de particula libre
coinciden con los estados asintéticos de dispersién “in” [25].

Esto implica que
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P.
- PoIn =) > 1.2
o dx Xn<c )_0, (1.25)

X

ey = (V/(2m)3)Nx. Aqui P,dy indica la probabilidad de encontrar al sistema en un volumen dy del espacio de
estados de multiparticulas ®, (cuya variacién total es independiente del tiempo). Este es el famoso teorema
H de Boltzmann, el cual establece que el incremento de la entropia (que es proporcional al integrando en esta
ultima relacién) se detiene cuando la probabilidad llega ser una funcién solo de cantidades conservadas, como
la energia y la carga. Lo anterior se convierte en un ejemplo de la Segunda Ley de la Termodinamica,
definiendo los estados de equilibrio y no equilibrio en el sistema Fisico en consideracién.

En adicién, otra fuerte implicacién de la unitariedad estd en el teorema C'PT con la antisimetrizacion del
comportamiento entre particulas y antiparticulas. En virtud a que la simetria conservada C' PT' es antiunitaria
[25], los procesos en los que se involucren particulas no pueden ser extrapolados de una manera simple a
los procesos en los que participen sus respectivas antiparticulas. Por ejemplo, si consideramos las tazas de
reaccién para un conjunto dado de particulas y un proceso analogo para el mismo conjunto de sus respectivas
antiparticulas, se puede ver que dichas tazas de reacciéon coinciden cuando las antiparticulas poseen una
proyeccion espin inversa, i.e

_1©

Fp1701§p27021~~~ - Fpl,—al;pg,—agz...‘ (126)
Al tener un solo estado de particula y considerando dicha implicacién mas la invarianza rotacional de los
interacciones fundamentales conocidas (donde se prohibe tazas de decaimiento dependientes de la tercera
componente del espin), podemos concluir que los tiempos de vida media para particulas inestables son los
mismos que para sus respectivas antiparticulas.

1.3. Ondas parciales y Unitariedad

La utilizacién de estados asintéticos como la base en la que se expresa la matriz S es debido al hecho que el
momentum del estado de n-particulas y la energia total E forman un espacio compacto (3n — 4) dimensional
[25, 27]. Asi, en el sistema C.M. para un estado de 2 particulas, este espacio es una superficie esférica 2-
dimensional. En una variedad del tipo de 2-esfera, los armonicos esféricos sirven como la base de expansion de
una serie generalizada de “ondas parciales”. Para un caso general cualquier espacio compacto admite, bajo un
conjunto apropiado de funciones base, una expansién en “ondas parciales”. Por simplicidad, consideraremos
solo el caso de estados de 2 particulas con espin arbitrario, ya que nuestro objetivo es establecer los fundamentos
para el estudio de procesos del tipo 2 — 2 (ver Figura 1.2).

(pfa >\c)

i
(Pis Aa)——— (=P, \p)

(—ps> Ad)

Figura 1.2.: Dispersion de dos particulas en el sistema centro de masa.

Teniendo en cuenta la Figura 1.2, el elemento matricial M, puede definirse mediante la relaciéon
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(CIT1x) = (2m)76* (pc = p) My (1.27)

Ahora, por simplicidad, y representa al estado inicial, ¢ al estado final y T la matriz de transicién asociada.
Con nuestra notacién estos estados representan a los siguientes estados de momentum y helicidad:

’X> = ‘pth )‘aapba )‘b>7 (128&)
€)= [Pe; Ac, Pa, Ad)- (1.28b)

La funcién delta de Dirac impone la restriccion de conservacion del cuadrimomentum, siendo este hecho de
utilidad para eligir un subespacio de Hilbert Hy, C H. Esto se puede entender desde el anélisis dinamico del
proceso dispersivo. Nuestro caso contiene dos particulas no-idénticas (antiparticula-particula para fermiones)
masivas de espines arbitrarios s y so. Los estados quedan definidos a través de su momento p = p, + ps, la
energia del sistema E = E; + Fs, las componentes de espin en la direcciéon z A4, A\p, el momento angular [ y
su componente en z, m ( con |m| < 1)7. Mediante el uso de los coeficientes Clebsh-Gordan en dos ocasiones se
puede construir una primera base de representaciones irreducibles, que combinan el espin de las dos particulas
para dar un espin total s con componente en z -A-, luego se construye una segunda base de momentum angular
total J con componente en z -mj-, formada desde el momentum angular [ y su componente en z -m-. En
resumen, para describir un proceso fisico se debe establecer algiin esquema de acople del tipo L —S o j — j
para los estados iniciales (con el fin de considerar estados bien definidos de momentum angular total como
cantidad conservada), y establecer la transicién a algin estado final también caracterizado en algin esquema
de acople. Este mecanismo es muy complicado, pero puede ser simplificado si los estados iniciales y finales son
escogidos apropiadamente.

A fin de lograr lo anterior, iniciemos con declarar un estado en el sistema centro de masa CM para dos particulas,
donde una particula tiene momentum p; = pes y helicidad A1, y colisiona con una segunda particula que se

mueve con momentum opuesto, ps = —pes v helicidad A\o®. Este estado en el sistema CM se consigue de la
forma
[pes, A1, A2) = |pes, A1) @ | — pes, A2) = [pes, A1) @ U(0, m,0)[pes, Aa). (1.29)

Aqui U representa una matriz rotaciéon en los angulos de Euler. El momentum angular neto a lo largo de €,
de este estado es A1 — Ao, con lo cual

J3|p/6\3, )\1, )\2> = ()\1 — )\2) |p/€\3, )\1)\2>. (130)

Un estado con una direcciéon arbitraria puede ser escrito como

|pa9a¢a )‘1,)‘2> = U(¢,9,0)|p/€\3,>‘1a)‘2>a (131)

que son denominados “estados de ondas planas” generales. Sabemos que los operadores proyeccion PjMAQ
transforman irreduciblemente bajo la J-representacion. Este hecho permite encontrar, bajo su aplicacion,
autoestados de momentum angular total,

"l y m especifican la dependencia del estado sobre las direcciones de pa 6 ps
8Para una discusién mas profunda desde el lenguaje de la teorfa de grupos ver [28]. Desde la teorfa general de dispersién y en
pro de un tratamiento mds detallado, se recomienda el apéndice E de la referencia [29]
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2J +1 _
|pJM)‘1)\2> = /dQ|p’9,¢’ >‘1’A2>D2rj) (QS,H,O))\I AQM‘ (132)
Al invertir esta ecuacién se obtiene
2J +1\ /2 0 "
[p,0,6 M, 00) =D (=5 — ) IPTMAA) DD (6,6,0)%), s, (1.33)
J,M

Donde D es una D-funcién de Wigner? que representa una rotacién finita Ry . Este formalismo, que condensa
las ondas planas de helicidad de dos particulas y los estados de momentum angular, fue establecido por
Jacob y Wick [30]. Estos estados tienen un conjunto de caracteristicas importantes. Debido a que todos
los nimeros cuanticos que alli aparecen son fisicos y por tanto medibles, estos son independientes de las
suposiciones dinamicas. Otra ventaja es la libertad ante esquemas de acoples del tipo L— Sy j— 7, que pueden
ser deducidos de la comparacién de los estados de “ondas planas” (1.31) con los estados de “momentum
angular”(1.33), permitiendo a su vez analizar comportamientos simples de la helicidad bajo tranformaciones
de simetria discretas. En adicién, este método puede ser aplicable indiferentemente a sistemas con particulas
de masa cero como a sistemas de particulas masivas (en otros esquemas de acople dicha propiedad no es
extrapolable debido a que el espin estatico no tiene significado en estados de masa cero). Utilizando este
formalismo, tenemos para nuestro proceso dispersivo lo siguiente:

2J; + 1\ /? (J;) M;
Pidado) = 20 (T ) P M= X = XA ) DY (6,0,00% (1:37)
Ji, M
2Jf + 1 1/2 (J ) Mf
’pfa)‘ca)‘d>: Z T ‘pfanaMfa)‘C7)‘d>D ! (¢7670) Ae—Ag (138)
Jg, My

En virtud a que todas las interacciones de la naturaleza son invariantes bajo rotaciones espaciales, la matriz
de dispersién conserva momentum angular. Para el elemento matricial se obtiene entonces

)1/2(2JZ + 1)1/2
4

T 2Jr+1
<pf7)\67 >\d|T|pl,)\a,>\b> :Z Z ( f

J Jp, My
x DY) (6,0,00" ngf) (0,007, . (1.39)

(Dps Ty Mg, Aes Nl T |pis Jiy Mi = Ao — Mgy Aas o)

9La D-funcién de Wigner es una matriz cuadrada de dimensién 2j + 1 con elementos generales:

D)@, 8.7) = (jm[R(a, B,7)ljm) = e~ *d],.,,, (B)e™ ™. (1.34)

Con R(a, B,7) el operador de rotacién escrito por medio de los dngulos de Euler «, 8 y v, y de sus respectivos generadores
como

R, B,7) = e ze ez, (1.35)

Y dfn 'm €8 la matriz de Wigner reducida

&, (B) = (jm'|e” 7| jm). (1.36)
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1.3. Ondas parciales y Unitariedad

Haciendo uso del teorema de Wigner-Eckart'?, podemos escribir para el primer factor de la derecha

(1 T My, ey Ml Tpis Jiy Miy My o) = (Jp M (J, J)AM) (AcAal T7(E)|Aa o) (1.40)

Con M’ = X\ + M. Para nuestro caso en particular A = 0 (operador escalar), por lo tanto

-~ Jr M
(Dfs T5a My Ao Ml T iy Jiy Mis Aoy No) = 8776317 (AeAal | TH(E) [ Aas)- (1.41)

Reemplazando este hecho en el elemento matricial (1.39), llegamos finalmente a'!

<pf’ >‘C, >‘d|?|pl> >‘aa )\b> = Z

<2J +1
JM

o ) AeAdl[TH(E)Aado) D (10,07, Dy (67,0,0%, - (1.42)
Esta es la expansién general en ondas parciales para cualquier proceso dispersivo o reacciéon de dos particulas.
Estos desarrollos, donde se involucran solo los grados de libertad de espin, no traen consigo ninguna compli-
cacién con respecto al tratamiento estandar de particulas sin espin. En cambio, al realizar el acercamiento
convencional con el tratamiento de espin estatico para las particulas, la relaciéon entre los estados de onda
plana y de momentum angular, involucran multiples expansiones en acoples Clebsh-Gordan, haciendo de la
forma particular una estructura mas complicada para la expansién general de estos estados [28].

Con las ventajas de esta descomposicion claras, ahora se estudia como esta expansién conlleva a la definicién
general de la amplitud invariante de dispersién. Esto establece consecuentemente el comportamiento que tiene
la unitariedad sobre este nuevo formalismo. Al tomar la direccién inicial a lo largo del eje z, a través del uso
de la matriz representacién, y en términos de la amplitud invariante M, esta relacién puede ser escrita por
medio de

M(5,0) =167y (27 +1)D[} (65,6,00* 7% _\ (AcAall M7 (E)[[Aads). (1.43)
J

Las amplitudes de las ondas parciales estan definidas mediante la relacién

M (s) = AAallM7 (5)|[Aads) = F\/j@MdHTJ(S)HAaM (1.44)

YPara el grupo SO(3), el teorema de Wigner-Eckart (WE) establece que para un conjunto de operadores {O3} que tranforman
de acuerdo a 1 s-representacién, sus elementos matriciales en estados fisicos irreducibles satisfacen

<jlm/7 0‘/|O§\ lj,m, ) = <j/m/(57j))‘m> <j/O‘I|OS|ja>‘
El primer factor de la derecha son los coeficientes de Clebsh-Gordan asociados al cambio de base para las representaciones
irreducibles. Si tomamos el caso particular de un operador escalar (tensor de rango cero), el teorema (WE) establece que

(G'm’, /|08 |5, m, ) = (5;, (5 |0%ja).

HEsta relacién es la generalizacién del problema de dispersién para particulas de espin cero, donde se tenia esencialmente que

BITIB) = 3 B TUENT™ () = 3= (Pt ) [P0r0.07] 1) [P0n0.01].

l,m
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1. Unitariedad

Si el estado de helicidad de la particula a coincide con el de la particula b, y el de la particula ¢ con el de la
particula d, este elemento matricial toma la forma

M(s5,0) =167 Y (27 +1)D[; (¢7,6,0)% M”(s) = 167 Y (2] + 1)Ps(cos )M’ (s). (1.45)
J J

(

Se ha hecho uso de las propiedades para las D-funciones (e.g. Dog) = Pj(cosf)). Esta forma representa una
expresion tipica de expansién en ondas parciales generalizadas. La unitariedad perturbativa requiere que
M2 < (M) (1.46)
Desde la desigualdad de Schwartz, Im (M7) < |MY], se tiene que |M7| < 1. Esta limitante fue utilizada en
los trabajos pioneros en restricciones unitarias tanto en el SM como en el modelos de dos dobletes [16]. Por
medio del uso del comportamiento en el plano complejo de los coeficientes de las ondas parciales,
Re (M7)? +Tm (M7)* = IM72 < 1, (1.47)

podemos obtener limitantes mas fuertes, ya que

— [Re (M7) | < % (1.48)

=

Re (M7)” < |lm (M) | (1~ [Im (M7) |) <

donde dicha relacion es satisfecha para toda onda parcial asociada a cualquier valor J. Esta propiedad puede
demostrarse desde el diagrama de Argand (circulo unitario) representado en la Figura 1.3. Alli la norma del
vector M| nunca excede el valor de 1/2 residente en el eje real.

Im(M7)

Re(M7)

NI

0

NI—

Figura 1.3.: Diagrama de Argand que representa a la relacion (1.47), delimitando la region donde la unitariedad
asociada a las ondas parciales es respetada.

Este limite puede ser obtenido de manera general (cualquier combinacién del conjunto de estados de helicidad

tal que coincidan con los estados de helicidad finales) a través del uso de la unitariedad de la matriz S con la
condiciones (1.6) y (1.8). Al tomar el elemento matricial para los estados de dos particulas,

(J, M, A, M| TT = T, M, Aay Np) = i(J, M, Mg, Mo TIT 1T, M, Ay M) (1.49)

Introduciendo una relaciéon de completez, con un nuevo conjunto de nimeros cuanticos que estan inmersos en
la base del espacio de Fock
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1.3. Ondas parciales y Unitariedad

(. M N Mol T =TT, M, Mgy Ng) =00 (T, M, Aay M| TTIT, M, @) (T, M, 0 T1T, M, Aa, M)
=03 (J, M, a|T1J, M, g, M) (. M, 0| T1J, M, Mg, o)

«

=iy [(J, M, a|T|J, M, Ag, M), (1.50)

Tomando el valor absoluto y al tener en cuenta solo los estados de helicidad de dos particulas (i.e. contribuciones
eldsticas), se llega a

(T, M Xy Mo T =TT, M Ay M) | > (T, M Ny M| T 1T, M Ay A (1.51)

Haciendo uso de la relacién (1.44), llegamos a

4/p|
J J 7 2
M aran, — Maaran,| = s M paan, | (1.52)

Donde se hace explicito el hecho de que los estados finales coinciden con los estados iniciales. Esta notacion
implica que M{ , 5.\, = (AaXo|M7[AeAs). Llevando esta relacién al limite de altas energfas, se encuentra, en
virtud al circulo unitario, que |Im (M7) | > ‘MJ‘2 — [Re(M7)| < 1/2. Concluyendo que en el limite de altas
energias, en estados iniciales y finales simétricos, se recobra la cota de unitariedad obtenida para el caso
particular A, — Ay = Ao — Ag = 0. Ademads si se tienen particulas idénticas, la condicién de simetrizacién trae
consigo un factor de dos, haciendo que este limite cambie a

M7 <2 |Re (M) < 1. (1.53)

Esto es de gran utilidad cuando estudiamos la interaccién de estados neutros, como la dispersion de bosones
gauge ZY y de bosones de Higgs H.

Esta formulacion general se vuelve en el eje central de las discusiones alrededor del comportamiento unitario
del sector escalar minimal y de dos dobletes del SM. Asi, después de determinar la influencia respectiva
del rompimiento espontaneo de la simetria en la regién de campos de estas teorias, miraremos como surgen
diferentes sistemaéticas (e.g el método LQT) asociadas a la unitariedad que tienen el fin de determinar cotas
sobre los pardmetros libres (generalmente masas escalares) de estos modelos en su nivel perturbativo més bajo.
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CAPITULO 2

MODELO ESTANDAR

Uno de los logros tedricos mas preponderantes de la Fisica de particulas elementales -en la 1ltima mitad del
siglo XX- fue la construccién del Modelo Estandar, todo en virtud a su alto nivel predictivo y consecuencia
con los experimentos desarrollados hasta la actualidad (con la tinica falencia en la explicacién de la oscilacién
de neutrinos). Aunque los logros fenomenoldgicos son indudables, existen atin muchas cuestiones abiertas en
la fundamentacién conceptual del modelo, como lo es la explicacion de la jerarquia de masas en el espectro
fermidnico, la cuantizacion de la carga y la ausencia fenomenoldgica de un mecanismo univoco encargado de
explicar el origen de la masas de todas las particulas de la teoria. En virtud a que los sectores escalares no
han sido explorados directamente !, los comportamientos asociados a esta regién del modelo son todavia un
problema sin solucién.

A fin de dar un sustento tedrico y fenomenolégico al Modelo Estandar, se harda un recorrido conceptual por
cada uno de sus sectores, enfatizando en los estadios del mecanismo de rompimiento espontaneo de la simetria
electrodébil -llamado a ser la manera natural en la que se generan las masas de los campos de materia y
radiacién-. Desde alli se realiza un estatus de los métodos experimentales actuales en la deteccién de los
parametros que emergen del rompimiento espontaneo de la simetria. Después se establecen las cuestiones
tedricas que describen algunos comportamientos no deseados del Modelo Estandar en escalas de energia su-
periores al corte electrodébil. Dichos conceptos aun no completos de la teoria, donde la unitariedad juega un
papel importante, ademas de interpretar al modelo como una manera efectiva de describir las interacciones
electrodébiles y fuertes, permiten no solo imponer un conjunto de limitantes en los parametros libres, si no
también el establecer escalas de energia donde nueva fisica debe aparecer; todo con el unico objetivo de con-
struir una teoria completamente realista y consistente con el background cudntico y espacio-temporal que la
caracteriza.

2.1. Fundamentos

El modelo electrodébil (o denominada cominmente la teoria Glashow-Weinberg-Salam [31]) es una teoria
gauge basada en el grupo de simetria local SU(2)r, x U(1)y (la localidad estd motivada en el hecho de que
la teoria debe ser renormalizable i.e el principio gauge), existiendo tres bosones gauge asociados a SU(2)p,
con Wlf i =1,2,3, y un bosén gauge B, asociado a la parte U(1)y. Las interacciones fuertes presentes en el
sector de quarks estan descritas por la Cromodindmica Cudntica (QCD), basada en el grupo gauge SU(3)..
El modelo GWS en adicién a la QCD generan el marco de referencia para decribir el origen dindmico de
tres de las interacciones fundamentales de la naturaleza, siendo este esquema de unificacién que cominmente

'En realidad un estado fundamental con indicios de ser un escalar fue detectado durante la discusién de este trabajo [1]. Los
limites de precisién develardn el verdadero comportamiento y naturaleza de esta fluctuacién.
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2.1. Fundamentos

denominamos el Modelo Estandar (SM). En d4nimo a emular el comportamiento de la Electrodinamica Cuéntica
(QED) 2, el término cinético para nuestro nuevo grupo de simetria electrodébil es:

3
1 - o1
Lic = =7 > Wi, W = 1B, B". (21)
i=1
Con el comportamiento antisimétrico descritos por los cuatro campos gauge,

Wi, = 0,Wi—0,W), + ge?*Wiek, (2.2a)
B, = 8,B, — 8,B,. (2.2b)

Los campos fermidnicos estan constituidos por tres generaciones de quarks y leptones quirales left-handed y
right-handed (fr r = % (1+75) f). Los fermiones left-handed se encuentran organizados en isodobletes débiles
3

L= <:€>L, Ly = (Z“)L, Ly= (?)L (2.3)
Q1 (Z)L, Q2 = (g)L, Q3 = (Z)L (2.3b)

Con tercera componente del isoespin de los isodobletes Ij?é = :I:%. Por otro lado los fermiones right-handed
estan en isosingletes débiles,

9

6;%, ) M}}’ ; T}Ea
dRr, UR, SR, CR, bR, lR, (2.4)

con I;@R = 0. En este capitulo y en lo que precede al texto, asumiremos que los neutrinos no poseen masa y
que por tanto aparecen solo con sus componentes left-handed. La hipercarga fermidénica, definida en términos
de I})’ y de la carga eléctrica en unidades de +e¢, esta dada por:

1 4 2
Yp=2Qp—2I} =Yy, =-1, Y, =-2, Yo = 3 Yun, =3, Yap, =3 (2.5)
En adicién, los quarks son tripletes bajo el grupo SU(3)., mientras que los leptones son singletes de color.

Esto produce por tanto la relacién

Y=Y Q=0 (2.6)
7 7

Esto asegura la cancelacién de las anomalias quirales* en cada generacién de fermiones, garantizando -en este
aspecto- la renormalizacién de la teoria electrodébil (i.e las divergencias a ordenes superiores en la teoria de
perturbaciones pueden se removidas al redefinir adecuadamente las masas y acoples (finitos) de la teoria).

2Aqui la extrapolacién es un poco més complicada en virtud a que el sector SU (2)z es un grupo gauge no-Abeliano

$Histéricamente la introduccién de los isodobletes y de los bosones gauge SU(2)r estd motivada en la explicacién de fenémenos
como el decaimiento del muén p y el decaimiento 8 a nivel parténico.

“Una anomalfa quiral es debida a la no conservacién anémala (tratada cldsicamente desde las ecuaciones de Euler-Lagrange)
de alguna corriente quiral. Por ejemplo en el SM, los bosones gauge se acoplan a los fermiones vectorial y axialmente. Si el
nimero de generaciones de los quarks es mayor que el nimero de generaciones de los leptones (6 viceversa), esta mezcla dafia la
renormalizabilidad de la teoria, que fue conseguida, en primera instancia, desde la imposicién de la localidad del grupo gauge
de simetrias. Por ende, una teoria libre de anomalias garantiza el buen comportamiento de esta ante los diferentes esquemas
de renormalizacién [24].
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2. Modelo Estandar

Al tomar en cuenta solo las contribuciones del sector electrodébil, los campos de materia son acoplados a los
campos gauge a través de la derivada covariante (i.e transforma como un operador diferencial bajo la accién
del grupo de simetria SU(2);, x U(1)y ),

. « Y
Db = (au —igT, W, — Zg'Eun> W, (2.7)

donde ¢’ y g son las constantes de acople electrodébiles y T, = %, con 7, las matrices de Pauli. El lagrangiano
de Dirac, encargado de describir las interacciones entre los bosones gauge y los fermiones, ademas de la
propagacion propia de los campos de materia, estd dado por

3
Lkr= Z (L L+ TRiD g + Qi) Q" + Gupil) qur + Garil) qir) - (2.8)
i=1
La notacién L; y @Q; representa a los dobletes izquierdos de los leptones y quarks respectivamente. lf,% =
eRr, UR, TR, hace alusion a los singletes débiles de los leptones cargados derechos. Este es el denominado sector
cinético y dindmico de los fermiones. Es de importancia anotar que para los sectores derechos la derivada
covariante actia solo con el término libre y el término de hipercarga.
El lagrangiano completo para las interacciones electrodébiles invariante ante el grupo SU(2); x U(1l)y, se
puede escribir por

3
1 , -1
Lew =Lk +Lkr=—7 E 1 W WH" =2 B B
1=

3
+ Y (LU L+ il + QUi Q' + Guril) ghr + Gari P dir) - (2.9)
i—1

La covarianza ante SU(2);, x U(1)y indica que los campos gauge y fermiénicos (izquierdos y derechos) trans-
forman como:

WS(Q:) — W’Z(m) = WS(Q:) — é@uoﬂ(:ﬂ) — eabcab(:v)WfL(:U), Bu(xz) — BL(CE) = B,(x) — ;auﬁ(x), (2.10a)
L(z) = L'(z) = e«@TatiB@Y Ly R(z) — R'(z) = eP@Y R(z).  (2.10b)

Un término de masa para cualquiera de estos campos romperia explicitamente la simetria SU(2)r, x U(1)y.
Para ver esto, pensemos en sectores masivos para el lagrangiano de la forma %M‘Q/WHW“, y asi desde las
relaciones de transformacion bajo el grupo de simetria EW, obtenemos

1 a aQ 1 a 1 a aoc (& a, 1 a aoc C,
§M‘2/WuW " —>§M‘2/ <Wu (x) — gaua (z) — e ab(x)WH(x)><W H(x) — 58“04 (z) — eeal ()W “(x)) ,

1 a a
¢§M5WMW ", (2.11)

5Para el caso de los quarks, y a fin de complementar la derivada covariante ante el SM completo, es necesario introducir un término
debido a los campos gauge (gluones) del grupo SU(3)¢; Dep = figs§G“M. Donde gs es la constante de acople fuerte, A® la
matrices representacién de Gell-Mann y G%, los campos asociados a los gluones. La introduccién de esta nueva componente
de Yang-Mills, trae consigo problemas de conservacién de la unitariedad al producir gluones polarizados longitudinalmente en
propagacion “forward “. Para salvar este problemas es imperativo construir una componente de campos no fisicos denominados
lo campos Ghosts, que eliminan la posibilidad que la teoria viole la conservacién de probabilidad al producir grados de libertad
no observables.
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2.2. Rompimiento Espontdneo de la Simetria Electrodébil (EWSSB)

Y de igual manera para el campo gauge Abeliano B,,, podemos mostrar que un término masivo andlogo violaria
la simetria electrodébil explicitamente. Por otro lado, si consideramos un término masivo tipo Dirac para los
campos de materia, dado por

Lrasa = _m'L/}L/} =-m (@LwR + ﬁR'L/}L) ) (212)

encontramos que no es manifiestamente covariante bajo las acciones de simetria de isoespin ya que aqui los
fermiones derechos transforman como singletes y los fermiones izquierdos como dobletes de SU(2).

El gran problema en la implementacién de los términos masivos radica en que al violar explicitamente la simetria
gauge local SU(2)r, xU(1)y, el modelo se hace no renormalizable; poniendo en duda la teoria de perturbaciones
como la esencia formal en la determinacién de correcciones en los parametros observables provenientes de los
experimentos. Es preponderante, por tanto, encontrar un método que permita simultaneamente la permanencia
de la simetria electrodébil y que a su vez dilucide la naturaleza de las masas del espectro de particulas de materia
y radiacién del SM.

2.2. Rompimiento Espontaneo de la Simetria Electrodébil (EWSSB)

En respuesta a un método sistematico que permita mantener la simetria local del Modelo Estandar Elec-
trodébil mientras se da razén del origen dindmico de las masas del espectro de particulas, surge el denominado
mecanismo de Higgs [32]. La esencia del mecanismo se establece en el siguiente hecho; a través de un conjunto
particular de transformaciones del lagrangiano invariante gauge, se consigue una teoria con un espectro de
bosones gauge masivos. En el primer instante, el vacio del modelo es degenerado (i.e existen varios campos que
cumplen las ecuaciones de Euler-Lagrange asociadas), y después de escoger uno en particular, este minimo del
potencial no es invariante bajo la simetria del lagrangiano. Se dice entonces que la simetria es espontaneamente
rota cuando se escoge un estado de vacio particular® (i.e un vacio con el espectro de bosones gauge masivos).
Debido a las generadores de simetria rotos, emergen al espectro campos escalares denominados los bosones de
Goldstone, los cuales, y en virtud a la localidad de la simetria gauge del lagrangiano, son los encargados de
dotar de masa a los bosones Gauge del modelo 7.

A fin de aclarar esta discusién heuristica y poderla extrapolar al EWSM SU(2), x U(1)y , examinaremos un
ejemplo gauge local Abeliano U(1) donde el mecanismo de Higgs genera, a partir del Rompimiento Espontdneo
de la Simetria (SSB), la masa del bosén gauge presente en este modelo. El lagrangiano correspondiente para
dicho modelo es:

L= (Db)” (D#0) + 5%(6°6) — A (D6 — TFu ™. (213)

No hemos considerado atin campos fermidénicos. Debido a la Abelianidad de la teorfa, F,, = 0,4, — 0, A,.
Desde una manera similar a las relaciones (2.10a), la transformacion para el los campos ¢(z) y A, (z) estd dada
por

o(x) = d(x) = DI(x), (2.14a)
Au(z) = Al (z) = Au(x) — dua(x). (2.14b)

Para que la teoria sea invariante ante este conjunto de transformaciones la derivada covariante debe tener la
estructura D, = 0, + igA,. Asi, la imposicién de la localidad genera la interacciéon del campo complejo con

5La unicidad del vacio se establece en virtud a que la teorfa cudntica de campos exige esta condicién para llevar a cabo la
expansién perturbativa desde este nivel del potencial

"Este es el denominado teorema de Goldstone, el cual establece que el nimero de bosones de Goldstone es igual al ndmero de
generadores del grupo de simetria rotos.
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2. Modelo Estandar

el campo gauge. Para que el potencial este limitado por debajo, el pardmetro asociado a los acoples cuarticos
debe ser A > 0. Ademas, Si u? < 0, el potencial asociado posee un tinico minimo en ¢ = 0 que preserva la
simetrfa del lagrangiano. Por otro lado si p? > 0, el lagrangiano tiene un conjunto continuo (en virtud a la
simetrfa) degenerado de vacios. Estos minimos del potencial residen en un circulo de radio p/v/),

2

1
(19P) = (6112 + (a2 = B = 02 (215)
El rompimiento espontaneo de la simetria se logra al escoger un minimo especifico (en virtud a la condicién
de unicidad). En particular tomamos la configuracién en que solo el campo ¢; adquiere un Valor Esperado en

el Vacio (VEV),

($1) = —==v, ($2) =0. (2.16)

S=

Ahora es necesario expandir el lagrangiano alrededor el estado de vacio (¢)

1
r)=v+ —=n(z)+ix(x) . 2.17
¢(z) ﬁ[n() x ()] (2.17)
Con n(z) y x(x) campos reales con VEV nulos. Reemplazando esta expansién en el lagrangiano (2.13), se llega
a que el SSB actiia como:

L= % (Qyum) (9"n) — %uQnQ + % (9ux) (9"x) = iFuuF W gV A A = 2igrAuOux + Lo (2.18)
Con L, el lagrangiano de interaccién (cuya forma explicita, en este nivel de la discusién, no es relevante).
Podemos observar tres grandes consecuencias sobre el lagrangiano libre en lo que al mecanismo SSB respecta.
En primera instancia el campo A, adquiere una masa de My = V2qu, por accién del VEV. Segundo, el campo
de expansion 7 posee una masa de M, = p. Tercero, existe un campo no masivo x que debera ser el bosén de
Goldstone.

Asi, al comienzo teniamos cuatro grados de libertad; 2 para el campo gauge (modos ortogonales con respecto
a la direccién de propagacién) y 2 para el campo complejo ¢. Después del SSB, tenemos aparentemente 5
grados de libertad; 3 para el campo A, masivo, uno para 1 y uno para x. Esto da un indicio de la existencia
de un grado de libertad esptreo (no-fisico) en el nuevo espectro de particulas. La naturaleza de dicho término
queda al descubierto al analizar el término bilineal 2igvA,0,x. Si consideramos la siguiente parametrizacién
del campo ¢,

b= {U N %n(x)] ¢ix(@)/o. (2.19)

y usando las transformaciones gauge locales (2.14) con la sustitucién

L), (2.20)

iz

Ay — Ay

el término bilineal desaparece del lagrangiano. Esta escogencia del lagrangiano es establecida en el denominado
gauge unitario. En este gauge en particular todos los grados de libertad presentes en el lagrangiano son fisicos.
Con lo cual, el campo A, (con dos grados de libertad iniciales) ha absorbido el bosén de Goldstone x. Este
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procedimiento hace que el “fotén” sea masivo (i.e con los tres grados de libertad naturales). Por tanto, se
puede ver como la componente asociada a la polarizacién longitudinal es proveida por el boséon de Goldstone.
Se dice, a este nivel, que la simetria local U(1) es espontdneamente rota, estableciendo asi de manera completa
el denominado mecanismo de Higgs.

Este caso Abeliano permite, ademads de ver sisteméticamente el proceso del rompimiento espontidneo de una
simetria continua, establecer una correpondencia entre los grados de libertad naturales con el comportamiento
de la simetria local que describe las interacciones presentes en todos los sectores del modelo. A continuacion
extenderemos al caso no-Abeliano del Modelo Estandar Electrodébil.

2.2.1. Mecanismo de Higgs en el Modelo Estandar Electrodébil

Ahora, para el estudio no-Abeliano del SSB es necesario generar las masas de los bosones vectoriales W* y Z
(manteniendo al fotén no masivo) ademds de las masas del contenido de materia del EWSM. El esquema de
SSB para el SMEW obedece al esquema SU(2);, x U(1)y — U(1)g, con @ la carga eléctrica, representando
el generador no roto del grupo total de simetria. Asi necesitamos por lo menos tres grados de libertad para
los campos escalares. Desde un punto de vista minimal, la escogencia mas simple es un doblete complejo @ de
campos escalares que transforma invariantemente bajo SU(2)y, ,

¢r ¢1 + i
o= = _ , 2.21
()= (i @20)
con hipercarga Y = 1. Al Lagrangiano del SMEW (2.9), le adicionamos términos invariantes de una parte
escalar,

Ls = (D'®)1 (D,®) — V(). (2.22)

La derivada covariante se escribe como lo establecido en la relacién (2.7). El potencial considerado es construido
de tal manera que es invariante gauge, invariante Lorentz y renormalizable (lo cual se puede ver -en primera
instancia- desde la adimensionalidad del parametro \),

V(®) = 20T + A ((I)TCI>>2 . (2.23)

Para ;2 < 0, la componente neutral del doblete ® desarrollard un VEV®,

(@) = (0]]0) = % (S) . (2.24)

2 .
Con v? = —&-. En virtud a que

Y
Q(P) = <I3 - 5) (®) =0, (2.25)
se espera que U(1)ggp sea la simetria remanente en el lagrangiano después de lograr el SSB. Ahora, consid-
eramos el corrimiento a primer orden en los campos para mirar el comportamiento del espectro de particulas,
cuya parametrizaciéon se escribe como

8En virtud a que el potencial V(®) solo depende de ®'®, 1a orientacién del vacio no esté determinada. Siguiendo el caso de una
teorfa Abeliana, la direccién es tomada a través de la parte real de la componente neutral ® (¢3) (si el VEV estd en la direccién
cargada, la simetria U(1)g no se preserva, permitiendo la presencia de fotones no fisicos)
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2. Modelo Estandar

o=, DT ) @ 0
o) = (%mn) —izbs) - (7 (V+77(:6))> | (226)

Donde los 7, son 3 los generadores rotos del esquema SU (2)1, xU(1)y — U(1)g. Segin el teorema de Goldstone,
el numero de bosones de Goldstone generados después del SSB es igual al nimero de generadores rotos
(asociadas a las tres matrices de Pauli). Asi, de los 4 generadores originales, después del SSB y con el fin
de garantizar que el fotén se mantenga no masivo, trabajaremos con tres generadores rotos y un generador no
roto asociado a @. Utilizando el gauge unitario, podemos llevar los campos 1, (i.e los bosones de Goldstone)
a cero:

V2 \v+n(z)

Podemos expandir el término cinético del Lagrangiano Lg (2.22) haciendo uso de la expresién para la derivada
covariante (2.7) con Y = 1:

B(z) = e Wel® P (z) = L ( 0 ) (2.27)

2

Taira .Y
(00 (0,0) = ID,0f = (9, - igGWe ~ g5 B, ) @

ZEK%—‘%(QW&W’BM) —4 (W, — i) )( 0 )
2 —%(Wjﬂ‘wj) 0M+%(9W5’—g’BM) v+n

2

1 1
=5 () + 597 (v + )" (W + W2+

1

L0 IgWi — 9By (2.28)

Al redefinir nuevos campos, encontramos los autoestados de masa (i.e los estados diagonales de la matriz de
masa de los bosones gauge),

3 3
Wi:L(quEmﬂ) 7 :M :M (2.29)
w V2 i o =h /g’Q—i—gQ’ o /gQ—i-g’Q. ’
con masas,
1 1
MW = gV me = quVgtHg®, Ma =0, (2.30)

Asi, el SSB obedece un esquema SU(2)r, x U(1)y — U(1)q creando un espectro de tres bosones de Goldstone,
que han sido absorbidos por las partes longitudinales de los bosones W* y Z, dotandolos de masa. Debido a
que la simetria remanente es U(1)g, el fotén es no masivo bajo este esquema.

Consideremos ahora como el mecanismo de Higgs dota de masa al sector fermiénico del SM. Las masas de los
fermiones pueden ser obtenidas a partir del mismo doblete ® (Y = 1), y del isodoblete ® = iry®*. Para el
contenido de materia, introducimos un Lagrangiano de Yukawa invariante ante SU(2);, x U(1)y ?,

—Ly = XYIL'®U, + XLl + X Q' ®q), + XQ PG + hoc. (2.31)

9A fin de tener una teorfa mas completa, se introduce la parte right del sector up de los leptones (i.e en virtud a que los neutrinos
son masivos) solo con el fin de construir un lagrangiano simétrico para todo el sector fermiénico del modelo. Para el SM dicho
acople desaparece.
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La suma se hace sobre los indices repetidos i, (que denotan la familia de los leptones o de los quarks).
Los acoples x;; son parametros libres destinados a definir las reglas de Feynman asociadas a los vértices de
interaccion entre el Higgs y los fermiones del modelo. Si tomamos el ejemplo de la primera generacién de
leptones en el sector down, tenemos

1 o 0 1 _ Ve
—EYe—ﬁXe(Veae)L <V+U>GR+$6R(O’V+U)<€>L
L e+ 1) [erer + erer] (2.32)
= —xe(V ere eLer) . .
\/§X n LER LER

Aqui x. = x{;. El término de masa es por ende

! (2.33)
Me = —=Xel- .
€ \/§X€
De igual manera, tenemos para los sectores up y down de los quarks,
1 1
My = —= Mg = —=XdV- (2.34)

v, v
\/EXU \/EXd

Se observa como en el sector fermiénico del SM se tienen acoples de Yukawa més generales a fin de incorporar
mezclas de sabores. Asi un doblete escalar sencillo no solo genera las masas para los bosones gauge si no también
genera las masas para los fermiones del SM. Desafortunadamente, las distintas jerarquias en las masas de los
fermionicos aun no tienen una explicaciéon formal bajo la implementacién de este esquema minimal.

2.3. Interacciones presentes en el SM

Después de establecer el mecanismo de Higgs, es imperativo considerar el sector dindmico del SM minimal
analizando en toda su extensién las diferentes interacciones en los distintos sectores (netamente bosénico
escalar, netamente bosénico vectorial, fermiénico-bosénico escalar, fermiénico-bosénico vectorial) de la teoria.

2.3.1. Interacciones de los bosones vectoriales

Los vértices asociados se obtienen de la parte no cuadrética del lagrangiano (2.1). Estas contribuciones
provienen de términos trilineales y cuadrilineales en los bosones vectoriales. Los vértices trilineales tienen
la estructura

Lo = W (AMWJ w4 W, W, oA + W, AV?“W—”> (2.35)
Lo = (ZHWJ?“W” + W;W+y<5>“Z” + WJZ,,?”W*”) : (2.36)

Para el modelo estandar (j = gsinf, = e y (%, = gcosby,. El dngulo de Weinberg 6,, se relaciona con las
constantes de acople a partir de:

/

tan 6, = %. (2.37)

10A lo largo del texto utilizaremos una notacién especial para caracterizar los acoples, que se basa en dejar explicita solo la
estructura de Lorentz del modelo. Esto se hace para que los cédlculos sean -hasta cierta medida- independientes del modelo
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2. Modelo Estandar

Debido a que los lagrangianos de las contribuciones trilineales son antisimétricos ante las permutaciones de
\ LTt W s der . foles 1as . X

los campos W7, W, vy A, (Z,) y de sus derivadas parciales, las reglas de Feynman pueden transformarce en

relaciones que contienen los cuadrimomentos de los estados presentes en el vértice, por medio del tensor!!

I (kv q) = (B =k )ugn + (By — @xgu + (@ = k=) 9w (2.38)

Esto queda representando en la Figura 2.1

W, Wt W+, 2%y
k"'
q A, Z,

Wy W= W=, 2%~

Figura 2.1.: Interacciones trilineales y cuadrilineales de los bosones gauge.

Las interacciones cuadrilineales que emergen del lagrangiano (2.1), las cuales se encuentran representadas en
el lado derecho de la Figura (2.1), son:

Lo = Con (WM_W_“WVJFWJFV — WM_W”L“WV_W”L”) ) (2.39)
L, =l (W WHHALAY — W AFWFAY) (2.40)
Lo, = ¢, W Wz, 20 — W ZMW, R ZY) (2.41)
L, =Gl (F2W, WA, ZY + W, ZHW, AV + W, AP, ZY) (2.42)
Para el SM estos acoples tienen la forma:
ww 1 2
ww 59 s (243)
o = —€", (2.44)
v = —g" cos” O, (2.45)
21 = g% sin® Oy, cos O, (2.46)

2.3.2. Interacciones de los leptones con los bosones gauge

Considerando solo el sector leptonico del lagrangiano 2.8, y sustituyendo las derivadas covariantes respectivas,
se llega a

HEste tensor cumple con la propiedad de t’Hooft,

pHJAMV(k7p7 q) = (_QQQAV + QAQV) - (_kQQ)\,/ + kkku)-
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2.3. Interacciones presentes en el SM

3
i . a Y i i - Y i
Lxp = Zzl [L iy (@L —igT, W — ZQ/EBM> L' + Uginy” <8ﬂ - ZQ/EBM> ZR] . (2.47)
L) Le) L Ly,
W v Z Z
Le) Le) Le) L)

Figura 2.2.: Interacciones de los bosones gauge con los leptones.

Al escribir este lagrangiano en términos de los autoestados de masa, de acuerdo a las tranformaciones (2.29), se
obtienen dos maneras en las que la parte electrodébil actiia sobre los leptones. La primera de ellas esta relaciona-
da con el sector “no-diagonal” (en la misma generacién) del lagrangiano, el cual reproduce las denominadas
corrientes cargadas (CC) acopladas a los bosones gauge W*. La forma de esta contribucién es

Loc=nfs Y Liyyy" (a¥sPr + b§Pr) Lo W,! + hec. (2.48)
i
Para el SM, los acoples son n}”f =—g/ V2, a}"f =1y b%f = 0 (estos valores hacen que este canal interaccion

sea preferente a Unicamente las partes izquierdas de los leptones). Este vértice se ve establecido en el panel
extremo izquierdo de la Figura (2.2). La interaccién electromagnética emergente del sector “diagonal” posee
la forma

Lem = n}{f’z I_’%le)’yuL%le)AM (249)

Para el SM, n}"f— = —gsin#,, = —e. Esta interaccién abarca -indiferentemente- tanto a la parte izquierda como a

la parte derecha de los leptones (eut) (es necesario enfatizar que aqui Léle) contiene ahora las dos quiralidades).
Este vértice se encuentra esquematizado en la parte central izquierda de la Figura 2.2. La dltima contribucién
diagonal representa el acople de las corrientes débiles neutras (NC) debidas a la presencia del bosén Z,,,

%

Para el SM, el acople universal es 77; P —g/ cosBy,. Los coeficientes quirales de los leptones pesados, se
relacionan con las partes axiales y vectoriales a través de:

Cy — C

A= "5 (2.51a)
Cy + Cq

[T (2.51b)
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2. Modelo Estandar

Estos acoples axiales y vectoriales quedan descritos por:

Cy =1} —2Qysin®0,; C, = I3, (2.52)

Con [ jz = +1/2 el isoespin débil de los fermiones “left-handed” y con Q¢ la carga del fermién. En virtud a que
estos acoples pueden extenderse al sector de los neutrinos izquierdos, se determina que en el SM estos tienen
la estructura:

a5, =1 b5 =0 (2.53)

2.3.3. Interacciones de los quarks con los bosones gauge

Las interacciones de los quarks con los bosones gauge se pueden extender casi de manera directa con la excepcién
del sector no-diagonal que representa a las corrientes cargadas. Esto es en virtud a que los autoestados gauge
(asociados a las CC) de los quarks ¢’ no son idénticos a los autoestados de masa. Si comenzamos con quarks del
tipo up en autoestados de masa, en el sector down de los quarks los dos conjuntos estan conectados mediante
una transformacién unitaria:

(d',s'b)=U(d,s,b), (2.54)

donde U es la matriz 3 x 3 de Cabbibo-Kobayashi-Maskawa. La unitariedad de U garantiza que las corrientes
neutras sean diagonales en ambas bases. Este iltimo estamento representa el denominado mecanismo de GIM,
el cual asegura la ausencia de cambios de sabor en corrientes neutras (FCNC) a nivel arbol en el SM. En virtud
a que los neutrinos son asumidos no-masivos en el SM, para los leptones, los autoestados de masa coinciden
con los autoestados gauge CC. Con el fin de mirar explicitamente el comportamiento de todas las interacciones
en el sector de quarks (en especial las CC), escribiremos el lagrangiano asociado a este tipo de procesos por
medio de un procedimiento andlogo a la primera parte de la seccién 2.3.2:

LEe = Tgq Z qu)’}’“ (ctnPr + di Pr) UijQ(a) W, +h.c. (2.55)
ij

Aqui Qéu) es el quark tipo up de la familia i = u,c,t , y Q{d) es el quark tipo down de la familia j = d, s, b.

Para el SM, ng, = —g/ V2, cyy = 1y dgy = 0 (como se presenta en los leptones). El diagrama de Feynman
asociado a este canal se encuentra representado en lado externo izquierdo de la Figura 2.3. Por otro lado, para
la parte electromagnética tenemos

Lem = U;q Z Qi'YMQiAu- (2'56)

Aqui @; hace alusién a quarks de cualquier sector up o down. En el SM, n;/q = —e = —gsinf,,. Para éste
proceso, el diagrama de Feynman se encuentra representado en el lado central-izquierdo de la Figura 2.3. Las
corrientes neutras para los quarks poseen una forma analoga a la obtenida para el sector leptonico. Esto es

Lo =i [Q%uﬂ“ (@5 PrL + Vi Pr) Q) Zu + Qa7 (aiaPr + b3aPr) Qla) Zu] : (2.57)

Los acoples axiales y vectoriales -down y up- aqui escritos cumplen con las mismas relaciones (2.51a) y (2.51b),
las cuales fueron conseguidas para el caso lepténico. Cada sector de este canal de interaccién se encuentra en
el lado derecho de la Figura 2.3.
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K
i)
Ry
i)
e

Qui

ddj q qd qu

Figura 2.3.: Interacciones de los bosones gauge con los quarks.

2.3.4. Interacciones del campo de Higgs con los bosones gauge

Estos acoplamientos son obtenidos desde la parte cinética del lagrangiano del Higgs £ (relacién 2.22). Sigu-
iendo la expansién presentada en el desarrollo (2.28), y llevando esta expresién en términos de los autoestados
de masa, se encuentra que (con 17 = h)

g2

cos? 0,

1 1
Lon= v+ h)? W, W 4 v+ h)? Z, 7" (2.58)

En este sector podemos indentificar el siguiente conjunto de interacciones trilineales y cuadrilineales:
Lovw = X Wy WH, (2.59)

Ll =Xl ZuZ"h, (2.60)

(2.61)

(2.62)

£, = LW W,
£ = 7, 20,

Con los acoples para el SM minimal son,

1 1 ,
Xow = gmws XE, = gms; X = 192; X = 3 ( 4y 2) :

Estas interacciones se encuentran esquematizadas (por pares) en la parte izquierda y central de la Figura 2.4.

w, 20 wt, z0 h W
} " } > h
w-, 20 w-, 20 h 0

Figura 2.4.: (Izq.) Interacciones trilineales y (centro) cuadrilineales entre los bosones gauge y el higgs minimal.
(Der.) Interacciones de los fermiones y el higgs minimal.
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2.3.5. Interacciones de los fermiones con el Higgs

Estos acoples se obtienen desde el sector de Yukawa (2.31) de la contribucién del Higgs. Para un campo de
materia 1, dicho sector se transforma en:

v+h) (Yrvr + YrYL), (2.63)

con x¥ el acople de Yukawa (en este nivel de la discusién solo se consideraran términos diagonales en la
expresion (2.31)). Después de hacer explicito el hecho que 1) = g +1¥r11, obtenemos el término de masa
siguiendo un procedimiento similar al presentado para obtener los términos (2.33)

_ X
\/57

Que es valido para los campos de materia que pueden ser desdoblados tanto en su parte izquierda como en su
parte derecha. Lo anterior permite encontrar la interaccion entre el Higgs y el campo de materia 1,

My (2.64)

Ll = X, ovh (2.65)

En el SM, ng = —gmy/(2m,,). Este canal de interaccion se encuentra representado en la parte derecha de la
Figura 2.4.

2.3.6. Autointeracciones del Higgs

Estos acoples son obtenidos desde el potencial del lagrangiano escalar Lg (2.22) cuando se realiza la sustitucién
del doblete en el gauge unitario (2.27):

1%

2\ 2
Ly =—\ <%(u + h)? — 7) . (2.66)

Ademas, su expansion permite que aparezcan contribuciones ctibicas y cuarticas para las autointeracciones del
Higgs,

Ll = xinh®, (2.67)
Lk = xpih®. (2.68)
En el SM minimal estos acoples llegan a ser,
1 gm?
X = —Av ==
w
A 1 ¢*>m?
hh h
Xhh = —7 = T35 . (2.69)
4 32 m2

Los diagramas de Feynman asociados son:
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h h h

h h h

Figura 2.5.: Autointeracciones cibicas y cuarticas del Higgs minimal.

2.4. Limitantes Fenomenolégicos y de Precision del Modelo Estandar

Esta seccion estd inspirada en realizar un estatus correspondiente a las mediciones de precisiéon del sector
escalar del SM, conviertendose en una forma de determinar diferentes restricciones a la regiéon desconocida
de los pardmetros que en la teoria emergen. Asi estos estudios establecen una relacién muy estrecha con los
limitantes asociados a la consistencia interna del modelo, como es el caso especial -para este texto- de la
unitariedad de la teoria.

2.4.1. Buasquedas Experimentales para el Bosén de Higgs Minimal

En realidad, establecer la existencia de un bosén de Higgs minimal es un proceso muy sensible a la fisica
introducida por el mecanismo de rompimiento espontaneo de la simetria electrodébil, que necesita por tanto
un analisis muy cuidadoso en lo que a la fenomenologia de su verdadero comportamiento respecta. Después
de completar todos los estudios de alta precisién para las particulas bosonicas y fermidnicas del espectro del
SM (terminado hasta los anos 1995-2000 con el descubrimiento experimental del quark top y del neutrino v;),
el mayor objetivo de los grandes aceleradores se convirtié en detectar el paradmetro mj, asociado al mecanismo
de Higgs. Esto es debido a que bajo la hipdtesis en my, las secciones eficaces y las fracciones de decaimiento
de cada modo pueden ser predecidas, lo cual permite buisquedas combinadas con datos de variados canales
de decaimiento. A continuacién daremos un estatus actualizado de dichas busquedas, donde se incluyen los
régimenes de exclusion para diferentes canales y energias del centro de masa, como también de la luminosidad
integrada que se consigue en cada uno de los experimentos.

Busquedas en el LEP

El bosén de Higgs minimal fue objeto de buisqueda directa en el colisionador LEP a través del proceso ete™ —
Zh en energias del centro de masa por encima del polo de la particula Z hasta /s = 209 GeV. El bosén de
Higgs decae a particulas pesadas (para el LEP del tipo bb y 77) cinemdticamente accesibles, mientras que el
bosén Z decae en cerca del 70 % de las veces a jets (analizados a través del mecanismo de Drell-Yan), 20 % a
neutrinos, y el 10% a leptones cargados. Las cuatro colaboraciones del LEP (ALEPH, DELPHI, L3 y OPAL)
[76], imponen, con un nivel de confianza del 95 %, un limite inferior en la masa del Higgs,

myp > 114.4 GeV . (2.70)

Si se involucra nuevas particulas no contempladas por el SM, las cuales son los productos del decaimiento
del Higgs este limite puede variar si las fracciones de desintegracion (branching ratios) son lo suficientemente
grandes 6 si el Higgs suprime los acoples al Z en los modelos méas alla del SM. Por ejemplo, un bosén de
Higgs con acoples de un orden de magnitud més pequenas al acople del SM hZZ ha sido buscado en las
colaboraciones del LEP para el régimen my < 80 GeV.
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Busquedas en el Tevatron

Las tazas de produccién en el Tevatron para el bosén de Higgs minimal son establecidas en la Figura 2.6 [77].
Alli se observa como la taza més significativa se presenta en el subproceso gg — h partoénico.

SM Higgs production
T e ‘
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= . §
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Figura 2.6.: (Izq.) Secciones eficaces (fb) de produccion del boson de Higgs minimal en el Tevatron (/s = 1.96
TeV) para los mecanismos mds relevantes como una funcion de la masa del boson de Higgs. Los
resultados para gg — h, qq — V'h y bb — h estdn en el NNLO (Neat-Next Lowest Order) en QCD.
(Der.) La fusién de bosones débiles (VV — qqh) y la produccion de tt estdin en la precision NLO
(Next Lowest Order). Fracciones de decaimiento del bosén de Higg del SM en diferentes pares de
leptones, quarks y bosones gauge como funcion de my,.

Para los decaimientos (2.6), el proceso dominante en el régimen m; < 140 GeV proviene de los pares bb.
Desafortunadamente el “background” supera por varios ordenes de magnitud la senal, siendo asi dificil extraer
alguna sefial del Higgs desde el canal conjunto gg — h — bb. Para mj, > 140 GeV, la fraccién del canal WW*
(W* representa un W virtual con un decaimiento preferencial W* — f f) crece a medida que incrementa la masa
del bosén de Higgs incrementa y llega ser relativamente grande cerca al umbral de W W ™. Usando este canal
y en virtud a la estadistica, los experimentos del Tevatron han excluido el rango especifico 156 < my < 177

GeV (Figura 2.8) en el 95% C.L.
g

g

Figura 2.7.: (Izq) Produccion del Higgs desde la fusion de gluones. La contribucién dominante proviene de un
loop de quarks top. (Der) Produccion asociada de Higgs y de bosones gauge vectoriales.

Para busquedas en el Tevatron de bosones de Higgs ligeros cercanos al limite del LEP, mj, =~ 114 GeV, es usada
primariamente la produccién asociada al canal ¢§ — W (z)h (con un intercambio virtual (W, Z), lado derecho
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Tevatron Run II Preliminary, L=3 fb'l
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Figura 2.8.: (Izq) Limites superiores observados y esperados (medida por la hipé6tesis del background tnico) en
las fracciones de las secciones eficaces del SM en el 95% de confiabilidad, como una funcion de la
masa del boson de Higgs para los andlisis combinados de las colaboraciones CDF y D)) . Los limites
son expresados como una multiplicidad de predicciones del SM para masas de prueba (testeadas
cada 5 GeV/c%) para los cuales ambos experimentos han presentados bisquedas extensivas en los
diferentes canales. Las bandas indican el 68 % y el 95% de las regiones de probabilidad donde los
limites pueden fluctuar en la ausencia de alguna senal [18]. (Der) Distribuciones de 1-CLs como
una funcion de la masa del boson de Higgs para la combinacion de los andlisis de CDF y D@ .

de la Figura (2.7)). Aunque la seccién eficaz es més reducida que el canal de fusién parténico de gluones, el
producto de decaimientos de los bosones Z o W pueden ser identificados para reducir los efectos de background.
Los limites del Tevatron son normalizados a los esperados para el SM y para 114 GeV < my, < 170 GeV estan
entre factores de 3 — 7 por encima de las predicciones del SM (Figura 2.4.1).

2.4.2. Perspectivas de las busquedas tempranas en el LHC

Los recientes resultados mostrados por las colaboraciones CMS y ATLAS para el estudio de la interaccién pp
en el LHC ha llegado a una etapa crucial en el anélisis total de datos conseguidos en los ultimos dos anos. En
el 2011, el LHC alcanzé una luminosidad integrada de 5.6 fb~! de colisiones pp en una energia de centro de
masa de 7 TeV. A continuacion se planteard de manera detallada como las colaboraciones CMS y ATLAS han
hecho dichas combinaciones a través de prescripciones estadisticas particulares que determinan los diferentes
régimenes de exclusion para la bisqueda en un amplio rango de masas del bosén de Higgs minimal en diferentes
canales de decaimiento.

Colaboracion CMS

La combinacion asociada hizo uso de la produccion del Higgs a través de los canales: b — vy, h — 77, h — bb,
h—WW*—=202v, h—ZZ* =4, h—Z7Z — 2021, h — ZZ — 212vy h — ZZ — 2[2q con una luminosidad

integrada cercana a los 4.8 fb—! 12,

Canal H — ~v

Los andlisis son presentados en [34], desde la base de datos correspondientes a 1.66 fb~! tomados a lo largo
del 2011 por el experimento CMS (y/s = 7 TeV). Los limites son ubicados sobre la seccién eficaz del bosén

12Con el fin de ver la influencia de las luminosidades integradas, en algunos canales, colocamos los an4lisis mas fuertes provenientes
de dos valores de esta. Aqui el valor més alto supera en cerca de tres veces al primer valor muestral de la luminosidad integrada.
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Figura 2.9.: Limites superiores observados y esperados en el 95% de confiabilidad sobre las fracciones de la

40

secciones eficaces del SM, en funcion de la masa del boson de Higgs en los andlisis combinados de
las colaboraciones CDF y D@ . Los limites son expresados como un multiplo de las predicciones
en el SM para los cuales las colaboraciones han realizado una biusqueda intensiva en diferentes
canales. Las contribuciones WH/ZH con H — bb y los canales 77 /vy contribuyen en el régimen
de mp < 150 GeV. Los canales h — WW y HW — WWW contribuyen al régimen para el
cual my, > 115 GeV. Las bandas indican las regiones de probalilidad del 68 % vy 95% donde los
limites pueden fluctuar en la ausencia de una senal. También se muestran los limites superiores
esperados para todos los canales combinados de los experimentos CDF y D), como también la
region excluida por el LEP [79].
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de Higgs del SM decayendo a dos fotones y sobre la hipdtesis de un Higgs fermiofébico (i.e los acoples con
los fermiones desaparacen) decayendo a dos fotones. El limite de exclusién esperado en el 95% de nivel de
confiabilidad (CL) se encuentra entre 2.7 y 4.7 veces la seccién eficaz del SM, y el limite observado fluctia en
cerca de 1.3 a 8 veces la seccion eficaz del Modelo Estdndar. Para el modelo fermiofébico, el limite de exclusién
en el 95% esperado cubre el rango de masas entre 110-115 GeV/c?, mientras que los datos excluyen solo el
rango de masas de 110-112 GeV /c?.

En andlisis posteriores se usa una luminosidad integrada de 4.8 fb~! (para un conjunto total de datos a
noviembre de 2011 con /s = 7 TeV). Los limites de exclusién en el 95% de CL se encuentra entre 1.5 y 2.0
veces la seccién eficaz del SM en el rango de masas entre 110 y 140 GeV/c?, y el limite observado desfavorece
en un 95% CL un Higgs del Modelo Estandar decayendo en dos fotones en el rango de masas de 127 a 131
GeV/c? [35].

Canal H — 771

Los anélisis se encuentran presentados de una manera amplia en [36]. Estos se encuentran basados en una
muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 1.1 fb~! alcanzados por el experimento CMS (/s = 7
TeV). Esta busqueda usa el decaimiento del bosén de Higgs a una pareja de leptones 7. Se incluyen los casos
donde el bosén de Higgs es producido en asociacién con un jet de quarks-b (utilizada en la biisqueda de fisica
del Modelo Supersimétrico Estandar Minimal -MSSM-) o dos jets “forward” provenientes de la produccién del
Higgs a través de la fusién de bosones vectoriales (busqueda del Modelo Estdandar). Ningtin exceso es observado
en el espectro de la masa invariante de la pareja-tau. Los limites superiores resultantes sobre la seccion eficaz
de produccién del bosén de Higgs. Los limites superiores resultantes de la seccion eficaz de produccién del
bosén de Higgs multiplicado por la razén de fraccién de decaimiento a los pares-7, como una funciéon de la
masa del bosén de Higgs pseudoescalar, produce limitantes muy fuertes en el espacio de pardmetros del MSSM.
Los datos analizados provienen de una muestra total de datos de 4.6 fb=! (/s = 7 TeV) alcanzados en todo el
2011 por CMS en el mismo proceso de decaimiento del Higgs a una pareja de leptones 7 (donde los 7 poseen un
momento transversal relativamente grande, 6 incluyendo la produccién del Higgs a través de un jet-b o de dos
jets provenientes de la fusién de bosones vectoriales). Para esta muestra més amplia, de nuevo ningin exceso
de datos es observado en el espectro de masa invariante de la pareja 7. Los limites superiores resultantes sobre
la seccién eficaz produccion del bosén de Higgs multiplicado por la fraccién de decaimiento a los leptones 7,
como una funcién de la masa del bosén pseudoescalar del MSSM, producen limitantes muy fuertes para el
espacio de dicho modelo minimal de SUSY. Por ejemplo se excluyen valores de la tan § tan bajos como 7.8 en
masas de my = 160 GeV. En el caso del Modelo Estéandar, los datos excluyen en un 95% CL a un bosén de
Higgs minimal que tenga una seccién eficaz entre 2.8 y 6.3 veces con respecto a la asocida al SM [37].

Canal H — bb

La busqueda del Higgs en este canal se encuentra basada en una muestra de datos correspondiente a una
luminosidad integrada de 4.7 fb~! (/s = 7 TeV). los estudios presentados en [38] son anélisis basados en la
produccién de Higgs en adicién a bosones vectoriales V-H con los siguientes modos W (uv) H, W(ev) H, Z(uu)
H, Z(ee) Hy Z(vv) H, y todos con el Higgs decayendo a parejas bb. Los limites superiores aqui conseguidos
sobre la produccién de VH son derivados para una masa del bosén de Higgs entre 110-125 GeV. El limite
superior esperado (observado) en el 95 % CL en 115 GeV se encuentra en 3.1 (5.2) veces los esperado por el
SM.

Canal H — WW* — 2[2v

La luminosidad integrada aquif conseguida -en primera instancia- fue de 1.5 fb~! correspondiende al decaimiento
del Higgs en una pareja WTW ™. Los candidatos de W W~ son seleccionados en eventos con dos leptones
(electrones o muones). Ningin exceso relevante arriba de lo esperado por el background del Modelo Estédndar
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es encontrado. Los limites superiores impuestos colocados por este tipo procesos excluyen la presencia del
bosén de Higgs en un 95 % CL en el rango de masas [147-194] GeV [39].

Para una luminosidad integrada de 4.6 fb=1 (/s = 7 TeV) y con la seleccién de candidatos de dos leptones en
estados finales de WTW ™ (ademés de candidatos de energfa transversal perdida). Ningtin exceso con respecto
al SM es observado. Con este nuevo conjunto datos se logro excluir a un bosén de Higgs del SM con una masa
en el rango de 129-270 GeV en el 95 % C.L. [40].

Canal H — ZZ* — 4l

La busqueda en este canal se encuentra basada en una muestra de datos correspondiente a una luminosidad
integrada cercana a los 4.71 fb~! para el canal de decaimiento h — ZZ*, donde cada bosén Z decae a
una pareja de muones o electrones. Las busquedas aqui establecidas cubre una masa de Higgs hipotética en
110 < mp(GeV) < 600. 72 eventos fueron observados a través de este modo con una masa invariante de 4
dada por my > 100 GeV (trece se encuentran debajo de los 160 GeV), mientras que 67.1 & 6.0(9.5 £+ 1.3)
eventos son esperados a ser del background de procesos del Modelo Estandar. Su distribuciéon de masas para
4 es consistente con lo esperado por el continuo del SM en la produccién de pares ZZ*, sin ningin exceso
significante en el rango en estudio. Los limites superiores en el 95 % de CL sobre la seccién eficaz y la fraccion
de decaimiento excluyen al Higgs del Modelo Estandar en los rangos 134 < my, < 158 GeV, 180 < my < 305
GeV y 340 < my, < 465 GeV [41].

Canal h — ZZ* — [Tl 17~

En [42] se obtuvieron analisis de una muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 4.7 fb~1. Ninguna
evidencia es encontrada para un desviacion significativa de los esperado para el SM y un limite superior en el
95 % CL sobre el producto de la seccién eficaz y de las fracciones de decaimiento para el bosén de Higgs del
SM. Se excluyen secciones eficaces entre un factor de 4 y 7 veces mas grandes que la predecidas para la masa
de un Higgs del SM en el rango de 190 < my < 500 GeV.

Canal h — ZZ* — 2]2v

Los datos correspondendientes (con una energia de centro de masa de 7 TeV) a este canal representan una
luminosidad integrada de 4.6 fb=! (I = e, ). Ningin exceso significante por encima de lo esperado por el
background del SM se ha encontrado en los andlisis preliminares de este modo. El bosén de Higgs del Modelo
Estandar es excluido en el rango de masas de 270-440 GeV en un 95 % de nivel de confianza [43].

Canal h — Z2* — qql— 1+

Los resultados estdn basados en una muestra correspondiente a una luminosidad integrada de 4.6 fb~! recolec-
tados por la colaboracion CMS en el 2011 (y/s = 7 TeV). Las selecciones para la discriminacién entre la senal y
el background estan basados sobre cantidades cinemdaticas y topolégicas incluyendo las correlaciones de espin
de los productos de decaimiento. Los eventos son ademads clasificados para los andlisis llevados a cabo en [44]
de acuerdo a la probabilidad de los jets de originar quarks pesados o ligeros, o de originar gluones. Ninguna
evidencia para un Higgs es encontrada y limites superiores sobre la produccién del bosén de Higgs pueden ser
impuestos desde estas medida. Por ejemplo, se encuentra que las secciones eficaces de produccién del Higgs se
establecen en el rango de masas entre 130 GeV y 600 GeV.

Combinacion de los diferentes canales

Por medio de la prescripcién del LHC-Higgs Combination Group [45], en [46] hacen el andlisis correspondiente
de los canales ya descritos del CMS para producir los diferentes régimenes combinados de exclusién para la
hipétesis del Higgs del Modelo Estandar. A fin de mirar lo anterior, la Figura 2.10 muestra el valor CLg para el
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bosén de higgs del SM como funcién de su masa. Los valores observados son mostrados por la linea sélida. La
linea puntedada indica el valor de la media esperada de CLg, mientras que la bandas amarilla y verde indican
los rangos £10 (68 %) y +20 (95 %) en el que los resultados observados son esperados a residir para la hipétesis
del background tinico. Las lineas horizontales indican los valores CLs de 0,01, 0.05 y 0.1. Las regiones donde los
valores CLs observados que se encuentran debajo de esas lineas son excluidos con los correspondientes 1-CLs
niveles de confianza 99 %, 95 % y 90 %.
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Figura 2.10.: El valor de CLs para la hipdtesis del Higgs del SM como una funcion de la masa del boson de
Higgs en el rango 110—600 GeV (Izq) 110—145 GeV (Der). Los valores observados son mostrados
a través de una linea solida. La linea punteada negra indica la media esperada con el valor CLg
para la hipdtesis de background unico, mientras que la banda verde (amarilla) indica los rangos
que son esperados a obtener un 68% (95%) de todos los escrutinios limites desde la media. Las
tres lineas rojas horizontales muestran los niveles de confianza de 90%, 95% y 99% definido
como el (1-CL). Figura tomada de [33].

En este reporte oficial se logra excluir el Higgs del SM en el 95 % CL en el rango de masa de 127-600 GeV. En
99 % de CL, se excluye también al bosén de Higgs del SM en el rango de masas de 129-525 GeV. Esto reduce
substancialmente la ventana permitida de la masa del Higgs con respecto a los estudios ya presentados del
LEP y Tevatron.

En la Figura 2.11 se establecen los limites combinados en 95 % C.L. sobre la senal fuerte modificada, p = o /ogns
obtenidos por la generacién de ensambles de un conjunto de datos como funcién de my. La ordenada muestra
la seccién eficaz del bosén de Higgs que es excluida en 95 % expresada como un multiplo de la seccién eficaz
del bosén de Higgs del SM.

La media esperada del rango de exclusion de my, en el 95 % CL en la ausenacia de una senal es 118-543 GeV.
Las diferencias entre los limites observados y esperados son consistentes con la fluctuaciones estadisticas ya
que los limites observados estdn generalmente en las bandas verde (68 %) o amarilla (95 %) de los limites de
los valores esperados. Para el valor mas grande de my, se observan pocos eventos con respecto a el nimero de
la media esperada para la hipétesis de background tnico, que hacen de los limites observados mas fuertes en
ese rango que lo esperado. Para pequenos valores de my, se observa un pequeno exceso de eventos, permitiendo
que los limites observados sean més débiles que lo esperado en la ausencia de un Higgs del SM.

A fin de formalizar la consitencia de los excesos observados con la hipdtesis del backgound tnico, se establece
en la Figura 2.12 (Izq) un barrido de los valores p locales pg '3 combinados en la regién de masas del higgs

13E] significado de po viene dado por la caracterizacién de la probabilidad del background de producir un exceso de eventos. Es
importante anotar que este no genera informacién alguna de la compatibilidad de un exceso con respecto a una senal esperada
[47]
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Figura 2.11.: Limites superiores combinados en el 95% de CL sobre la senal fuerte modificada p = o/ogn
como una funcion de la masas del Higgs del SM en el rango 110-600 GeV (Izq) y 110-145 GeV
(Der). Los limites observados son mostrados por medio de una linea negra y los simbolos sdlidos.
La linea punteada indica el limite de la media esperada sobre y para la hipdtesis del background
tnico. La banda verde (amarilla) indica los rangos que son esperados a contener el 68% (95%) de
todos los escrutinios de los limites observados desde la media -respectivamente-. Figura tomada
de [33].

relativamente bajas. Un amplio desplazamiento cercano a una desviacién estandar, causado por el exceso en
los canales con una resolucién muy baja de masas (bb, 77, WW), es complementado por excesos localizados
observados en los canales ZZ — 4l y 7. Esto causa un decrecimiento de los valores p en las regiones 118 <
myp < 126 GeV, con dos caracteristicas estrechas: una en 119.5 GeV, asociada con los eventos de ZZ — 4l y
otra en 124 GeV, emergiendo de los excesos observados en el canal vy [46].

El valor del minimo local p pp = 0.001 at my 124 GeV corresponde a una significancia local Z,,q,. = 3.10.
La significancia global de los excesos observados para el barrido entero de 110 — 600 GeV es estimado a ser
de 1.50. Para un rango restringido de intéres, el valor global p a través del método de los pseudo-conjuntos de
datos [47], produce -para un rango de masas 110-145 GeV- una significancia de 2.10.

Colaboracién ATLAS

El experimento ATLAS logré colectar una luminosidad integrada cercana alos 4.9 fb~!. Este valor supera todos
los requerimientos de calidad de datos para la busqueda del bosén Higgs del SM. Se tratard a continuacién
el andlisis combinado a través del uso de seis distintos canales de bisqueda, cubriendo una masa de 110-600
GeV. Como ya se establecid, el bosén de Higgs es producido primariamente por la fusion de gluones con
los siguientes canales de decaimiento: h — v, h — ZZ* = ITI71Tl~, h — ZZ — 1Tl qq, hZZ — 1Tl vi,
h— WW* = Itvl'vy h— WW — lvgq (con | = e, ). En lo subsecuente se analizan uno por uno los canales
de busqueda, centrandose, a diferencia de lo tratado en CMS, en los métodos de determinacion de background y
eventos significativos en cada uno de ellos [48] (como las referencias alli citadas). Asi los régimenes de exclusién
seran tratados solo hasta los anélisis combinados de todos los canales.
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Figura 2.12.: El valor p local observado py (Izq) y el mejor fit de p = o/ogy (Der) como una funcion de
la masa del boson de Higgs minimal en el rango de 110-145 GeV. La significancia global del
mdzximo exceso observado (minimo valor local de p) en este valor es cercano a los 2.1 o. La
linea sobre la grifica de la izquierda, que muestra los valores p esperados locales py (my,), deberia
corresponder a como un boson de Higgs con una masa my, existe. La banda en la grdfica de la
derecha corresponde a £1o de incertidumbre sobre los valores de p.

h — vy

Este canal es llevado a cabo con la hipétesis de my, entre 110 GeV y 150 GeV mediante el uso de una luminosidad
integrada de 4.9 fb~!. Los analisis en este canal separa los eventos en nueve categorias independientes de variada
sensibilidad. La categorizacién estd basada en la direccién de cada fotén y si este fue construido como un fotéon
tranformado o no transformado, junto con la componente de momentum del sistema difoténico tranversal
al eje de avance. La distribuciéon de masa invariante es utilizada como una variable discriminatoria en la
determinacién del background y la senal, tomando una ventaja en la resolucién de masas de aproximadamente
1.4% para mj;, 120 GeV [49]. La distribucién de masa invariante incluyente de los candidatos observados,
sumados sobre todas las categorias, es mostrada en la Figura 2.13.

h— Z7* =11+~

Este canal posee una luminosidad integrada de 4.8 fb~! para la hipétesis my, en el rango total de 110-600 GeV.
El principal background irreducible para ZZ* es estimado usando simulacion Monte Carlo. El background
reducible de Z-+jets, el cual tiene un impacto en gran parte en distribuciones de masas invariantes de 4-
leptones, es estimado desde las regiones de control en los datos. La normalizacién background de quarks top
es valido en una muestra de control. Los eventos son categorizados de acuerdo a las combinaciones sabor de
los leptones. Las resoluciones de masas son de aproximadamente 1.5 % en el canal de cuatro muones, y 2% en
el canal de cuatro electrones para my 120 GeV. Por tanto, la masa invariante de los cuatro leptones es usada
como una variable discriminatoria [50]. Su distribucién para eventos seleccionados después de todos los cortes
es mostrado en la Figura 2.14.
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h—WW* = Iitul~p

La busqueda aqui presentada [51] se realiza en un andlisis del conteo de eventos para la hipétesis de my, entre
los valores de 110 GeV a 300 GeV, mediante el uso de una luminosidad integrada de 2.05 fb~!. La principal
contribucién del background (al tomar en cuenta la produccién no-resonante de WW) es estimado desde los
datos usando regiones de control basados en las masas invariantes dileptéonicas my. El andlisis es separado
en categorias de O-jets y de 1-jets como también de acuerdo a las generaciones leptonicas. En la categoria
1-jet, un b-jet es usada para restringir la produccién proveniente de quarks top. Las fracciones relativas de
las contribuciones del background esperadas desde la senal y de las regiones de control son tomadas desde
simulaciones Monte Carlo. La distribuciéon de masas transversales de ambos eventos es mostrada en la Figura
2.13.
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Figura 2.13.: Distribucion de la masa tranversal ¢ invariante reconstruida para eventos candidatos selecciona-
dos y para el background total y la senal (my = 130 GeV) esperada en los decaimiento h — 77y
(a), y h — ZZ* — Y1711~ en la region de masas bajas (b) y la region entera (c), y (d) los
canales h — WW* — 1Tl = .

h— WW —lvqq

El analisis [52] cubre la hipdtesis de my, en el rango de 240-600 GeV con una luminosidad integrada de 1.04
fb~!. De igual manera que el canal anterior, para este modo existe una separacién de acuerdo al sabor lepténico
y a las categorias 0-jets y 1-jets, donde el niimero de jets se refiere a aquellos en adiciéon a los jets seleccionados
como originarios del decaimiento del bosén W. Eventos con por lo menos un b-jet son usados para reducir los
background desde la produccién del quark top. La masa asociada lrvqq’ es reconstruida usando una restriccién
al sistema [v con respecto a la masa del bosén W. Su distribucion es mostrada en la Figura 2.14.
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h— 27 =1t v

La luminosidad integrada aqui conseguida es de 1.04 fb~! (actualizado a 2.05 fb~!) presentada bajo la hipétesis
de my, en el rango de 200 GeV a 600 GeV [53]. El principal cambio con respecto a la actual luminosidad se
encuentra en el uso de un senalamiento mejorado de quarks b a través de un algoritmo especifico, para restringir
la produccién de eventos con jets como los originados para los quarks bottom. El andlisis es establecido para dos
regiones con una hipdtesis de my, por encima y por debajo de 280 Gev separadas en categorias asociadas al sabor
lepténico. La pareja de masa invariante 71~ es requerida para encontrarse en 15 GeV de la masa del bosén Z.
El requerimiento contrario es aplicado para leptones con el mismo sabor en el canal h — WW™* — Itul~'o para
evitar superposiciones entre los dos canales. La masa trasversal es usada como una variable discriminatoria
para el background y la senal. Esta distribucién se muestra en la Figura 2.14 para valores relativamente altos
de my,. En total 175 eventos son seleccionados en la buisqueda de masas bajas y 192 + 23 son esperados desde
el background. Similarmente, en las bisqueda de valores altos de my, se seleccionan 82 eventos, mientras que
100411 son esperados desde el background. El niimero esperado de eventos seniales en las biisquedas de masas
relativamente bajas en mp = 200 GeV es de 9.9+ 1.8 y 19.6 + 3.4 para la seleccion en los régimentes de masas
altas (my, = 400 GeV).

h—ZZ =1t qq

Este canal fue llevado a cabo en el rango de masas desde 200 GeV a 600 GeV usando los datos correspondientes
para una luminosidad integrada de 1.04 fb~! (actualizado 2.05 fb~! basado en el sefialamiento del jet-b) [54].
El andlisis es separado en regiones de busqueda por encima y por debajo de mj = 300 GeV, donde los eventos
seleccionados son independientemente optimizados. El background dominante emerge de la produccion de los
Z-jets, el cual es normalizado desde los datos usando bandas laterales de la distribuciéon de masa invariante
dilepténica. Para utilizar eficazmente las fracciones de decaimiento del bosén Z en una pareja de quaks bottom
en la senal, los analisis son divididos en dos categorias; la primera contiene eventos donde los dos jets son
b-senalados y la segunda con menos de dos jets b-senalados. Usando la masas del bosén Z como limitante
se mejora la resolucién de la masa del sistema llgg por aproximadamente el 10%. El nimero de eventos
seleccionados en los datos con valores bajos de my, (altos mj) no senalado que es buscado es 21000 (851)
donde 21370 + 310 (920 + 100) son esperados desde el background, y 67 + 11 (21.1 £+ 0.8) desde una senal
con my, = 200 GeV (400 GeV). Para las busquedas senaladas en los datos con masas my, bajas (my, altas) el
numero de eventos observados es de 145 (6). Esto tiene un razonable acuerdo con los 165 + 22 (11.6 + 1.9)
esperado desde el background, mientras que 4.4 + 1.2 (2.1 + 3.4) son esperados desde una senal con my, = 200
GeV (my, = 400 GeV). La distribucién de masas invariante es usado como una variable de discriminacién y su
distribucién es mostrada en las Figuras 2.14 (c) y 2.14 (d) para los dos categorias.

Analisis combinados

El proceso de combinacién estd basado, al igual que los anélisis del CMS, en la prescripcién [45], que implica la
extraccion de informacion de una senal fuerte desde una verosimilitud completa incluyendo todos los pardametros
que describen las incertidumbres sistematicas y sus correlaciones [48].

Los limites de exclusion en el 95 % sobre p son mostrados en la Figura 2.15 (a) como una funcién de my,. Las
regiones de exclusion en el 95% cubren un rango de masas desde 124 Gev a 519 GeV. Las regiones excluidas
en el 95% CL se encuentran entre 133 GeV y 230 GeV y entre 251 GeV y 466 GeV. Las regiones entre 133
GeV y 230 GeV y entre 260 GeV y 437 GeV son excluidas en el 99 % CL. Un déficit de eventos es observado
en ambas regiones de my. En muy bajos valores de my un déficit local en el canal difoténico permite un
rango de masas muy pequeno adicional entre 112.9 GeV y 115.5 GeV para ser excluido en el 95% CL. Una
concordancia de déficits en varios canales de altas masas produce un limite mds fuerte que lo esperado para
masas entre 300 GeV y 400 GeV. La probabilidad local tal que una fluctuacion hacia abajo de un experimento
con solo background corresponde a una significacién (probabilidad de rechazar la hipdtesis nula cuando esta
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Figura 2.14.: Distribucion de la masa transversal o invariante, en andlisis relevantes para la busqueda del boson
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de Higgs en masas relativamente altas, para eventos candidatos seleccionados, el background total
y la senal (my, = 400 GeV) esperada para el valor dado de my, en el canal h — WW — lvqq (a),
el canal h — ZZ — 11" v y el canal h — ZZ — 11~ qq para eventos sin seniales de jets-b (c) y
con categorias senaladas de jets b (d). La distribucion de senal es mostrada en un color rojo en
el canal h - WW — lvqq que han sido reescalado en un factor de 50.
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Figura 2.15.: (a) Limites superiores en el 95% CL sobre la senal fuerte como una funcion de mp: la curva
solida indica los limites observados y la curva punteada ilustra el limite de la media esperada
en la ausencia de senal junto con las bandas en +1lo (oscura) y +20 (clara). (b) El valor pg
local como una funcion de la hipdtesis de my,. La curva punteada indica el valor de la media
esperada para la hipdtesis de una senal de un bosén de Higgs del SM en esa masa. Las cuatro
lineas rojas horizontales puntedas indican los valores de py con significacion de 20, 30, 40 y
S50 respectivamente. (c¢) El mejor fit para una senal fuerte como una funcién de la hipdtesis
de myp. Las bandas muestran un intervalo alrededor de [i correspondiente a una variacion de
—2InA(p) < 1. Donde \(u) hace alusion a la razén del perfil de verosimilitud, utilizado para
“testear” estadisticamente los dos modelos aqui combinados. Esta expresa en realidad cuantas
veces es mas probable que los datos se encuentren en un modelo y no en el otro. Figura tomada
de (48]
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es verdadera) de aproximadamente 2.50. La probabilidad de observar tal fluctuacién hacia abajo sobre todo
el rango de masas en la ausencia de una senal es estimado a ser aproximadamente de un 30 %.

En adicién, un exceso de eventos es observado en los canales h — vy y h — [TI7171™, que proveen una alta
resolucién en la masa invariante de los candidatos totalmente reconstruidos, para my ~ 126 GeV, que también
es soportado por un exceso ancho en el canal h — WW* — [ty (como se observa en la figura 2.15(b) y
2.16) con significaciones respectivas de 2.80, 2.00 y 1.40. La significacién combinada local de esos excesos es
de 3.6 0. Cuando las incertidumbres en la escala de la energia (ver figura 2.15(d)) son tomadas en cuenta la
significacion local se reduce a 3.50. La significacion local combinada esperada en la presencia de un bosén de
Higgs del SM en esa masas es de 2.50. La probabilidad local para tales excesos en el rango total de bisqueda,
en la ausencia de una senal, es aproximadamente a 1.4 %, que corresponde a 2.20.

Al igual que en el experimento CMS, ninguna conclusién fuerte puede ser obtenida en estos datos de ATLAS,
salvo los régimenes de exclusién mas amplios con respecto a los experimentos anteriores (LEP y TEVATRON).
Se espera que resultados més fuertes se obtengan desde luminosidades integradas cercanas a los 20 fb=!, lo
cual es el nivel esperado de presentacién del LHC para el 2012.
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Figura 2.16.: La probabilidad local pg para un experimento de background dnico con una myor probabilidad de
la senal que lo observado. La curva solida indica el valor py individual y combinado observado,
cuyo estimado es usando la aproximacion asintotica. La curva punteada muestra el valor de la
media esperada para la hipdtesis de una senal de un Higgs del SM en esa masa. Las tres lineas
horizontales punteadas indican los valores py correspondientes a los valores significativos de 20,
30 y 4o. Los puntos indican un valor local estimado usando ensambles de prueba y tomando en
cuenta las incertidumbres sistemdticas en la escala de energia.

2.4.3. Complementos evolutivos de las busquedas en el LHC: El descubrimiento de un nuevo
estado bosonico no vectorial

El 4 de Julio de 2012 [1] un estado bosénico no-vectorial fue reportado a través de analisis estadisticos muy
similares a los aqui discutidos salvo que la luminosidad integrada es de cerca 5.1 fb~! haciendo que la signifi-
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cancia local de los excesos en CMS (vista desde el local py y desde los canales dorados vy y ZZ*) sea cercana
a bo en un masa alrededor de los 125 GeV. Para la colaboracién ATLAS el local pg es de cerca de 60 para una
masa aproximada de 126 GeV.

Los test de precision conllevardn a definir adecuadamente este estado y permitiran establecer su verdadera
naturaleza.

2.5. La Incompletitud del Modelo Estandar

Si pensamos primero que el Rompimiento Espontaneo de la Simetria a través del mecanismo de Higgs es el
proceso idéneo en la descripcion del origen de las masas de todas las particulas en cualquier modelo surge,
por tanto, una nueva pregunta; que procesos rigen las interacciones de los distintos campos fermiénicos y
bosénicos de este espectro masivo de particulas?. Para dar una idea a la respuesta a este interrogante, se
establecen -esencialmente- dos maneras para generar la dindmica fundamental del EWSB. La primera, son
aquellas teorfas donde existe una dindmica débilmente acoplada (e.g el ya descrito SM) y la segunda, aquella
donde existes acoples fuertes que describen la dindmica de cada uno de los procesos (e.g teorias del tipo little
Higgs, technicolor, etc). Los fundamentos de estas ultimas teorias se encuentran de una manera amplia en [55]
y [56] (report) -respectivamente-.

En nuestro SM, el mecanismo de Higgs ubica un doblete complejo autointeractuante de campos escalares, que
es a su vez renormalizable, arreglado de tal forma que adquiere un VEV de v ~ 246 GeV. Esto fija la escala
del EWSB. Tres bosones de Goldstone son generados a través del conteo de los grados de libertad introducidos
que logran la ruptura de la simetria, que pasan a constituir las partes longitudinales de los bosones W* y Z.
La componente remanente llega ser, una nueva particula fundamental, 6 como la hemos denominado -el bosén
de Higgs-. Las masas de todos los fermiones son una consecuencia del EWSB en virtud a que el doblete de
Higgs es postulado a acoplarse a los campos de materia a través de interacciones del tipo Yukawa. Desde estos
puntos de vista podemos plantear una serie de cuestiones en lo que respecta al comportamiento del EWSB
en altas energias, como por ejemplo; cual es el comportamiento del SM en la escalas de gran unificacién o de
Planck?. Solo en el régimen de altas energias /s >> my existen un cierto conjunto de restricciones acerca
del comportamiento del modelo. A fin de explorar las distintas respuestas, surgen un conjunto de limitantes
tedricos que dan una base conceptual del tratamiento del SM a altas energias. Entre ellas tenemos los limites
impuestos en los distintos sectores del SM por la trivialidad, estabilidad del vacio, naturalidad y unitariedad
de la teoria. Examinemos individualmente la metodologia impuesta por cada uno de estos argumentos.

2.5.1. Trivialidad
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Figura 2.17.: Diagramas de Feynman tipicos para el nivel drbol y para un loop de las autointeracciones del
Higgs

Este requerimiento se basa en establecer que los acoples cuarticos permanezcan finitos en escalas de altas
energias (y/s >> v). Desde nuestro potencial escalar (2.23), V(@) = p? (®7®) + A (‘1>T<I>)2, con 2 <0y >0,
el acople cuartico tiene la siguiente representacion
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2
_ my

=24 (2.71)

Debido a las autointeracciones del campo escalar (Figura 2.17), este acople cuartico cambia con la escala de
energia efectiva Q:

AN 3)2 02
AN S N 2.72
n_ og(Q%>, (2.72)

con @y alguna referencia de escala de energia. La solucién a esta ecuacion diferencial estd dada por

AMQo)

AQ) = :
S ()

(2.73)

Cuando ) — oo encontramos el denominado polo de Landau. Sin considerar lo pequenio que sea A(Qq), A(Q)
serd infinitamente grande para algin valor @. Desde otro punto de vista, si A(Qp) va a cero cuando @ va
a cero también se obtiene que \(Q)) > 0. El argumento general de trivialidad establece que el sector escalar
del SM es una teorfa del tipo A\-¢*, que es una teorfa perturbativa. Para mantener la perturbatividad de la
teoria en todas las escalas de la energia, es necesario tener una constante de acople A = 0 (lo cual para el SM,
significa que el bosén de Higgs es no masivo). Este hecho hace que la teoria sea no-interactuante i.e.-trivial-.
Se puede ver este hecho a través de un punto de vista diferente; desde el uso de las ecuaciones del grupo de
renormalizaciéon para las autointeracciones cuarticas del Higgs se puede establecer el dominio de energia en el
cual el SM es valido, i.e la energia de corte para que el acople A se mantenga finito,

ﬁ > 0. (2.74)

Esta relacién puede ser interpretada como un limite superior en la masa del Higgs (desde (2.71)), i.e tomando
Qo la escala del EWSB,

822

2
< ——m
"'h = Slog (A2/12)

(2.75)

Si establecemos que el SM siga siendo valido hasta las escalas asociadas con los modelos de gran unificacién
Acur ~ 10'6 GeV, se encuentra el siguiente lfmite superior:

myp, < 160 GeV . (2.76)

Entre més pequena la escala de energia A, el limite asociado a la masa del Higgs llega a ser mas debil con
respecto a las limitantes experimentales. Para A grande, es necesario introducir correcciones de més alto orden
en la teoria de perturbaciones, como también, contribuciones no perturbativas. Por tanto, A se interpreta como
una escala de nueva fisica, en virtud a que para escalas mayores los fundamentos asociados al conocido SM
dejan de ser vélidos (e.g la renormalizacién de la teoria).
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2.5.2. Estabilidad del Vacio

La anterior discusién se basé en la contribucién tinica del bosén de Higgs al acople cuartico a la renormalizacion
de la constante de acople . En realidad esto es justificable en el régimen donde el acople A es grande. A
fin de realizar una discusiéon méas completa y acorde con los limites de estabilidad, es necesario incluir las
contribuciones desde los fermiones y los bosones vectoriales a la evolucion del parametro A. En virtud a que
los acoples del bosén de Higgs son proporcionales a las masas de las particulas, solo es necesario incluir
la contribucion del quark top para la parte fermiénica. Algunos ejemplos de las correcciones utilizadas se
encuentran esquematizados en la Figura 2.18

Figura 2.18.: Diagramas para las contribuciones a un loop a A de los fermiones y los bosones gauge.

Desde el requerimiento de que el SSB ocurra en un minimo del potencial a través de

V(v) < V(0). (2.77)

Esto es equivalente a exigir que A permanezca positiva en todas las escalas A. Si en algiin momento, A pasara a
ser negativa, el potencial seria no acotado desde un limite inferior. Esto no garantiza la existencia de un minimo
de energia y por tanto ningiin punto de estabilidad del potencial de Higgs puede encontrarse. La evolucién del
parametro A, puede ser determinado por la ecuaciones del grupo de renormalizacién [57], con lo cual

dA
Ezﬁ; B =

3 o\ 2
T {—1295 + 16 (294 + (92 +g 2) )] : (2.78)

donde vg; = m; es el acople de Yukawa al quark top. La solucién de esta ecuacién reproduce
AQ
AA) = A(v) + Blog (ﬁ) . (2.79)
Al imponer A(A) > 0, se obtiene un limite sobre la masa del bosén de Higgs minimal,
A2
mi > 283 1log <—2> : (2.80)
v
Desde un anélisis cuidadoso de la renormalizacién a dos loop, el cual reestablece el potencial efectivo, generando
que el recorrido de los acoples genera el requerimiento de que si el SM es vélido a escalas del orden de 10'6
GeV, entonces se obtiene

mp( GeV) > 130 + 2(m; — 170). (2.81)

Este limite de estabilidad puede ser debilitado si el estado de vacio es metastable[58]. A temperatura finita
(y a temperatura cero) el potencial efectivo del modelo estandar puede tener un minimo més profundo que

93



2. Modelo Estandar

el minimo electrodébil si el decaimiento del tltimo en el primero via fluctuaciones térmicas en el universo
temprano (6 fluctuaciones cudnticas a temperatura cero) es suprimido. En este caso, el limite mas bajo sobre
la masa del Higgs minimal proviene del requerimiento de que no existe transicién entre los dos wvacios y la
teoria siempre se mantiene en el minimo electrodébil. El limite obtenido en my, es en general mucho mas débil
que en el caso de la estabilidad absoluta e incluso desaparece si la escala de corte de la teoria se encuentra en
la escala de los TeV.

Los lfmites (2.76) y (2.81) implican que si el Modelo Estdndar es vélido para una escala cercana a los 100
GeV, entonces la masa del Higgs minimal estd restringida a residir en el intervalo

126 < my( GeV ) < 160. (2.82)

Esta regién coincide con los régimenes preferidos por los observables de precision electrodébiles discutidos en
la seccién anterior. A medida que la escala A es reducida, el rango permitido para la masa del Higgs minimal
se ve aumentada. Estas restricciones tedricas se ven representadas en la Figura (2.19),

800||||||||||||||

m; = 175 GeV
os(Mg) = 0.118

200

103 108 109 1012 1015 1018
A [GeV]

Figura 2.19.: Limites tedricos para la masa del bosén de Higgs minimal como una funcién de la escala de
“nueva fisica” A. Estos limites son obtenidos desde los fundamentos de trivialidad y estabilidad

del vacio. [59]

2.5.3. Naturalidad

Ya vimos como las correcciones cuanticas presentan un conjunto de restricciones sobre la masa del bosén de
Higgs. Miraremos a continuacién una extension a las correcciones en la masa del Higgs (propagador) a un loop.
Este procedimiento trae consigo un efecto no deseado en el cédlculo a un loop de dichas correcciones, el cual
se basa en la dependencia cuadratica de estas con la escala de nueva fisica (establecida en el limite de altas
energias). Para mirar los puntos que encierran dicho tratamiento, consideramos un sector del SM que contiene
un campo fermiénico simple 9, con acoplamientos tipo Yukawa al Higgs masivo ¢,

_ Ap -
Ly = (i0) + |0,0|> — m3|¢]* — <7F1/)1/)¢ + h.c.> . (2.83)

Si suponemos que este lagrangiano produce un SSB tal que ¢ = h + v//2, siendo h el bosén de Higgs fisico.
Después del SSB, el fermién adquiere masa a través de sus acoples con el campo ¢, con mp = Apv/ V2
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(ver los desarrollos en la seccién 2.2.1). Si tomamos la contribucién proveniente de la autoenergia fermiénica
proveniente de un Higgs interno (Figura 2.5.3),

>
<

----

Figura 2.20.: (Izq) Representacion asociada al cdlculo de la renormalizacion de la masa del fermion desde un
Higgs interno. (Der) Renormalizacion de la masa del Higgs a partir de un loop fermidnico.

Su valor viene dado por

. _(=ide\ o [ Ak k+mp
_zEF(p)—< 7 ) i /(%)4 = ra] (== ml] (2.84)

La masa del fermion renormalizada es m} =mys+domy

my(l+x)

K2 — m?wQ —mi(l— x)Q] .

i)\fc ! 4.0
omy = X (p)lp+m; = W/o dx/d k [ (2.85)

Si llevamos la integral al espacio Euclideo con corte en el espacio de momentum (a través de la integral
simétrica),
A2
[ dkesd) == [ vt (2:86)

Aqui A es una escala de corte en el régimen de altas energias, identificada en el orden de la escala de Planck
o escalas de teorias de gran unificacion. Por tanto la renormalizacion de la masa fermidnica es,

Nmy 1 A2 d 3\3m A?
™ Jo 0 {y—{—mfcxz +mi (1 —x) d my

Los términos que no se consideran en la expansién son independientes de la escala de corte o cuya contribucién
tiende a cero cuando A — oo. El lagrangiano (2.83), en el limite de altas energias /s << my, es invariante
bajo transformaciones quirales,

YL — ep, g — ePRyp. (2.88)

Cuando la masa del fermién es llevada a cero, la simetria de la teoria “incrementa”’. Ya que los acoples de
Yukawa rompen la simetria quiral, las correcciones a la masa deben ser proporcionales a my.

Por otro lado, la renormalizacién de la masa del Higgs debida a un loop fermiénico (panel derecho Figura
2.5.3), desde el lagrangiano reducido (2.83), toma la forma
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vy — (AN o [ 'k T (Gt mp)(k = p+my)]
Ys(p7) = < \/§> /(271.)4 (k2 —m?)[(k—p)Q —m?] (2.89)

De maner similar a la correccion de la masa fermidnica, integrando con un corte en el espacio de momentum,
se llega a que la renormalizaciéon conduce a

omi = ——L A%+ .. (2.90)

Asi, la masa del bosén de Higgs depende cuadrdticamente de la escala de corte en altas energias A. Ademés
dicha correccién no depende de la masa my, asi que su influencia ante la simetria quiral del lagrangiano al
llevarla a cero, es nula. Por tanto no existe un mecanismo de proteccion de la masa del Higgs para correcciones
de alto orden.

Para el SM, los diagramas de Feynman que contribuyen a las correcciones radiativas a un loop son debidas al
bosén de Higgs, bosones masivos gauge y loops de fermiones (como es mostrado en la Figura 2.21).

-" =~

|
=

N

>

""""

See”

Figura 2.21.: Diagramas de Feynman para las correcciones a un loop para la masa del boson de Higgs del SM.

Realizando el corte de la integral en estos loops en la escala A, y manteniendo solo las contribuciones dominantes
en esta escala, se obtiene

2

h= g2 (m +2m3, + m? — 4m7) . (2.91)

mg representa la masa desnuda en el lagrangiano no-renormalizado, con solo las contribuciones del quark top
en los loops fermidnicos. Esto es una situacién nueva en el SM, ya que se tienen divergencias cuadraticas y no
las usuales divergencias logaritmicas (como las mostradas en la ecuacién (2.87)). Al tomar la escala de corte A
en la region de teorfas de gran unificacién ( 1016 GeV), se necesita un rearreglo de 16 digitos entre el rango de
la escala de la masa del bosén de Higgs desnuda y las correcciones radiativas a fin de tener una masa del bosén
de Higgs fisico en el régimen de 100 < my( GeV ) < 1000™. Este es el denominado problema de naturalidad
para el ajuste fino (¢ fine-tunning”) del SM.

En [60] presentan un mecanismo que cancela las divergencias cuadraticas al tomar la masa del Higgs,

m2 = 4m? — 2m?2 —m? ~ (320 GeV )2 (2.92)

Esta condicién es valida a nivel de un loop en las correcciones radiativas. Para ordenes superiores [61], se
obtiene

MEstos valores estdn basados en la consistencia experimental y teérica del SM. Sin embargo, en virtud a que el SM es una teoria
renormalizable, la cancelacién puede ocurrir de una manera consistente de forma matemadtica. Sin embargo, es importante tener
claro el significado fisico de la escala A con el fin de ver esta como el régimen de corte para el cual el SM es valido
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2.5. La Incompletitud del Modelo Estandar

A? g cn(Ni) log™ <%> : (2.93)

donde (167%)cy = (3/2v?) (m% +2m2, +m? — 4m?)2. Los términos remanentes ¢, pueden ser calculados re-
cursivamente desde el requerimiento que m% no debe depender de la escala de renormalizacién (). Para el
coeficiente en el célculo a 2-loops, se encuentra [61]

15 25 9
—92+—g’4+§g’2g2.

(167%)%c; = A (114X — 54¢% — 18¢” + 72)\t)2 + A7 (279 +17¢” + 9697 — 90)7) — 5 5
(2.94)

Los coeficientes de mas alto orden tienen potencias més altas de (1672)~!, haciendolas mas suprimidas en
niveles superiores. La condicion (2.92) requiere que las cancelaciones finas ocurran a todos los ordenes pertur-
bativos, i.e para cualquier n. Ya que los coeficientes ¢,, son independientes, no existe una solucién completa
(i.e. relacién de recurrencia) para my,.

Por tanto, la condicién (2.92), se convierte por tanto en una condicién valida para escalas A no muy grandes
con respecto a la escala electrodébil [62]. Por ejemplo, a nivel de un loop, el problema de fine-tuning aparece
solo si A 2 4mv ~ 2 TeV. Si la condicién (2.92) (denominada condicién de Veltman) se cumple, entonces la
escala A debe colocarse, en el nivel de dos loops, en el valor més alto, A2log A 2> (1672)%” ?. En ntimeros este
valor se ve representado por una escala de A ~ 15 TeV. Exigiendo de nuevo la condicién de Veltman, las
divergencia cuarticas a tres loops aparecen en A 2 50 TeV. Por tanto la cantidad de “fine tuning” establecida
en escalas altas es muy pequena.

Para estas escalas, es necesario conducir estos ajustes de tal modo que para dos loop se cumpla

gcn(xmog" (%) = 0. (2.95)

Esta restriccién aparece si se cumplen dos cosas: la existencia de una soluciéon para ella y que la prediccion del
valor de my, sea dependiente de la escala de corte. Esta prediccion asume una cancelacién exacta, lo cual no
es requerido para escalas bajas de A. En [62] introducen una condicién mas adecuada,

1
A V2
E (A log" | — ) < —. 2.96

Si esta condicion es satisfecha el fine-tunning puede ser acceptable. La definicién de una cantidad para el fine
tuning trae consigo una serie de conjeturas debido a que no existe un manera univoca de caracterizarla [62].
Se puede seguir a las referencias [62], y definirla como la sensibilidad de la escala electrodébil al valor del corte
A, Am2(A)/m2,. Esto conduce a la medida

Am? Am? 2A? A
App = L= hi— o log” [ — . 2.
FT ‘ m%} m}gl m}gl ; Cp 108 (mh > ‘ ( 97)

Para un valor de Apr, la escala débil es ajustada “finamente” a una parte Apr mas grande que la unidad. Este
es el valor del fine tuning (el valor més grande obtenido). Para App < 1 el fine tuning es cero. Se puede ver
desde la restriccién anterior que el fine-tuning es grande no solo cuando incrementa A si no también cuando
el bosén de Higgs es ligero.
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Figura 2.22.: Contornos generados para el pardmetro -fine tuning- App en el plano (mp,A). Se muestran las
regiones donde el fine tuning es mds grande que una parte en 10 (regién oscura) y que una
parte en 100 (region clara). Ademds se muestran las regiones no permitidas por trivialidad y
estabilidad, como también las restricciones debidas a los datos expermientales de alta precision.

En la Figura 2.22 se muestra la evolucion de la masa del Higgs minimal como una funcién del valor maximal
de la escala de corte A (con los limites experimentales y tedéricos ya discutidos de trivialidad y estabilidad del
vacio). Se encuentran especificados las regiones donde el fine tuning es menor que 10 y 100 dados por las partes
oscuras y claras respectivamente. Las regiones blancas corresponden a aquellas donde todas las restricciones
son satisfechas y donde la condicién de Veltman se cumple aproximadamente.

Para rangos bajos de la escala de corte, A < 1 TeV, el problema de fine tuning no emerge con valores razonables
de la masa del Higgs minimal. A medida que A incrementa, el rango de masas donde el fine tuning es mas
pequeno que el 1% o el 10% llega a ser muy estrecho. Por ejemplo, cuando A = 3 TeV, la masa del bosén
de Higgs debe encontrarse por encima de los 150 GeV, mientras que para A = 10, solo rangos muy estrechos
alrededor de mj, = 200 GeV (para App = 10) son permitidos. En este régimen la condicién de Veltman es
satisfecha.

2.5.4. Comportamientos a altas energias del SM y Unitariedad

Desde que se conocen las teorias con bosones vectoriales masivos (i.e tipicamente los modelos con interacciones
débiles), los diagramas de Feynman a nivel drbol desde alli construidos pueden diverger gravemente en el
régimen de altas energias. Las divergencias estan asociadas con los estados fisicos de particula de espin-1
con polarizaciones longitudinales, i.e helicidad cero. Tal comportamiento divergente debera convertirse en
la violacién de la unitariedad de la matriz S en la aproximacién a nivel arbol (como ocurria con la teoria
débil de Fermi) a menos que exista un mecanismo especial donde se eliminen los términos no deseados en la
amplitudes de dispersion fisicas. E1 SM provee dicho mecanismo a través del rompimiento espontaneo de la
simetria. En realidad existen cancelaciones sutiles entre los diferentes diagramas de Feynman que contribuyen
a un elemento matricial de .S, asi las amplitudes de dispersién a nivel arbol son limitadas en el régimen de
altas energias [18]. Con esto las amplitudes de las ondas parciales crecen a lo sumo logaritmicamente, y los
correspondientes “limites unitarios” son traslados a valores muy altos con respecto a la escala de masas del
SM. Lo mas importante de este buen comportamiento en altas energias de las amplitudes de dispersién a nivel
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2.5. La Incompletitud del Modelo Estandar

arbol, esta en el hecho de que esto se convierte en una condicion necesaria para la renormabilizidad perturbativa
de la teoria.

Estas cancelaciones sencibles de las contribuciones divergentes provenientes de los diferentes diagramas de
Feynman pueden aparecer en el contexto de los cédlculos directos en el gauge unitario U. Por lo tanto dicho
fenémeno puede ser trazado a la simetria gauge original (espontdneamente rota), la cual es completamente
oculta en el gauge unitario U en virtud a que los bosones de Goldstone han sido desacoplados totalmente del
espectro.

En realidad, una herramienta muy poderosa -que da un idea clave sobre la naturaleza de las amplitudes de
dispersién a nivel arbol del SM- es el Teorema de Equivalencia (TE), el cual relaciona un elemento fisico de
la matriz S que involucra bosones vectoriales polarizados longitudinalmente con su “contraparte no-fisica” y
donde los vectores fisicos en las amplitudes invariantes son reemplazados por su correspondiente escalar de
Goldstone en el régimen de altas energias (ver apéndice A). Esto permite realizar la formulacién con los bosones
de Goldstone y determinar asi la manera en que se acoplan; tal que se respeten las condiciones unitarias en
todos los sectores de la teoria interactuante.

La sistematicas para determinar las condiciones unitarias se basan en la expansiéon por ondas planas de las
amplitudes de dispersién de un conjunto final e inicial de estados de dos particulas. Estos métodos perturbativos
para los calculos asociados pueden ser usados solo cuando las contribuciones de los diagramas de Feynman de
mas bajo orden son razonablemente pequenas. De manera cuantitativa, se considera la expansiéon de Jacob-
Wick (establecido en la seccién 1.3) para las amplitudes invariantes de Lorentz en procesos donde se involucran
estados de dos particulas M, y que se encuentran caracterizados por los momentos de las particulas y sus
estados de helicidad, es decir

M(s5,9Q) =167 > (2] + )M P;(cos 0), (2.98)

J

donde MU es la amplitud de ondas parciales con un momento angular total 7, y Pj(cos ) es el polinomio
de Legendre. En realidad esto puede ser generalizado a cualquier estado binario de particulas, con estados
de helicidad arbitrarios. En virtud a que la mayoria de los procesos aqui considerados, los estados iniciales
constituyentes del proceso binario poseen los mismos estados de helicidad, las funciones generalizadas que
alll aparecen se convierten en los polinomios de Legendre (ver seccién 1.3). Asi todos los procesos que seran
utilizados, tanto escalares-escalares, bosones vectoriales-bosones vectoriales, fermiones-fermiones, cumplen con
dicha restriccion; por lo tanto la expansién de Jacob- Wick se reduce a una forma muy similar de la expansién
por ondas planas tradicional (descrita para particulas sin espin). La suma en (2.98) corre sobre valores no
negativos de j. Debido a la unitariedad a nivel arbol de la matriz 5, se llega a la condicién

, s
IMU)| < % (2.99)

En el limite de altas energias p — /s/2, esta condicién toma la forma,

IM;] < 1. (2.100)

Esto puede ser traducido en una restriccion més fuerte a través del uso del diagrama de Argand

1
[ReM;| < 5 (2.101)

Asi, el limite unitario puede ser utilizado para establecer la confiabilidad de la teoria de perturbaciones. En
virtud a que los bosones vectoriales polarizados longitudinalmente tienen comportamientos dependientes del
cuadrimomentum en el limite de altas energfas, i.e e# = p*/m + O(E~'m), ellos se vuelven determinantes en
la evaluacion de la unitariedad en procesos dispersivos donde dichos estados se encuentran presentes.
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Limitante de Lee-Quigg-Thacker

El limitante de Lee-Quigg-Thacker (LQT) es un limite superior perturbativo impuesto sobre la masa del Higgs
en el SM. Este fue propuesto por estos autores en el articulo clasico [2]. Alli se impusierén cotas sobre los
valores de la masa del Higgs a través de la aplicacién de la unitariedad de la matriz S a algunos procesos
dispersivos elasticos. En realidad todo proviene de la expansién en ondas planas y del andlisis de los limites
unitarios para los términos relevantes de esta.

En [2] se identifican los procesos dominates que producen las restricciones mas relevantes en las masas del
Higgs. En realidad, si se hacen los calculos individuales diferentes restricciones pueden venir desde de esta
sistematica. A fin de evitar este tipo de andlisis ellos llevan todos los procesos aun conjunto de amplitudes vy,
después de diagonalizar la matriz S en un subespacio correspondiente, se llega a una restriccion més fuerte,
comparada con la obtenida por los términos individuales. Este método serd discutido de una manera simple a
continuacion.

Aunque el limite unitario (2.100) fue formulado para un proceso eldstico particular (W W — WrWrp),
este es valido en realidad para el conjunto total de tales procesos. Ya que la amplitud de la onda parcial M7
est4 relacionada con un elemento de la matriz S (con S’ la reduccién del operador S al subespacio caracterizado
por el momento angular total j) a través de

M,y = (AL - §|B), (2.102)

se puede usar la linealidad y definir amplitudes para algunas combinaciones apropiadas de estados fisicos.
Como un ejemplo, consideremos la combinacién lineal de WW ™y ZZ,

Z7 Z7
V2 V2
2

+ f‘/—é MWTW™ = 22) + M(WTW™ = 27)| + S-M(Z2Z — 22), (2.103)
donde a, y B son niimeros reales arbitrarios que satisfacen a? + 32 = 1 (el factor extra en los acoples de
ZZ se debe al hecho de la indistinguibilidad de las particulas). Esta consideraciéon puede ser generalizada
de la siguiente forma: para un conjunto de estados normalizados {A41,...,4,} v la correspondiente matriz
M;; = M;_;, la condicién (2.100) puede ser escrita como

M <aW+W +B8 = 2 aW W™ +p > =M (WHW™ - W)

VW eR"®, |V|=1: VIMV <1. (2.104)

(i.e ||M]| < 1). Esta restriccién es equivalente para los autovalores de la matriz M,

|Ai| < 1. (2.105)
Cuando los A; son reales, se puede hacer uso de la relacién (2.101) para las amplitudes restrictivas en ondas
parciales, por ende la condicién de unitariedad puede ser tratada a través de la forma
1
IAi| < 3 (2.106)
Para alcanzar esto, se consideran procesos dispersivos elasticos de dos cuerpos, en primera instancia de estados

bosoénicos con carga total cero. Contando todas las combinaciones de helicidad que existen en estados de dos
particulas bosénicas en el SM: WTW=(9), ZZ(9), HH(1), HZ(3), vy(4), vZ(6), vH(2). Esto produce 34
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2.5. La Incompletitud del Modelo Estandar

procesos dispersivos elasticos. Como se ha hecho explicito en las discusiones precedentes, en el limite de altas
energias las amplitudes de dispersién pueden establecer contribuciones individuales que se comportan como

O(s?), pero los elementos matrciales completos deben comportarse como O(1) para cualquier proceso dentro
del SM.

Esas amplitudes pueden depender de la masa del bosén de Higgs, lo cual desde el limite de unitariedad puede
producir una restriccién para my. A fin de obtener un limite més restrictivo se deben encontrar los procesos
con amplitudes invariantes dominantes. Lo anterior se puede hacer para los 34 procesos bosénicos AA — AA
y encontrar el valor mas grande de ellos, o uno puede considerar la matriz completa 34x34, tomando solo en
cuenta los procesos que involucran a la masa del bosén de Higgs explicitamente en el orden més bajo O(EY).

‘ Elemento ‘ Expresién ‘ Dependencia con E en altas energias ‘
Polarizaciones transversales er(p).€5(p) 1
Polarizaciones longitudinales er(p),€; (p) E
Propagadores de los bosones vectoriales —g"Ha" a7 /mi 1
q>—mi,
Propagador del fotén g q~? E~?
Funcion de vértice de 3 bosones Juvp FE
Propagador del bosén de Higgs (¢ — m,%)*1 E~?
Espinores de Dirac u(p),v(p) VE
Propagador fermidnico (b —my)! E-!

Cuadro 2.1.: Comportamiento de altas energias de los elementos en los diagramas de Feynman [18].

Una gran ayuda para conocer que procesos son relevantes ante la determinacién de limitantes unitarios, se
encuentra establecida en la Tabla 2.1, donde se representa el comportamiento en altas energias de los diferentes
elementos que pueden emerger en los diagramas de Feynman. Desde alli podemos inferir que un diagrama pro-
duce dependencias relevantes sobre my, en dos casos: el primero, cuando este contiene un propagador de Higgs,
comportandose asintéticamente a lo minimo como O(E?). Todos esos diagramas tienen un propagador y cuatro
lineas externas; que desde la Tabla 2.1 implica que esto se alcanza si dichas lineas externas son bosones vecto-
riales polarizados longitudinalmente. El segundo esta asociado con la presencia de vértices de la forma HHH
y HHHH y que se comportan asintéticamente a lo maximo como O(E?). El vértice HH H puede ocurrir solo
en diagramas con dos bosones de Higgs externos y un propagador de Higgs (el cual contribuye asintéticamente
como E~2). Esto implica que las otras dos particulas deben ser bosones polarizados longitudinalmente [18].

Los procesos donde se involucran fermiones se vuelven importantes cuando existen otro pardametros libres,
como ocurre en el caso del Modelo de Dos Dobletes de Higgs. Estos procesos los vamos a tratar con mayor
amplitud en capitulos subsecuentes.

Procesos de bosones escalares en el R-gauge

Se ha mirado, desde el comportamiento en altas energias de algunos procesos relevantes, como es suficiente cal-
cular solo diagramas con bosones polarizados longitudinalmente. A través del uso del Teorema de Equivalencia,
existe una manera de tratar efectivamente estos procesos al llevarlos en el régimen de altas energias a mecan-
ismos que incluyan solo bosones escalares en los estados finales e iniciales. Bajo la suposicién de my, > myy, se
pueden despreciar aquellos términos que no involucren a m% Estas cantidades no toman en cuenta diagramas
con intercambio de bosones de Goldstone, las cuales no contienen términos con m% También se pueden despre-
ciar los términos con acoples triples de bosones de Goldstone, debido a que los correspondientes diagramas son
suprimidos por el comportamiento O(E~?2) de los propagadores escalares. Para calcular los términos relevantes
de altas energias se necesitan por ende solo los diagramas que involucren acoples cuarticos, que son
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2 2 2
m
Ly= =50 (267G + (6" + B?) (2.107)
32 myy,
La amplitud de los procesos fisicos considerados estd dada por el coeficiente relevante en el lagrangiano (2.107),
multiplicado por un factor combinatorio adecuado; el resultado puede ser escrito mediante la matriz

GtG— (G")2/v2 H?/V2 G°H

GG 4 V2 V2 0
1
3
0

2,2
M— <g mh> @2V | V2 0 (2.108)

3
8m2, ) H2/V2 V2 1 0
G°H 0 0 2

En virtud a que no existe dependencia angular en estas amplitudes, la primera onda parcial es MO = M /167.
Por lo tanto la condicién unitaria (2.104) es tratada como

1287Tm%,[, B 1672

2

M|| < = .
Ml < =550 = s

(2.109)

Donde hemos utilizado la relacién g?> = 8G fm%,v /v/2. Los autovalores de la matriz son 6,2,2,2, asi que la
condicién més restrictiva para m? llega a ser:

< [ TY2 1 v (2.110)
3Gr

Al usar la restriccién sobre la parte real (2.106), se obtiene un limitante mas fuerte

47/2
3Gy

mp <

— 707 GeV . (2.111)

Mostraremos después como este limite es aiin mas bajo con respecto al determinando para el canal mas fuerte
asociado al mecanismo Wzr W, — WZ W, .

La discusién aqui presentada para el anélisis unitario del SM sirve como un fundamento en el estudio unitario
del 2HDM. Para lograr lo anterior es indispensable mirar como el SSB se logra para esta extension no-trivial
del sector escalar, asi que el tratamiento de su estructura general se hace indispensable. Ademads esta detal-
lada teoria, aunque compleja, permite establecer ciertas directices en la soluciéon de algunas de las cuestiones
fenomenologicas y tedricas que hacen del SM atin una construccién formal incompleta
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CAPITULO 3

MODELO DE DOS DOBLETES DE HIGGS

En virtud a que el Modelo Estandar es una formulacién que tiene varias inconsistencias tedricas y experimen-
tales, se hace indespensable mirar cémo un sector extendido de Higgs permite establecer algunas directrices en
la solucién de dichas incompatibilidades. A continuacién estudiamos la siguiente ampliacién no-trivial invari-
ante gauge al sector de Rompimiento Espontaneo de Simetria (SSB); el Modelo de Dos Dobletes de Higgs. A fin
de ello consideramos gran parte de las motivaciones fenomenoldgicas y tedricas para la introduccién de dicho
mecanismo. Luego, establecemos la formulacién tedrica-conceptual de los diferentes sectores (escalar, cinético,
y fermidénico-escalar), enfatizando en el comportamiento de las interacciones bajo la aplicacién de simetrias
del tipo CP y de cambio entre Familias de Higgs. Ademas se establece el papel que tiene el SSB en cada uno
de los sectores. Después se discuten las diferentes restricciones tedricas y experimentales que emergen para el
modelo, resaltando -en este nivel de la discusién- el importante rol que puede llegar a jugar la Unitariedad
ante la consistencia interna de la teoria cudntica de campos “background” del modelo.

3.1. Introduccién y Motivacién

Como vimos en el capitulo precedente, el Modelo Estandar (SM) de particulas elementales ha sido una for-
mulacién de gran alcance y éxito debido a su alto nivel predictivo. Por ejemplo da una correcta explicacion
del decaimiento 3 a través de las corrientes débiles cargadas. Desde el punto anterior, el SM da lugar a la
existencia de corrientes débiles neutras, las cuales describen de manera correcta la dispersién de neutrinos. En
adicién el modelo predice la existencia del quark top, cuyo sustento tedrico se basa tanto en la cancelacion
de las anomalfas quirales como en la exigencia de que la teorfa sea renormalizable!. El quark charm es otro
logro de gran importancia ya que permite describir la ausencia de procesos de cambio de sabor en corrientes
neutras a nivel arbol de la teoria. Uno de los dltimos logros predictivos del SM se ve realizado en la deteccion
del neutrino tau por la colaboracién DONUT (Direct Observation of NU Tau) [66], la cual a parte de medir
las interacciones del tipo -SM- que ocurren con el neutrino tau, también determiné cotas superiores en el valor
de su momento magnético anémalo.

Aunque el modelo es potente en la descripcién de gran parte de la fenomenologia asociada al comportamiento de
las particulas elementales, esta teoria presenta un conjunto importante de problemas. Entre estos se encuentran
el origen de masas del contenido de particulas del modelo y el sustento formal para dar explicacion a las matrices

'La cancelacién de las anomalias quirales y el hecho de que la teorfa es renormalizable son factores que est4dn intimamente ligados.
En las corrientes asociadas pueden existir términos de mezcla entre las partes vectoriales y axiales que pueden traer consigo
una teorfa no-renormalizable. En una teorfa en la que se incluyen un nimero de familias de leptones igual al nimero de familias
de quarks las anomalias son todas canceladas. Lo anterior permite que las corrientes gauge electrodébiles sean estrictamente
conservadas, garantizando que el modelo estdndar sea una teoria renormalizable.
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de mezcla entre fermiones. La primera dificultad se establece en el lagrangiano que decribe los distintos tipos
de interaccién, el cual respeta una simetria gauge local del tipo SU(2);, x U(1)y? ( L indica la quiralidad de
los fermiones sobre la cual el conjunto de transformaciones actia, e Y hace referencia al niimero cudntico de
hipercarga). Un lagrangiano que pretenda respetar esta simetria no contiene términos de masa libres (campos y
fermiones), ya que estos no son covariantes bajo las transformaciones asociadas al grupo gauge. El mecanismo
de rompimiento espontédneo de simetria (SSB) genera dichos términos de masa. De manera heuristica, la
formulaciéon del mecanismo se establece al introducir un doblete de particulas escalares. Un término de estos
dobletes adquiere un valor esperado en el vacio (VEV) distinto de cero. Este procedimiento genera la ruptura de
la simetria SU(2)r, xU(1)y a U(1)q, que es el grupo gauge de la electrodindmica, cuyo campo asociado (fotén)
es de masa nula. La interaccién del campo remanente con los fermiones y campos gauge permite introducir los
términos de masa asociados. La masa del Higgs, como término del doblete que genera dichos elementos, es un
parametro libre de la teoria.

La naturaleza del Higgs es atin una cuestién abierta en el estudio de la fenomenologia de las particulas
elementales ya que no se tiene certeza si el mecanismo en realidad es minimal (i.e solo un doblete de Higgs).
A pesar que el rompimiento espontaneo de simetria puede generar las masas del contenido de particulas, aun
no es claro el por qué de la jerarquia del espectro de masas de los quarks y leptones que se han observado
actualmente. Como punto fundamental, se tiene certeza que la masa del quark top es cerca de 35 veces mas
grande que la masa del quark bottom. En el Modelo Estandar, las masas de ambos quarks provienen del
mismo doblete de Higgs, conduciendo a que no exista una jerarquia entre los acoples de Yukawa asociados.
Este es el denominado problema de jerarquia de los acoples de Yukawa en la tercera generacion de quarks. Para
salvar este conflicto se puede hacer uso de la préxima extension minimal compatible con la invarianza gauge;
el modelo de dos dobletes de Higgs (2HDM). El 2HDM consiste en adicionar un segundo doblete @5 con los
mismos nimeros cuanticos que el primero ®;. Por tanto, si el quark bottom al acoplarse al primer doblete ®
y el quark top al acoplarse al segundo doblete ®, adquieren sus masas respectivas, entonces la jerarquia entre
los acoples de Yukawa en la tercera generacién llega a ser natural si los parametros libres de la teoria toman
valores apropiados [69].

Otra motivacién para la extension no-minimal del Modelo Estdndar con los dos dobletes de Higgs es la intro-
duccién de un sector que induzca violacién CP explicitamente o espontdneamente en el potencial de Higgs.
De la misma manera, el 2HDM genera la estructuras necesarias para estudiar procesos del tipo de cambio
de sabor en corrientes neutras (FCNC). Los FCNC, aunque son mecanismos suprimidos por los datos experi-
mentales (exceptuando los experimentos de oscilaciones de neutrinos), son procesos que no violan ninguna ley
fundamental de la naturaleza.

En adicién, el 2HDM genera la estructura minimal en el limite de bajas energias de modelos como los super-
simétricos. El modelo Estdndar Minimal Supersimétrico (MSSM) tiene los mismos acoples de Yukawa que el
2HDM tipo II. En este tipo de teorias los escalares pertenecen a multipletes quirales y sus respectivos complejos
conjugados pertenecen a multipletes de quiralidad opuesta; ya que los multipletes de quiralidades diferentes no
pueden ser acoplados de una manera conjunta en el lagrangiano, una estructura minimal de dobletes no podria
generar -simultdneamente la masa de las particulas del sector up (Q = 2/3) y del sector down (Q = —1/3)
de los quarks 3. Asi, modelos supersimétricos con dos dobletes podrian proveer diferentes caminos no solo
para salvar problemas como la jerarquia entre la escala electrodébil y la escala de Planck, si no también la ya
discutida jerarquia entre familias de fermiones [67] y el origen real de la Materia Oscura. Desde esta discusién
el 2HDM, y de acuerdo a la forma de lograr el SSB, puede verse representado en extensiones al MSSM (y
NMSSM) como teorfas de origen A-SUSY 4.

2En realidad la exigencia de que el lagrangiano respete este tipo de simetrias, da lugar a los distintos tipos de interaccién en
el modelo (i.e las reglas de Feynman para vértices). Para ver esto de manera amplia, se referencia el capitulo 1 de este texto
ademads de la literatura alli citada.

3Para modelos supersimétricos, ya que los escalares residen en multipletes quirales junto con campos quirales de espin 1 /2, la
cancelacién de anomalias también requiere la existencia de un doblete adicional.

4Las teorfas A-SUSY se ven realizadas en extensiones MSSM y NMSSM (Next Minimal Supersymetric Standard Model), las
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Una motivacién extra para el 2HDM viene del rompimiento explicito de la simetria CP en el Lagrangiano de la
QCD a través del mecanismo de Peccei-Quinn (MPQ). Este término, que desde el punto de vista fenomenolégico
es pequefio®, puede ser transformado a través de una rotacién si el lagrangiano contiene una simetria global
U(1). La imposicién de dicha simetria es solo posible si existen dos dobletes de Higgs. Mientras que las versiones
del MPQ han sido sometidas a prueba, existen variaciones con singletes en escalas mas altas que son aceptables
pero que en su reduccién a bajas energias necesitan una realizacion efectiva en su sector escalar a través de

dos dobletes [68].

Otras razones para introducir un segundo doblete se encuentran en la forma de construir el nuevo sector escalar
del modelo. Como veremos en un sentido méas amplio en partes subsecuentes, cuando se construye el potencial
de Higgs del 2HDM se encuentran del orden de 14 parametros libres que no estan limitados por valores ex-
perimentales. Solo aspectos tedricos pueden estrechar vinculos entre las distintas formas funcionales de dichos
parametros y el contenido fisico de la teoria. Estudios en los ultimos tres lustros, muestran que al correla-
cionar unos pocos parametros se puede obtener un espectro completo de diferentes modelos los cuales tienen
consecuencias de distinta indole en lo que a la fenomenologia del modelo se refiere [69, 71]. Bajo un cambio
continuo de los parametros libres, la posicién exacta del minimo cambiara, pero las propiedades de simetria
en el minimo permanecen inalteradas. Existen aspectos especiales en el denominado espacio de parametros
libres, como lo es que esta evolucion continua cambia la naturaleza global del minimo. Se dice entonces que si
el sistema atravieza este punto una transicion de fase ocurre. Esta transicion de fase estd caracterizada por un
comportamiento no analitico de las propiedades del vacio, como lo son los valores esperados en el vacio (VEV)
y las masas de los autoestados correspondientes [72].

Como ya hemos establecido, en cualquier conjunto de parametros, varios extremos del potencial del Higgs
pueden coexistir. Las propiedades del vacio son de gran importancia para determinar la evolucién de otros
régimenes extremos del potencial. Esta propiedad permite calcular -por ejemplo- la diferencia de potencial
entre el vacio (la energia del vacio) y el extremo més alto (extremo de energia).

Este gran conjunto de caracteristicas pueden volverse aun mas poderosas a la vez que complejas cuando
tenemos contribuciones de temperatura finita. Por ejemplo, los parametros efectivos del 2HDM evolucionan
con la temperatura, lo cual podria producir una transicién de fase térmica (en adicién a la transicién de fase
generada por el SSB). Las implicaciones cosmolégicas de esta evolucién han sido estudiadas en articulos de
los dltimos quince anos, que van desde la descripcién formal del 2HDM a temperatura finita [73], pasando por
las implicaciones en la asimetria bariénica del universo con el 2HDM [74], y llegando hasta los estudios de los
comportamientos altamente inestables de las simetrias C'y C'P a altas temperaturas para modelos extendidos
con respecto a SM [75].

Las grandes ventajas que trae consigo el 2HDM son equilibradas con el amplio desconocimiento del sector de
Higgs extendido. El espectro del Higgs el 2HDM consiste de cinco bosones escalares, de los cuales tres son
neutros (h, H y A%) y los otros cargados H*. En el presente, se tiene informacién parcial de cotas inferi-
ores y rangos de masas excluidos para las masas del Higgs proveidas por los datos experimentales del LEP,
TEVATRON, y LHC (CMS y ATLAS) como se ha establecido en la seccién 2.4. Para complementar estudios
experimentales desde los que se estan llevando a cabo en el LHC, es interesante estudiar los posibles limitantes
tedricos que pueden determinarse para el estudio correcto de las masas presentes en el modelo de dos dobletes
de Higgs®. En funcién de este propésito algunos métodos han sido considerados y establecidos, basados en las

cuales son motivadas en la ausencia -fenomenoldgica- de supersimetria de baja energia convensional. La esencia del modelo
radica en la introduccién de un acople entre los dobletes y el superpotencial del tipo ASH1 H2. El acople debido a A domina los
demds acoples del sector netamente escalar del modelo, garatizando la perturbatividad de la teoria hasta una escala de energia
de 10 TeV [70].

5En realidad, los experimentos no indican fuente alguna de violacién CP en el sector de la Cromodindmica Cudntica. Un célculo
explicito de la violacién genérica de CP en QCD produciria un momento dipolar eléctrico del neutrén en el orden de 107! e.m,
mientras que un limite superior emergente de los experimentos se encuentra en 9 ordenes de magnitud por debajo a este valor.

SEn virtud a que las energias necesaria para lograr acoples cuarticos y trilineales es alta, algunos pardmetros libres del potencial
deben ser limitadas por estudios tedricos como la unitariedad, estabilidad del vacio y parametros oblicuos.
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

consistencias fundamentales que desde la teoria cuantica de campos pueden hallarse para la descripcion de las
cantidades fisicas relevantes del modelo. Uno de estos, radica en la unitariedad perturbativa de la matriz S.
En su forma més simple esta es implementada al orden méas bajo por imponer limites de unitariedad de las
amplitudes a nivel arbol de un conjunto adecuado de procesos dispersivos aqui establecidos.

Con estas grandes motivaciones producidas por la adiciéon de un nuevo doblete, a continuacion se plantea el
analisis de la manera formal de lograr el SSB, ademas del estudio de las nuevas interacciones y particulas que
se suman a nuestro espectro habitual del SM”.

3.2. El sector de Higgs y su contribucion

A fin de lograr el SSB adicionamos una copia del primer doblete minimal, esto es que los nimeros cuanticos
son exactamente los mismos Y7 = Y5 = 1. Asi,

+ +
o) = (3) .

En general ambos dobletes pueden adquirir un VEV:

%; (P2)0 = %eie- (3:2)

Lo cual puede parametrizarse a través de 8 campos asociados a los grados de libertad primigenios introducidos
por los dobletes complejos SU(2):

ot o
d, = hidvi+in |3 Oy = ho+uvae+iny | - (3-3)
V2 V2

0 hace referencia a un parametro de fase. Tomando en base esto, se establece el lagrangiano correspondiente
al sector escalar mas el sector de las interacciones con los bosones gauge y fermiones.

(@1)0 =

3.2.1. El potencial de Higgs

El potencial de Higgs genera la estructura del SSB como también la anatomia de la masa del Higgs, las
autointeracciones del Higgs y los autoestados de masa de Higgs. En virtud a su amplio desconocimiento, esta
parte del lagrangiano netamente escalar requiere una atencién especial. Es importante anotar que muchos
de los limitantes tedricos de consistencia interna de la QFT background emergen con el fin de limitar a los
parametros libres del 2HDM, ya que la fenomenologia aqui inmersa requiere de energias aun més altas que las
logradas por el LHC [47].

Si consideramos el potencial escalar cuartico de Higgs més general, renormalizable e invariante gauge, obten-
emos:

. A 2 A\ 2
V(@1,0) = —mt 0[01 = m,0l0; — [mhyo]@: + midole: | + 5 (e]e)) + 2 (2le,)
f f f f 1 ) o)
+ g (@]@1) (fos) + 2 (0]@2) (@@ + 5 |:)\5 (o]@2) + x5 (@fe1) }

+ [re (@]r) (@]@2) + 3 (2l@r) (afor)| + 1 (@les) (2]@2) + 35 (2le2) (2o1)] 34

"Hablaremos de estas interacciones y particulas provenientes del SM (sin sector escalar) como el Background Habitual del Modelo
Estdndar.
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Los parametros m?,, m3, y A1234 son reales (debido a la hermiticidad del potencial), mientras que, m2, y As67
son -en general- valores complejos. Asi este potencial posee en total 14 pardmetros libres, pero en virtud a que
los dobletes de Higgs no son observables fisicos - solo autoestados de masa son particulas fisicas- se tiene la
libertad de redefinir esos dobletes y reducir el numero total de grados de libertad.
Este potencial puede reescribirse a través de una notacion mas adecuada en la determinaciéon de invariantes,
tranformaciones de base, y simetrias, a la vez que tiene una forma compacta [89]%:

2 2
1
V(@) = nap®l®y + 5 7 Aabea(® ) (]2, (3.5)
a7b:1 a,b,qd:l
Por definicién
)‘ab,cd = Acd,ab- (36)

La hermiticidad del potencial implica:

Hab = Hpas Y Aabed = Mg de (38.7)

La correspondencia entre las dos formas de escribir el potencial estd dada por:

_ 2 _ 2 _ 2 _ *2
11 = =My,  f22 = —Moo, 12 = —Myg, [M21 = —Mo

A1,11 = A1, A2222 = A2, A1122 = A2211 = A3, A1221 = A2r12 = M4
* *
A2,12 = A5, A2121 = A5, A2 = Ai2,11 = A6, 5 A11,21 = Aoq11 = Ags
*

A2212 = A12,22 = A7, A22.21 = A21.22 = A7 (3.8)

Tranformaciones de Base

Ya que sélo los autoestados de masas son observables fisicos, cualquier combinacion de los dobletes con respecto
a esas simetrias de la teoria deberan producir las mismas predicciones. A fin de mirar esto de manera completa,
se notard cualquier combinacién como (®q,Ps) una base para el doblete. Por medio de una transformacion
de base global, se pueden reescribir nuestros potenciales a través de nuevos campos @/, obtenidos desde los
originales

2
O = Un®p (3.9)
b=1

U es una matriz unitaria 2 x 2. En la notaciéon compacta PCG, bajo ésta tranformacion unitaria, los coeficientes
del potencial tranforman como:

2
:U';b = Z Uacﬂchl;kd = (U:U’UT> b’ (310)
c,d=1 “
:zb,cd = Z UancyAeﬁghUl:fU;h- (3.11)
e7f7g7h:1

8En lo subsecuente, estudiaremos las dos maneras de ver el potencial de Higgs. La escogencia dependers de la manera adecuada
en la que se pueden escribir algunas propiedades para los dos potenciales . A fin de distinguirlas, nombraremos a (3.4) como el
Potencial Extendido General (PEG) y a (3.5) como el Potencial Compacto General (PCG).
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

Queda explicito el hecho que sobre (3.10) y (3.11) la fase global de U no impacta los cambios de pardmetros
del potencial. Por lo tanto se considera U € SU(2). Esto permite tratar la parametrizacion,

ix i(x=8) gj
- < eXcosy e smw). (3.12)

—e'6Xsiney e X cos .

Desde aqui se puede determinar la manera en que transforman cada uno de los parametros para la notacion
PEG, los cuales se encuentran explicitamente en [80]. Asi, una transformacién de base puede ser utlizada para
eliminar algunos de los grados de libertad en el potencial escalar. Esto implica que no todos los pardmetros
en ese potencial tienen significado fisico. Por lo tanto, los tres pardmetros en nuestra sistematizacion del tipo
SU(2) establecida en (3.12) pueden ser usados para absorber tres de los 14 pardmetros del potencial escalar,
haciendo que existan solo 11 grados de libertad fisicos en el potencial.

Simetrias del potencial de Higgs

Debido a que el potencial escalar del 2HDM posee un gran niimero de parametros libres, en adicién al amplio
desconocimiento experimental de este sector, la teoria reduce su predictividad ante la fenomenologia en el régi-
men de altas energias. Asi cualquier simetria (sumadas con los limitantes tedricas) que emergen de esta parte
del lagrangiano se convierte en una herramienta muy util para limitar al potencial. Desde un punto de vista
particular, el 2HDM contiene demasiadas fuentes de FCNC (Flavour Changing Neutral Currents), las cuales
pueden ser suprimidas fuertemente a través de la imposiciéon de una simetria asociada a las trasformaciones
discretas entre los dobletes.

El conjunto de simetrias, que dejan los términos en las ecuaciones de movimiento inalteradas, pueden ser
catalogadas en dos tipos [80]:

1. Se puede relacionar ®, por medio de una transformacién unitaria de ®y,
2
D, — DY = Z Sy ®p. (3.13)
b=1

S es una matriz unitaria. El requerimiento general es que el potencial de Higgs sea invariante bajo esta
tranformacién, como un resultado de esta invarianza,

2
Hab = Z Sacﬂcdsgdy (314)
c,d
2
)‘ab,cd = Z SaeScf)\eg,thggS;lkh- (315)
e7f7g7h:1

Las cuales son conocidas como las simetrias de Familia de Higgs (HF). Este cambio en los dobletes no
coincide con la situacién considerada en las relaciones (3.10) y (3.11), ya que alli los coeficientes en el
lagrangiano cambian bajo dicha tranformacién. Por otro lado, las ecuaciones (3.13) y (3.14) implican la
existencia de una simetria HF sobre el potencial escalar debido a que los coeficientes de Vi permanecen
inalterados.

2. Se puede relacionar a ®, con alguna tranformacién unitaria de ®;:

2
O, — BT = Xap®;. (3.16)
b=1
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3.2. El sector de Higgs y su contribucion

El “superscript” hace alusién a las versiones generales de la tranformaciones CP ? En (3.16) X es
una matriz unitaria arbitraria. Al requerir que el potencial escalar sea invariante bajo esta simetria,

encontramos:
2
Hab = Z XackeaXpds (3'17)
c,d=1
2
)\ab,cd = Z Xancf)‘ef,gth;ngélkh (3'18)
e, f,g,h=1

Las cuales son conocidas como las simetrias debidas a las tranformaciones generales GCP.

Bajo la tranformacién de base ®, — @/, = Uy, ®;, de la eq (3.9) las formas especificas de las simetrfas HF y
GCP son cambiadas por medio de las formas:

S’ =USUT, (3.19)
X' =UxuT. (3.20)

Por lo tanto, una relacién de simetria entre los coeficientes del potencial escalar aparecera como una relacion
distinta si los coeficientes son escritos usando una base diferente para los dobletes de Higgs.

Una propiedad interesante, es que se pueden imponer simultdneamente sobre una teoria varias simetrias HF
y/o GCP. Para el 2HDM, se ha demostrado que sin importar que combinaciones de simetrias HF y/6 GFCP
se impongan sobre el sector escalar, siempre se puede terminar en una de las seis distintas clases para los
potenciales [91]. Estas simetrias se encuentra descritas en la Tabla 3.1, donde se muestran cada una de las
clases identificadas a través de un ejemplo particular como ademds de los limitantes obtenidos sobre los
parametros seguidos desde la simetria especifica. El niimero de parametros fisicos en el potencial puede en
general, en cada una de las seis clases, ser aun mas reducido por la escogencia de una base especifica para los
dobletes escalares. La forma en que se consigue lo anterior es a través de la escogencia de una base adecuada,
de la misma manera en como se limito el potencial general del 2HDM en tan solo 11 parametros de los 14 que
cumplidn las normas iniciales de construccién de este sector escalar.

‘ Clase ‘ N. Simetria ‘ mi, ‘ m3e ‘ mi, ‘ A1 ‘ A2 ‘ A3 ‘ A4 ‘ As ‘ A6 ‘ A7 ‘ n ‘
I U(2) mi, | 0 A AL — A3 0 0 0 |3
11 CP3 my | 0 A M—A3—M\ | 0 0 |4
11 CP2 my | 0 Ay —X6 | 5
v U(1) 0 0 0 0 |6
\% Zy 0 0 0 |7
VI CP1 real real real | real | 8

Cuadro 3.1.: Las seis clases de simetrias del potencial escalar con ejemplo en cada una de las categorias. n
indica numero minimal de pardmetros en el potencial escalar, obtenido en una base especifica.

Las seis clases de simetrias especificas dadas como ejemplos en la Tabla 3.1 son descritas a través de:

9La tranformacién esténdar CP para un doblete de Higgs establece:
B(t,x) = T (t,x) = B*(t, —x)

La presencia de varios dobletes idénticos requiere que la usual definicién de CP (<I>1CP = ®&F y 57 = @} en una base (@1,92))
sea preservada bajo cambios de base. Esta es la motivacién para introducir las trasformaciones Generales CP (GCP) [90].
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

» U(2) es la simetria HF mads fuerte y general, que considera una representacién de su transformacién a
partir de:

—i€ —i) o
S:<e cosf e sm9>‘ (3.21)

—e¥sinf e cosf
&, 0, y 1 son parametros arbitrarios.

s CP3 es una simetria GCP con

cosf sinf
X = (— sinf cos 9> ’ (3.22)

el angulo 0 reside en el primer cuadrante de manera genérica, i.e diferente de los dos valores especificos
0ym/2.

» C'P2 es una simetria GCP que especifica al comportamiento (3.22) en 6 = 7/2. Esto conduce a

X — <_01 é) (3.23)

» U(1) es una version restringida de la simetria HF de la ecuacién (3.21) con

e 0

donde £ es una parametro arbitrario.

= 75 es la simetria bajo &9 — —®o,

5= (é _01> , (3.25)

= ('P1 es la simetria estandar C'P, con

X = <é ?) (3.26)

Algunos de esos modelos pueden ser simplificados al escoger una base apropiada para los dobletes de Higgs:

= Una base especifica puede ser escogida en el modelo C' P2 tal que A5 es real y \¢ = A7 = 0. Con esto el
modelo solo tiene cinco pardmetros.

» En el modelo U(1) se puede tratar a A; real a través de un cambio de fase de los dobletes, de tal forma
que la teoria solo presenta 7 parametros.

» Se puede presentar una rotacién real de los dobletes en el modelo C'P1 de tal forma que m?, llege a ser
cero. El modelo por tanto pasa a tener solo 9 parametros libres.

Es importante anotar que el potencial escalar del Modelo Estandar Supersimétrico Minimal (MSSM) no puede

ser introducido en algunas de las clases de simetria de Ivanov. De hecho, a nivel arbol en el potencial escalar
de el MSSM [92], se obtiene:

=29 = —%, As = A6 = A7 (3.27)
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gy ¢ son las constantes de acoples gauge -en su orden- de SU(2) y U(1). Este sector es similar a un modelo
U2-2HDM simétrico, con la crucial diferencia que en el MSSM A3 + Ay = —\1, mientras que en tipo particular
de 2HDM A3 4+ A4 = A1. Como veremos mas adelante, y como se introdujo en las motivaciones de una manera
heuristica, se hace una continua referencia del MSSM como un caso particular del 2HDM, pero en virtud al
comportamiento de las simetrias del GCP y de la familia de Higgs, esta aseveracion debe ser tratada con mas
cuidado. En realidad, los acoples en las relaciones (3.27) son invariantes del grupo de renormalizacién en el
MSSM, debido a la presencia de particulas extra (e.g. gauginos). Las relaciones analogas en los acoples de un
modelo 2HDM particular no son protegidas en el Grupo de Renormalizacién, si este sector no se encuentra
supersimetrizado (en el sentido de la ampliacién habitual del grupo de Poincaré).

3.2.2. Rompimiento Espontaneo de la Simetria

Si el potencial escalar del 2HDM cumple con la condicién de estar limitado inferiormente, este serd una funcion
polinomial cuartica, que conlleva a un minimo global en el algiin punto de la regién de pardametros. En el modelo
estdndar (seccién 2.2), solo se tienen dos minimos: el trivial (uno para el cual el campo de Higgs adquiere VEV
cero), y el no-trivial donde el EWSSB ocurre fuera del origen, especificamente en (®) = v/+/2.

En el 2HDM, la visién alrededor de los vacios (tratados como puntos estacionarios del potencial sin importar si
este es un minimo 6 no) es un poco mds rica. Bajo las parametrizaciones (3.3) se pueden obtener dos diferentes

tipos de vacios'® (a parte del caso trivial):

= Kl vacio “Normal”, es aquella escogencia de la parametrizacién tal que los VEV no poseen ninguna fase
compleja. Esto hace que los dobletes sean explicitamente reales:

(@1)y = (ﬂ) . (@) = (E) | (3.28)
V2 V2

v =/v] +v3 = 246 GeV y se define tan 8 = vy /v1. Se puede ver que este tipo de vacio es similar al del
SM no trivial.

= Vacio de rompimiento C'P, donde existe entre los VEVs una fase relativa compleja, que es

0 0
(P1)cp = <v_1> , (P2)op = <vgei9> : (3.29)
V2 V2

U1 y U2 son numeros reales. Este sello C'P sobre los VEV no es el més apropiado, ya que tales vacios son
posibles ain en potenciales donde la simetria C'P no esté definida, ya que dicha simetria pudo haber sido
espontanemente rota a través de otro mecanismo explicito. Dicha fase necesita mas condiciones para que
garantize el rompimiento espontdneo de la simetria C'P (como se establece a través de las simetrias de
GCP de la seccién (3.2.1).

Todos los posibles vacios en el 2HDM se reducen a uno de los vacios nombrados, ya que estos pueden ser vistos
usando la libertad de escoger un gauge particular en SU(2)r, x U(1)y. Con el objetivo de tratar lo anterior de
manera formal, se escriben los dobletes de la forma

+1 07 +1,i05
o (e ) g, (Tl ) (3.30)
0]t 3]

1 . . . , .2 ..
%En realidad existen tres tipos de vacios a parte de la configuracién trivial. El tercero se forma cuando los VEV poseen carga
eléctrica, cuyo pardmetro aparece en la componente up (partes cargadas) de los campos. Este hecho permite la existencia
de fotones masivos, conduciendo a que vacios de esta estructura tienen que ser abolidos a todo costo de cualquier andlisis

fenomenoldgico que del 2HDM provenga.
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

Las fases complejas serdn en general funciones de coordenadas espacio-temporales. Entonces la transformacion
gauge local Uy, estd dada por la matriz SU(2),

Uy = ( il “12> : (3.31)

con

0
Ul = |¢2| s (3.32)
9312 + [4h3 |2
0 .
Ugg = — |¢2| 619;7987 (333)

VIERR + s 12

se elimina la componente respectiva de 5. Una hipercarga combinada y tranformaciones gauge SU (2), pueden
ser usadas para eliminar las fases de las componentes mas altas y mas bajas del campo ®1, a través del uso
de la matriz

—i0F
e "1 0
Uy = < 0 _i9?> . (3.34)

Estas fases Hf' y 69 difieren de las presentadas en la parametrizacion general de los dobletes (3.30), ya que
la segundas cambian bajo la transformacion gauge de U;. Con todo lo anterior, los dobletes son llevados a la
forma final:

D) = @Z((ﬁ))) , Dy = <1/?8> . (3.35)

Esto corresponde a una forma tipica que describe de manera general cualquier tipo de vacio que reside en el
potencial del 2HDM!'. As{ esta forma de los dobletes es la més general, ademds, siempre existe una base para
la cual el vacio mas genérico posee esa forma. Lo anterior puede ser deducido a través de una cadena de cambios
de base méas una transformacién gauge. Este método es utilizado fuertemente en modelos de N-dobletes de
Higgs con simetrias como las aqui consideradas [80)].

Con todo lo anterior en mente, miraremos en méas detalle las condiciones de minimizacién de los potenciales
con respecto a las componentes de los campos. Es idoneo escribir los dobletes en términos de los VEVs o;,
donde un punto estacionario del potencial es encontrado si el conjunto de ecuaciones

ov
— =0, 3.36
tiene soluciones analiticas. En términos de los pardmetros de la notacién compacta del potencial (3.5), y para
un conjunto completo general de VEVs tales que (®,) = ¥,/v/2, las condiciones extremas pueden ser escritas
como:

HPara un vacio que viole conservacién de la carga eléctrica, los valores tomados en (3.35) serfan Re(s)]") = a/v/2, Re(¢)) = vi/v2
y %9 = vh/+/2. Siendo este tipo de vacio la estructura més general que se puede encontrar como sucesién puntos estacionarios
del potencial de Higgs.
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3.2. El sector de Higgs y su contribucion

2 2
1 e | -
E Hab + Z E )‘ab,cdvdvc vy = 0. (337)
b=1 c,d=1

Multiplicando por v, esto conduce a

2 2
~ % ~ 1 ko~ g~
Z Hab (Uavb) = Z Z )‘ab,cdvavbvdvc- (338)
a,b=1 a,b,c,d=1

Si se hace una transformacién de base como la presentada en (3.9), los VEVs son cambiados a través de:

2
o = Ty =Y Uy (3.39)
b=1

Un tranformacién del estilo de GCP, relacién (3.16), establece para los valores esperados en el vacio lo siguiente:

2
Ba = 05T = Xoa Y _ 05 (3.40)
a=1

Los diferentes puntos estacionarios del vacio de violacién de la simetria CP (como el vacio abolido de violacién
de la conservacién de la carga eléctrica) son determinados por tres ecuaciones. Ya que el potencial del 2HDM
depende de 8 componentes de campo reales, cualquier punto estacionario deberia ser solucién de un conjunto
de 8 ecuaciones con 8 incdgnitas, las cuales emergen desde (3.37). En virtud a que todos los vacios siempre se
reducen a los vacios simplificados C P, C B y normal, muchas de esas ecuaciones son trivialmente satisfechas.
Consideraremos el caso en el que existe violacién de la simetria CP, donde los VEVs asociados son siempre
obtenidos analiticamente en términos de los pardmetros del potencial. Restringiendo los potenciales (en la
notacién extendida tradicional) donde la simetria CP estd bien definida (en el sentido en que alli no existe una
violacién espontédnea de C'P), se obtiene que:

2 A A3+ A —Re(Xs) 2Re(Ng)\ m2,
1_)% =2 A3+ XM\ — Re()\5) Ao QRG()\7) m%2 . (3.41)
01U cos 0 2Re(Ag) 2Re(A7) 4Re(A5) —2Re(m?,)

Es importante anotar que, mas alla de los cambios irrelevantes fisicamente, el vacio C'P es unico.

De ahora en adelante nos centramos en la determinacion de la matriz de masa para un vacio Normal. En virtud
a que la forma funcional de esta es un poco mas complicada que para el caso de violaciéon CP, este caso de
vacio requiere un tratamiento especial. De hecho, para muchos potenciales, las condiciones de minimizacién
no pueden ser solucionadas analiticamente. Asi, para el modelo de potencial més general tenemos:

A A 1
gTV =0 — mi;v1 — Re (miy) va + 71?)‘;’ + ‘%‘5@105 + 3 [3Re(Ag)vivs + Re(A7)v3] =0, (3.42a)
1
A A 1
gTV = 0 — m3yvs — Re (miy) v + 7205’ + %ﬁvgv% + 3 [3Re(Ag)v} + 3Re(A7)vovi] = 0. (3.42b)
2

Las masas de los Higgs y los autoestados de Higgs son definidos en términos de los pardmetros m;; y A;
del potencial. Asi existe una dependencia explicita de la fenomenologia y la eleccién del potencial de Higgs
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

con el que se trabaja. Cuando la matriz de masa es correctamente diagonalizada, se obtienen las masas y los
respectivos autoestados de masa de los bosones Higgs. Para el vacio normal, el sector de Higgs tiene el siguiente
espectro: dos escalares de C'P-par (H°, k"), un escalar de C'P-impar (A°)2 dos bosones de Higgs cargados,
y tres bosones de Goldstone G*, GV emergentes de la ruptura espontdnea de la simetria del SM, los cuales
representan -respectivamente- las componentes longitudinales de los bosones W+ y Z°. Los autoestados de
masa descritos son obtenidos desde la parametrizacion general (3.30) de los autoestados gauge, a través de las
siguientes transformaciones:

cos B sinf\ [V e

<— sin 8 cos ﬁ) <¢§*> - <H+> ) (3.43a)
cosa  sina h HO

<— sina  cos a) <h;> - <h0> ’ (3.43Db)

cosB sinf\ (m\ _
—sinfB cosfB) \nm2/)

0
io) ) (343C)

con

tan 8 v2 . 8 V2

anf = —,sinf§ = ———.
vy Vvl + 3

Asi «, suele ser denominado el d&ngulo de mezcla entre los bosones de Higgs de C P-par, el cual es diferente para

los distintos potenciales. tan 3 es un nuevo parametro que emerge del hecho de que los dos dobletes podrian

adquirir un VEV. En gran parte de los tipos de 2HDM las contribuciones a la nueva fisica son muy sensibles

a éste parametro. Esfuerzos en esta direccién han sido tratados en [69, 81|, donde se realizan desarrollos

independientes de la base escogida y se reinterpreta el siginificado de f.

Existen un conjunto de anotaciones generales acerca de las condiciones de minimizaciéon para el vacio normal:

(3.44)

» Para modelos con potenciales sin rompimiento de Z,, simetria U(1), U(2), CP2y C'P3, las condiciones de
minimizacién pueden ser solucionadas analiticamente, si no existen parametros que permitan su violacion
suave'?.

= Para aquellos modelos en los cuales m%Q = X¢ = A7 = 0 (cumplimiento exacto de la simetria Zs), las
condiciones de minimizacién (3.42) permiten soluciones de la forma vy # 0, vo = 0y v1 = 0, v9 # 0. Para
cada uno de los casos tenemos:

2
2 2miy,

Zm%2
vy = N -z

. (3.45)

2 _
9 U2 -
con m3; < 06 m3, < 0. Aquf se identifica los denominados modelos inertes. En estos modelos, los vacfos
generan particulas escalares, las cuales no se acoplan a los bosones gauge (ademés pueden desacoplarse
de los fermiones en los sectores de Yukawa). En virtud a que sus acoples son realmente débiles, estos
modelos generan buenos candidatos en procesos de materia oscura.

= Las condiciones de minimizacién en general no tienen soluciones tinicas. Cuando no se admiten vacios
inertes se pueden producir varios conjuntos de VEVs {v1,v2} los cuales no se relacionan a través de
cambios de signo triviales.

12La referencia de bosones neutros de Higgs de C'P-par o de CP-impar, hace alusién a la forma de transformacién de estos
campos ante la simetria de paridad y conjugacién de carga. Estos aspectos seran discutidos con mayor amplitud en la seccién
subsecuente.

13En este contexto, nos referiremos a la violacién suave de alguna simetria si el término que logre esto persite solo en niveles muy
altos de la teoria de perturbaciones (ver seccién 3.5).
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3.2. El sector de Higgs y su contribucion

3.2.3. Matriz de masa para el vacio Normal

Para corroborar si un punto estacionario es un minimo, se necesita analizar la segunda derivada del potencial,
produciendo la denominada matriz de masa.

Con las condiciones de minimizacion para el vacio normal y la parametrizacion de los dobletes, la masa al
cuadrado del escalar cargado estd dada por los autovalores de una matriz 2 x 2, cuyos elementos son calculados
a través de

0%V,

b; ¢,
Esta matriz posee un autovalor cero, el cual corresponde al bosén de Golstone G* (son las correspondientes
componentes longitudinales de W*). Con esto, la masas al cuadrado se transforman en

02

MIQJi =— [—Re(m%) + ()\4 + Re(Xs)v1v9 + Re(Xg)v? + Rev%)] . (3.47)

2@102
Asumiremos un potencial que conserva explicitamente C'P (en dicha base los acoples son enteramente reales).
La matriz de masa del pseudoescalar es una matriz 2 x 2 de segundas derivadas de las partes imaginarias de
las componetes neutrales,

1 O*Vi

2 _ 1 _1)1?}2 v2 —1
Ml = 5 Bt ~ o2 a3 (5 —) e

Estos elementos han sido simplificados a través de las condiciones de minimizacién. Un autovalor de esta matriz
es cero, el cual corresponde a un bosén de Goldstone que genera la masa de Z°. Por ende, la masa al cuadrado
para el bosén pseudoescalar es [69, 57, 92]:

M3 =Mhe + = [)\4 — Re(s)] v°. (3.49)

Para el caso de los escalares C' P-par, tenemos:

1 Vi a c
M? == = ) 3.50
M = S BRe(aORela0) ( b> 350
Estos elementos matriciales tienen la siguiente forma explicita:
2 >\ )\345 2
a=mij; + 3 vi + —5 U + 3Re(Ag)v1v2, (3.51a)
A
b=md+ 3Al w2+ % 03 + 3Re(A7)vyvs, (3.51b)
Cc = —Re(mlz) + 5 [RG(AG)U% + Re()q)v%] + )\345?}11)2. (3.51C)

(3.51d)

Se ha definido Ass5 = A3+ A\s + Re(A5). Como ya se habia hecho explicito en (3.43b), los autoestados de masa
de esta matriz son representados como k' y H°, que son respectivamente el estado més ligero y més pesado
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

de los bosones de Higgs de C'P-par. El angulo a de diagonalizacién de la matriz (3.50) (al igual que en la
parametrizacién utilizada en 3.43b) estd definido como:

H = — cos aRe(¢Y) — sin aRe(¢9) (3.52)
h = sin aRe(#}) — cos aRe(49). (3.53)

Después de definir razones entre los bosones escalares de Higgs, el angulo o de diagonalizacion queda deter-
minado a través de los elementos matriciales de (3.50) por:

2c
a—"b

tan 2a0 = (3.54)
Para el caso mas general del potencial del 2HDM de acople complejos, entonces podra existir una mezcla entre
los escalares neutros de C'P-par y de C' P-impar. Los escalares neutros seran los autovalores de la siguiente
matriz 4 X 4,

il = (] o) 59

compuesta por bloques de tres matrices 2 x 2. La matrices [Mi] y [M }ﬂ estan dadas por las matrices (3.48)
y (3.50) -respectivamente-. La matriz [MIQ] esta dada por:

[(M?] = (g g; > (3.56)
Cuyos elementos son:
Ar = %1}2 [Im(A5)ve + 2Im(Ag)v1], (3.57a)
By = Im(my) — Im(As)vrvs — Sm(e)of — Sm(Ar)e3 (3.57D)
Cr = ~m(m?) + Im(g)ues + Sim()o? — Sm(Ar)e3. (3.57¢)
Dy = —%vl Im(Asv1 + 2Im(A7)ve] . (3.57d)

Para asegurar que existe un bosén de Goldstone neutro, uno de los autovalores de esta matriz deben ser cero.
En adicién, para vacios neutros inertes y de violacién C' P, las matrices de masas pueden encontrarse en [80].

3.3. La base del Higgs

Después del EWSSB con un vacio neutro, los campos adquieren valores esperados en el vacio generales vy y
v2€9/2 (sin perdida de generalidad consideramos a los v; € Re). A fin de encontrar el conjunto de interacciones
del Higgs en los diferentes sectores, es conveniente realizar una rotaciéon de los dobletes de tal forma que los
VEV aparezcan en el primer doblete, mientras que el segundo campo es llevado a tener un VEV igual a cero.

Esto es conocido como la base del Higgs {H1, Hy}, obtenida a través de una transfomacién unitarial:

14 - . .
Este es un caso particular de las transformaciones de base contempladas en la seccién 3.2.1
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3.3. La base del Higgs

2

Hy=> Uy (3.58)
b=1

La matriz unitaria de transformacién puede ser parametrizada por

U:

/2 i/ (3.59)

ei0/2 () e=i8/2 4y p=ib/2
U )

con nuestra restriccién v = /v +v5 = (V2G §) =~ 246 GeV. Esta tranformacién rota los VEVs en Hj,
permitiendo realizar la parametrizacion:

= (o111 i) v2) /HB 1= ((rsin) 1v2) . 60

G* y G son los bosones de Goldstone, que el gauge unitario se convierten en las partes longitudinales de los
bosones gauge respectivos W1 y Z°, mientras que H, R, I son los campos neutros reales.

En realidad existen muchas bases de Higgs, por ejemplo las que se encuentran alteradas por una fase en el
segundo doblete en esta base:

Hy — e“Hy, (3.61)

manteniendo de igual manera el VEV en Hi. Bajo esta transformacién de base, los campos R e I son rotados

por
R cosé  sin€) (R
<I> ~ (-Sinﬁ COS{) <I> (3.62)

Al ir de una base genérica a la base del Higgs, los acoples en el potencial escalar llegan ser rotados por medio
de dicha transformacién. Comparando la parametrizacién general (3.12) con la andloga en la transformacién
a la base de Higgs (3.59), se puede encontrar que

tanf =2, x=06/2, y&=x. (3.63)
U1

Asi, los coeficientes del potenciales en la base del Higgs pueden ser obtenidos desde aquella base genérica
mediante la identificacién de estas relaciones [80]. Los coeficientes cuadréticos y cuarticos del potencial escalar
en la base del Higgs seran denotados respectivamente por fn?j v A

Las condiciones estacionarias son simples:

1_
mi = —§A1v2 (3.64)
My = = Agv>. (3.65)

Por lo tanto el pardmetro complejo m?2, estd determinado por m?2;, A1 y Ag. Asf se establecerdn 12 pardmetros
para el potencial 2HDM mas general. Sin embargo el hecho de que podemos multiplicar por una fase a Ha,
implica que solo las fases relativas de los pardmetros complejos A5, A\g v A7 tienen significado fisico, asi en
realidad solo existen 11 pardmetros fisicos, como se habia hecho explicito en discusiones anteriores. Anotando
siempre, que existirdn potenciales en los cuales las simetrias reduzcan los pardmetros a un conjunto mas
pequeno. En las secciones subsecuentes discutiremos la influencia de la base de Higgs en la construccién de las
diferentes interacciones existentes en el 2HDM.
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

3.4. Términos de masa e interacciones en el sector escalar

En la base del Higgs el potencial escalar mas general y renormalizable adquiere la forma:

V = m2 HI Hy +m2, H Hy — (m%QHI Hy + h.c.) (3.66)
Mt a2 (5 EN e B E He S H B gt
+ 5 (#rlmm) + = (HiH>)" + Mg B HYHy + Ny H]H> 'y (3.67)
A 2, _
+ [75 <HIH2) + <A6H{H1 + A7H§H2) HIH, + h.c} (3.68)

Cuyo valor esperado en el vacio es:

v? Aot
oV |0) =my1— = — 3.69
(O[V]0) = ma1~ S (3.69)
Los términos de masa estdn dados por la parte del potencial que es bilineal en los campos (V2), i.e:
1 H
Vo=mi H HT + H R I)M|R (3.70)
I
Desde los parametros en esta base, la masa del Higgs cargado es:
2 2 3V
mH+ - m22 + )\35 (371)

Se observa como en ésta base el campo H™' de la parametrizacién (3.60) es fisico y posee masa my+. En el
otro miembro de la relacién (3.70), M se encuentra descrita por:

Apv? Re(\g)v? —Im\gv?
M = [ Re(As)v® mF + (A + Re(As))v?/2 ImAsv® . (3.72)
—Im\gv? —ImA\5v? m2.. + (A — Re(Xs))v?/2

Esta matriz simétrica M es diagonalizada por una matriz ortogonal 7', a partir de

2
T"MT = [ m3, | . (3.73)
El potencial bilineal puede ser escrito por
1 3
Vo=m? H H' + 5 > mis;. (3.74)
j=1

Siendo los campos neutros H, R, I combinaciones lineales de los campos neutros fisicos S1, 52, S3 (autoestados
de masa):
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H S1 Ty Tiz Ti3 S
R == T 52 - T21 T22 T23 SQ . (375)
I S3 T3 T3z T33) \S3

T es una matrix ortogonal 3 x 3. Sin perdida de generalidad asumiremos que 7 posee determinante +1. El
campo Sj15 (j = 1,2,3) tiene masa ms,. Esta mezcla general de los autoestados a través de 7', surge por que
el vacio utilizado para generar el SSB es en general neutro sin ninguna suposicién de su comportamiento ante
la simetria C'P. Ejemplos de las mezclas entre los autoestados en términos de los autoestados gauge para el
caso de una vacio neutro que conserva C'P se encuentran en las relaciones (3.43).

Con todos estos hechos en mente, podemos mirar como son los comportamientos de las interacciones en este
sector. La parte que es trilineal en los campos puede ser escrita como:

Vi =Vsg + Vane. (3.76)

V3Higgs tiene en cuenta las interacciones de inicamente bosones de Higgs (ya sea neutros de CP-par o impar,
o Higgs cargados), el cual para esta base tiene la forma explicita:

3 2 2 2
v 1 my. mi —m
VaHiggs = Z S;SKS) 2 (0) — TTy) + . (mﬁﬁ - %) T T Ty + %leékl
j=1
3 — - -
+oHTH™Y " a;S;; aj = Tijhs + ThjRe(Ar — Tailmly). (3.77)
j=1

Ejemplos de las interacciones aqui presentes se encuentran representadas en la Figura 3.1.
Sk H-

Sk H*
Figura 3.1.: Interacciones trilineales de los bosones de Higgs del 2HDM.

El sector asociado a Vipg contiene aquellas interacciones trilineales donde ocurren interacciones entre los
bosones de Higgs y los bsones de Goldstone:

e, (@] ms;
Vspe = |GG —I-T ZSjle "
j=1
3 2 2 3 2 2
B _omg —miyy B omi —m
+GYHT Y (Ty + iT3)) TH +GTHT Y (Ty; — iTy) TH*
j=1 j=1
0 mgl — mgz Mgz — Mg,y mgz — mg
+G SlSjTlgT + S3SlT12T + SQSgTHTS (3.78)
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Gt,G" GF Sj

Figura 3.2.: Interacciones trilineales de los Higgs del 2HDM con los bosones de Goldstone. En el diagrama de
la derecha se cumple la restriccion j # k

Algunos ejemplos de las interacciones trilineales presentes en este sector son dadas en la Figura 3.2

Los términos cuadrilineales por su extensién no son tratados aqui. Para un referencia diagramaética de dichos
acoples, para el caso del 2HDM tipo II y en la base del Higgs, pueden ser encontrados en la referencia [57].
Para el comportamiento de los vértices en una base genérica del potencial para el gauge R, la referencia que
contiene la diagonalizacién de dichas interacciones es [18].

3.4.1. Sector Cinético del 2HDM

Este sector es el encargado de dotar de masas a los bosones gauge y provee las interacciones entre estos y los
bosones de Higgs. El Lagrangiano cinético extendido esté decrito por:

Y,
Lein = (D, ®1)" (D*®1) + (D, @2)" (D#®2); Dy, = 0, — igT,W*, — ig'Eun. (3.79)

El sector cinético, a diferencia del potencial escalar y el sector de interacciones fermidnicas (como se verd en
la siguiente seccién), es basicamente tinico '¢ debido a la invarianza gauge.

Con el fin de examinar las interacciones presentes en este sector, es conveniente trabajar en una representacién
real para los generadores, donde se pueda ver el asignamiento L, = —i7,. La dimension respectiva se dobla al
realizar la identificacién [69],

ReqﬁkF
~ (Reg) +ilmg; Ime, -
P; = <Re¢2+ﬂm¢2 — Red) k=12 (3.82)
Img?

La asignacién debida a los L; en las representaciones reales producen:

155, tienen que ser identificado con los bosones de Higgs neutros de C'P-par y C'P-impar; h°, H® y A° (n°).

16 Aunque el puede ser una derivacién de un sector més general que tenga términos de violacién de la simetria Zo (simetria en el
tipo de las familias de Higgs) en la que ®; — @1 y ®2 — —P2. Con esto, un Lagrangiano més general puede ser construido de
la manera:

Lein = (Du®1)" (D*®1) + (D, ®2)" (D*®2) + k(D ®1)' (D ®2) + & (D, ®2)" (D @) (3.80)

Nuestro lagrangiano (3.79) (con k = 0) es ya invariante bajo conjugacién de carga y simetrias globales de tipo Z>. En la base
del Higgs y con el cumplimiento ezacto de la simetria Z> para este sector, podemos escribir al Lagrangiano cinético, a través
de:

Loe = (D Hy)' (D"Hy). (3.81)
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Im¢) —Reg!
. 1| —Reg? | . —Im¢? |
Ll@k = —ZT1¢k — 5 Im(bli' N Lg(bk = —ZTQ(bk — 5 Re(blj; N
—Reqﬁér Imgb;r
Iquér IlrnqS;r
, 1| —Reg; . 1 [ —Reg;
L3®p = —it30 — 5 —Imq;é i Ly®p = —imyop — 5 Imqﬁgk (3.83)
Reqﬁg —Re(bg
Asi encontramos las respectivas formas matriciales:
0 0 0 1 00 -1 0
110 0 -1 0 110 0 0 -1
Li=510 1 0 o] %310 0 o]
-1 0 0 O 01 0 O
0 10 0 1 0 O
1f-1 0 0 O 1f-1 0 0 O
Ls=510 00 1| =30 0 0 1 (3.84)
0 01 O 0 0 -1 0
Desde estas formas de los generadores del grupo de simetria, la derivada covariante se tranforma en:
Dy, =0y + gLiW} + g LW, (3.85)

Esto permite expandir el lagrangiano al usar las representaciones cuadridimensionales para cada doblete (3.82)
y de los generadores (3.84).

Campos gauge

La matriz de masa resultante para los campos gauge se obtiene de los VEVs,

2
1
SMaWEW s M3, =2 (gaLave)' (g L) (3.86)

k=1

con a,b = 1,2,3,4 indican los bosones gauge (autoestados gauge) correspondientes a los generadores 7;,Y.
Siguiendo el proceso de diagonalizacién presentado para el SM en la seccion 2.1, los términos de masa y los
autoestados para los bosones gauge, se encuentra para los W*:

Wl xiw? 1
Mientras que para Z° y el fotén:
Z,\ _ [cost, —sinb, WS
<Au> a <sin9w cos Oy, ) <W:f ’ (3.88)
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

La masa del bosén Z esta dada por

m? = E (1)2 + 1)2) (g/2 + 92) = M, (3.89)
2Ty 2 cos? 0, '

2
con 0, es el angulo de Weinberg. En virtud a que en el SM el valor v? = 4]\/2[’“ es un parametro conocido, y
al considerar que los VEV de los dos dobletes coincidan con el del doblete minimal, obtenemos la restriccién
fundamental a nivel arbol

v? 403 =02 (3.90)

Interacciones con los bosones gauge

El lagrangiano después de la expansion (en términos de los autoestados de masa) puede ser descrito a través
del7

‘Ccin = ’cHi + ’CGold + ’CGau + ’cHiGold + ‘CHiGau + ‘CGoldGau + ‘CHiGoldGau' (391)

Sabemos que en la base de Higgs los dobletes pueden ser parametrizados de la forma:

= (e msiopne) = (wiinma) (392

Gt y GO son los bosones de Goldstone, H, R y I son los campos neutros reales. En esta base el campo de
higgs cargado H™ y tiene masa my+, mientras que los campos neutros H, R, I son combinaciones lineales de
los campos neutros fisicos:

H S T T2 Tis Si
R == T 52 - T21 T22 T23 SQ . (393)
I S3 T31 T30 T33 S3

T es una matrix ortogonal 3 x 3. Sin perdida de generalidad asumiremos que 7 posee determinante +1. El
campo S;® (j =1,2,3) tiene masa M, -

El término asociado al Higgs se construye de tal forma en la que se encuentra el elemento asociado al propagador
de los bosones de Higgs neutros (C'P-par y C P-impar) y cargados:

Ly, = (8MH_) (aMH+) + (aMSj) (QMSJ‘). (3'94)

1

DN |

3
Jj=

Extendiendo este mismo sector, encontramos para los bosones de Goldstone:

0,0") (")
(06,

Lo =(0,G7) (0"GT) + ( (3.95)

17 Aqui consideramos al expansién en el R-gauge general. Para el gauge Unitario los bosones Goldstone desaparecen del espectro
con el fin de convertirse en la partes longitudinales de los bosones gauge.
185, tienen que ser identificados con los bosones de Higgs neutros de C'P-par y C'P-impar; h°, H® y A° (con la generalizacién 1°).
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3.4. Términos de masa e interacciones en el sector escalar

Para la interaccién tnica de los bosones gauge, tenemos respectivamente sus términos masivos:

2
m
L., =miyyW, WHt 4 7ZZMZ“. (3.96)

Las interacciones entre bosones Gauge y Goldstone se encuentras dadas por:

Loracan =1 [CfGAM + CZGGZ ] (G+3“G_ — G_3“G+) - [CmeWAM + CjWZM] (W—MG-I- + W+“G_)

GGA AP Cc;c; ZMZ“
2 2z 9

G feled ZuZ“] (G0)2

+{g W, W4 ¢

ww T

} G G*

+ |:<WWVV,u WJFH <ZZ 2 2

+m. Z,0"G + imy (W, 0'GT —WFo'G™). (3.97)

—i (G A Gz (e - w6

Este lagrangiano se encuentra organizado, en su orden, a través de los términos trilineales y cuadrilineales de
la interaccién de los bosones Gauge y los bosones de Goldstone!”. Los tltimos dos términos corresponden a la
mezcla de los bosones Gauge W+ y Z° con los bosones de Goldstone G* y GO -respectivamente-. En el gauge
unitario, estos tltimos acoples seran por tanto los encargados de asociar las componentes masivas axiales de
los bosones gauge.

Los vértices entre los bosones Gauge y Higgs se encuentran descritos mediante la expresion

e = [ A 2 (008 — 08+ [ W

s

A AP uu 2,7
© ©
2 + CZZ 2

HH — +
|:CWWWPL wen + CW“/ :| e

Z ZH
|:<WW WM W+M SS :| Z SQ

+¢5° 7, | Ti3 (510" Sy — S20"S1) + Tia (S30" Sy — S10/S3) + T11 (S20"S — SQaﬂsl)]
. 3 3
+iC, |WED (Toy +iTsy) (H 0"S; — S;0°H ) + W, Y (Ty; — iTh;) (S;0"H — H+aﬂsj)]
j=1 j=1
e wa 3 5
_ [C’YS AF + CZS Z“} {W;H Z (TQJ' + ’L'ng) Sj + W; Z TQJ ’LT3J S } (398)
j=1 j=1

Algunos ejemplos de la forma de las interacciones en los acoples trilineales entre Z° y el fotén con los bosones
de Higgs cargado, como ademas las interacciones cuadrilineales entre los bosones de Higgs neutros y los bosones
gauge W+ y Z° 20 se encuentran esquematizados en la Figura (3.3). En la linea posterior del sector 3.98 se

9Para las interacciones del tipo GGV tenemos tres acoples, que para el 2HDM (background SM) toman la forma: CSG: CGW—
GG

¢(, = —gcos (29 )/2cos6uy(, o gsin® 0,,. Para las interacciones cuadrilineales GGVV, los acoples de nuestra notacién son:
GG GG GG feleld
ng/ = g%/2, Cw =2¢% (,, = g°cos?(20u)/2cos® O, Cy, = €g/cos by cos 20y, sz = ¢?/2cos” 0, (Goldstone neutros),
Cw =€9/2y CZW = ¢?sin? 0, /2 cos O,
20En nuestra notacién para el 2HDM los acoples con los Higgs cargados y los bosones v y Z° toman la forma CfH =e, CHH

z

+ . ww z Ss
g cos(260y,)/2 cos f,,. Los acoples entre los Z, W= con los bosones de Higgs neutros son: {, =g, (¢, = 1/cosby , (,

SH
g/2cos 6.,,. Para la interaccién de un Higgs neutro con un Higgs cargado, un bosén neutro y un W, tenemos el acople ¢,
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

encuentran las interacciones trilineales entre dos Higgs neutros y Z, mientras que en los ultimos segmentos se
generan las interacciones trilineales entre un Higgs cargado, un Higgs neutro y un bosén W™ e interacciones
cuadrilineales de un Higgs cargado, un Higgs neutro un bosén W y un bosén gauge neutro (v 6 Z°).

Ht w+, 20 H*.S; w—,2°

v, Z° Sj

H- Ww—, 20 H—,S; w+, 20

Figura 3.3.: Interacciones trilineales y cuadrilineales de los Higgs del 2HDM y los bosones gauge. El diagrama
de la derecha es establecido para cualquiera de los estados alli descritos en los que que exista

conservacion de la carga eléctrica en el vértice.

Los acoples més estructurados provienen de las interacciones entre los bosones de Higgs, bosones de Goldstone
y bosones Gauge, cuyo lagrangiano se encuentra representado por la expresién:

3
> 1y, (8;0"G0 — GYorS;)

J=1

3 3
WS 1y (G-omS; — S;04GT) + W, > Ty (S;0"GT — GTors))
j=1 j=1

SG
LHiGoldGau = C, Zu

g’

+iWF (GG — GYo'G™) + i, (GPo"GT — GTo"GY)

3
- [gjf/w + cjfz#] { (W= +w,6H) > lesj}.

j=1

Este sector posee los vértices trilineales y cuadrilineales de interaccién entre los bosones de Higgs, los bosones
de Goldstone y los bosones gauge?!. Ejemplos de las interacciones de este sector se encuentran representadas

en la figura 3.4:
el Sj v, Z0 G*

70 . Wt

Sj G- Sj W
Figura 3.4.: Interacciones trilineales de los bosones de Higgs del 2HDM y de Goldstone con los bosones gauge.
El diagrama de la derecha es establecido para cualquiera de los estados alli descritos tal que exista

conservacion de la carga eléctrica en el vértice.

21Para el 2HDM, la notacién de los acoples (trilineales) representa: C;G = g/2cos by, C:VG = g/2. Los acoples cuadrilineales se

establecen a través de: EVSG = ¢?sin? 0, /2 cos 0y y CXZG =eg/2
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3.4. Términos de masa e interacciones en el sector escalar

En primera instancia existen interacciones que aqui hemos considerado que deben desaparacer bajo el uso
correcto de los elementos matriciales 7;;. En el SM (extendido al 2HDM), las simetrias discretas C'y P son
conservadas separadamente cuando los fermiones son ausentes. Asi a través de la asignacién de un conjunto
de ntimeros cudnticos JX¢ a todo el espectro de particulas -sin tener en cuenta la interaccién con los campos
de materia- podemos determinar que interacciones pueden estar contenidas realmente en el lagrangiano de
vértices de los bosones gauge con los bosones de Higgs (Tabla 3.2) [69].

Campo Bosoénico | = Z HO | R AV Campo Bosénico | W+ | H*
Jprc 1—— 1= ottt | ottt | 0T JP 1t ot

Cuadro 3.2.: Asignamientos de paridad P y conjugacion de carga C para los bosones gauge y de Higgs antes
de la introduccion de los fermiones. Cuando los fermiones son ausentes, P y C son preservados
separadamente (i.e en el potencial de Higgs y lagrangiano cinético).

Asf por ejemplo, la existencia del vértice ZH ™ H~ indica que J©¢(Z) = 1%~ la presencia del vértice H°h°h°
en el potencial de Higgs establece que J©¢ = 07, Para el acople h? HO H? se puede deducir dichas asignaciones
desde el vértice ZHCA? que JPC¢ =0t~

Para el 2HDM, las partes imaginarias en los dobletes encargados del SSB se combinan para producir el bosén
de Higgs pseudoescalar®? y G; por ende ambos deben tener los mismos niimeros cudnticos, que en el caso
particular son 07 ~. Esto permite deducir que en virtud a las asignaciones de los bosones W y Z, los vértices
AWFTW = y AZZ son no permitidos.

Existe otra manera de observar que este tipo de interacciones son prohibidas, lo cual viene desde la forma
primigenia de construir el sector cinético. En el caso en que exista conservacién C'P los dobletes poseen VEVs
reales, y en virtud a que A° proviene del sector imaginario, éste bosén de Higgs de C'P impar no puede formar
ningtin vértice con bosones gauge masivos. Por esta misma razén los acoples (H°, h%)y+y son prohibidos; bajo
este esquema, los bosones de C'P — par no pueden ser acoplados a ningin bosén gauge no masivo a nivel
arbol. Asf gracias a estos argumentos podemos, para una teorfa que conserve la simetria C'P >3, tomar en el
lagrangiano (3.98) el elemento Tj3 = 0 de tal forma que no existan tales acoples.

La conexion de estos dos argumentos trae consigo una manera diferente de ver estos tipos de acoples prohibidos
desde la construccién formal del modelo. Los vértices AW W~ y A°Z Z son no permitidos por C—invarianza,
pero después de la introduccién de los fermiones a través de acoples de mayor orden (e.g loops) la C'—invarianza
deja de ser vilida (aunque la invarianza C'P se mantiene en una buena aproximacion).

Esto permite construir -en general- vértices en que aparezcan dichos acoples con la insercion de fermiones a
un loop. Este hecho también aplica para los vértices (H°, h%)yy y (H?, h%)gg (siendo este tiltimo un canal de
importancia en los grandes colisionadores de Hadrones).

Se pueden deducir otras ausencias desde la asignacién de los niimeros cuanticos JX¢ y J de la tabla 3.2. Asi,
Z en acple a los bosones de Higgs no idénticos es permitido si los acoples tienen numeros PC' opuestos. Por
ende el acople con bosones de Higgs neutros de CP — par H° y h° no es permitido, pero si son permitidos
vértices como ZAYHY y ZA°RO. Desde otro punto de vista, el acople de bosones de Higgs neutros idénticos
a Z estd prohibido por la simetria de Bose-Einstein. Vértices de la forma HTW*4?4 son prohibidos por
conservacion de la corriente electromagnética.

22 A% se comporta como un pseudoescalar hasta que las interacciones con los fermiones se hacen presentes en el 2HDM mediante
un sector del tipo Yukawa

2Cuando la simetria CP es violada, nuevos vértices pueden aparecer, aunque ellos son esperados a ser muy suprimidos por los
experimentos[80, 69, 71].

24Un proceso de importancia relevante es la produccién de HTW* en el LHC estudiada por [93]; donde se analiza como la
produccidn de este canal es lo suficiente grande para observar este modo. Ademas se establece como este canal daria observaciones
fuerte de procesos con violacién CP.
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

3.5. Lagrangiano de Yukawa

Guiandonos de la construcciéon de este sector para el Modelo Estdndar Minimal, el lagrangiano més general
invariante gauge que puede ser construido con el fin de determinar los acoples de los campos de Higgs con los
fermiones establece [69]:

U0A0 & D0~ UO0A0 F D0~
+ UE’OZ?L¢1E?R + 5570Z?L‘1)2E?R + h.C., (399)

@4 » representan los dobletes de Higgs, mientras que <i>172 = i09P1 2. 77% y {% son matrices no diagonales 3x 3,
donde 7, j representan indices de familia. Los singletes respectivos estan caracterizados por:

DY =d% D% =s% D% =0% (3.100)
Ud =u%, Uy =ch, Uy =th (3.101)
EY% =€% E% =ul, E% =10 (3.102)

Aqui el supraindice indica que los campos aun no son autoestados de masa. Finalmente, los dobletes “left-
handed”de quarks y leptones de isosespin débil son:

U 0 c 0 t 0
Qg = (d) ) Qg = <S> ) Qg = <b> : (3.103)

L L L

0 0 0
0= (”“) , LY= (”“) , LY = <VT> . (3.104)

KL KL /L
Se puede ver como el modelo descrito en (3.99) se presenta, de tal forma, como caso general en el que los dos
dobletes se acoplan (y consecuentemente generan su masas) similarmente a los sectores up y down. Este hecho
produce procesos con Cambios de Sabor en Corrientes Neutras (FCNC) a nivel arbol. Este tipo de fenémenos
ocurren en virtud a que al rotar los autoestados gauge fermidnicos del sector down (u, leptones E) para obtener
sus autoestados de masa no existe una manera de diagonalizar ambas matrices de acoples n?0 y ¢P:0 (nU0 y

€U0 B0 v ¢B.0) simultdneamente.

Este tipo de procesos son considerados como nueva fisica introducida por la manera general de construir este
sector de las contribuciones de los dos dobletes. En el SM las interacciones de corriente neutra no cambian
de sabor, ya que la diagonalizacién de la matriz de masas automaticamente diagonaliza las interacciones de
Yukawa. Desde un punto de vista fenomenoldgico, la taza més baja I'(K; — putu™)/T(Kp — todos) =
(6.84 & 0.11) x 107 impone limites sobre dichas interacciones; el valor diferente de cero para esta fraccién
de decaimiento es atribuida a la combinacién de las interacciones débiles y electromagnéticas. Los mejores
test deberan venir desde K™ — wTvi, el cual ocurre en el SM solo a segundo orden con una fraccién de
decaimiento de alrededor (0.4 a 1.2) x 107!, Recientes resultados, incluyendo observacién de dos eventos del
tipo T(K+ — 7o) /T(Kt — todos) = (1.57}:3 x 10710). Limites para el cambio de sabor en corrientes
neutras charm o bottom no son tan restrictivos. Por ejemplo, I'(D° — ptpu=/T(D° — todos)) < 1.3 x 1076
y I'(BY — utpu=/T(B° — todos)) < 1.5 x 1078. En realidad, no se pueden aislar los efectos de los FCNC en
decaimientos no lepténicos. Como una muestra, la transicion FCNC s — d+(u+u) es equivalente a la transicién

de corriente cargada s — u+ (a+d). Pruebas para los FCNC son por tanto limitadas a decaimientos hadrénicos
en parejas lepténicas. Tales decaimientos son esperados solo a segundo orden en los acoples electrodébiles del

SM [47].
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3.5.1. Modelos con conservacion natural de sabor

A fin de mirar que modelos evitan naturalmente estos procesos altamente suprimidos por los experimentos para
el SM, se introduce el mecanismo Weinberg-Glashow-Paschos [82, 83]. Es facil ver que si todos los fermiones
con todos los nimeros cuanticos idénticos (capaces de mezclarse) se acoplan al mismo doblete Higgs, entonces
los FCNC seran ausentes. A fin de mirar esto de manera formal, se implementa una simetria discreta definida
por:

‘1)1—>(I)1y‘1)2—>—‘1)2
DjR — :FDjR y UjR — —UjR
EjR_>:FEjR-

Al demandar la invarianza bajo ésta simetria discreta se obtienen dos casos:

» Un lagrangiano que respete la simetria en la transformacion Djr — —Djr y Ejr — —Ejgr reproduce

U

., . E0 .. 2 .
una expresion donde las matrices 7;;, 775 y 15 no son participes de la construccién denominada 2HDM

tipo I, i.e
—L4 = £7°QY BUTR + €°QY @2 D + €I @2 BV + hc. (3.105)
Asi solo @4 se acopla a los sectores up y down.

» Un lagrangiano que respete la simetria en la transformacién D;gr — Djr y Ejr — E;g reproduce una

expresion donde las matrices ng, 5 v & j’o no son participes de la construccion denominada 2HDM tipo
I1, i.e

U0 A0 & DOA E,0
—Ly = §ij Q7 P2U R + Mij’ Q7,1 DJp + Mij' LL®1ESR + hec. (3.106)

Asi @1 se acopla para dar masas al sector down mientras que ®, se acopla para generar las masas al
sector up (no existente en la parte quiral derecha para los leptones, i.e neutrinos).

Por lo tanto, una condicién necesaria y suficiente para la ausencia de FCNC a nivel arbol es que todos los
fermiones de carga y helicidad dadas transforman de acuerdo a la misma representacién irreducible de SU(2),
correspondiente al mismo autovalor de T3 de tal forma que en esa base ellos reciben sus contribuciones a la
matriz de masas desde una misma fuente. En el escenario méas general de modelos multi-dobletes este hecho
se traduce de manera simple; a fin de encontrar ausencia de FCNCs a nivel arbol todos los fermiones de una
carga eléctrica dada deben acoplarse a maximo un doblete de Higgs.

Siguiendo la notacién de Aoki et al [84] en componentes, las interacciones de Yukawa son expresadas en
términos de los autoestados de masa de los bosones de Higgs como (sin tomar el sector de interacciones con
los bosones de Goldstone)

£, = 30 L (F PO+ FTHO — i frs 1 4°)

F=ud,l
2K 2my
+{ V2K, (mquPL + de§PR> a2 h.c.}. (3.107)
v v
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| | Tipol | Tipoll |
Xp | cosa/sinf | cosa/sinf
X% | cosa/sinB | —sina/cos B
X! | cosa/sinpB | —sina/cos B
XY | sina/sinf | sina/sinf

X% | sina/sinf | cosa/cosf

Xy | sina/sinf | cosa/cosf

X% cot 3 cot 3
XCA —cot 3 tan 3
XlA —cot 8 tan 3

Cuadro 3.3.: Acoples de Yukawa de u,d,l a los bosones de Higgs neutros h%, H® y A° en los dos diferentes
modelos descritos por el cumplimiento de la simetria Zs

Prr son los operadores proyeccion para los fermiones ”left-handed” /”right-handed” 2°. Los factores x son
resumidos en la Tabla 3.3. Ejemplos de interacciones de los fermiones con los bosones de Higgs en este tipo de
modelos, en los que no existen corrientes neutras de cambios de sabor, son representados en la Figura 3.5.

f z Z

/ d [

Figura 3.5.: (Izq) Interacciones de los fermiones y los bosones de Higgs neutros. (Centro) Interaccion del sector
de quarks con los bosones de Higgs cargados. (Der) Vértices de interaccién de los bosones de Higgs
cargados con los leptones.

Discusiones del comportamiento fenomenologico de estos modelos son presentados exhaustivamente en el Re-
port de Sher et al [80].

3.5.2. Modelos con FCNC a nivel arbol
El 2HDM tipo I1lI

En la seccién anterior se mostré que se pueden eliminar procesos donde existan corrientes neutras de cambio
de sabor por medio de una simetria discreta del tipo Zs. El siguiente tratamiento supondra que no existe dicha
simetria entre las familias de los dobletes de Higgs. Sabemos que los FCNC a nivel drbol pueden ser suprimidos
al hacer los escalares lo suficientemente pesados, pero fenomenolégicamente las masas de escalares en el rango
de los TEV ademas de antinaturales violan algunas de las restricciones tedricas debidas a la consistencia interna
de la teoria (seccién 3.7).

%En realidad el lagrangiano 3.107 y los acoples de la Tabla 3.3 pueden ser extendidos a otros dos modelos (los cuales no serdn
estudiados aqui): el de tipo “lepton-specific” y el de tipo “flipped”. El modelo “lepton-specific” se basa en que todos los quarks
”right-handed” RH se acoplen a ®2 mientras que todos los leptones de ”left-handed” se acoplan a ®;. En el modelo “flipped”,
los quarks RH de carga Q = 2/3 se acoplan a ®3 y los quarks RH de carga @ = —1/3 se acoplan a ®1, como en el tipo II, salvo
que aquf los leptones RH se acoplan a @ [80].
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Para discutir los FCNC a nivel arbol hacemos uso de la base de Higgs descrita en la seccion 3.3. En esta base,
los dobletes escalares son rotados de tal manera que el VEV estd enteramente en el primer doblete, mientras
que el segundo posee VEV igual a cero. Los acoples generales de Yukawa, pueden por ende ser escritos a través
del lagrangiano (3.99) como

—ﬁy=m] QY H\Ug + 1" QY Hy DYy + €70 Q0 HoUg + €50 Q0 Ha DYy
+ i B H B + 65T Hy B + hc., (3.108)

Hy y Hs son los dos dobletes escalares. En la base del Higgs esos dobletes han sido rotados tal que solo Hj
tiene VEV, i.e

(Hi)o = (v/(i/i> , (H2)o = <8> ; (3.109)

con v real, haciendo de este minimo un vacio normal. En esta base, solo los acoples de Yukawa del doblete H;
via los 7;; generan la masa de los fermiones; asi los 7;; pueden ser bi-diagonalizados y no producir FCNC a
nivel drbol. Cuando la bi-diagonalizacién es presentada, los acoples FCNC llegan a ser:

—Lrone = & QY HaUy + €7°Q0 Ha DYy + €51 HyEy + h.c., (3.110)

con

U,D,E U.D,E
gUDE — (DB IUD By DB, (3.111)

Ya que Vi es completamente desconocida y las matrices E son arbitrarias, los coeficientes ¢V"P+F son arbitrarios;
a fin de mirar dicho comportamiento en procesos especificos, algunas suposiciones deben realizarse acerca de
sus magnitudes. Consideremos la expansién del lagrangiano (3.110) en términos de los autoestados de masa
[69]:

_ 1 _
—Lrene = —=DEPD (Sin aHY + cos aho) + —=U¢U (Sin aHY + cos aho)

V2

N.S’_‘
[\

' DEPys DAY — {7V A0

7 £ 7 £ s
1 - i

+ —EPE (sinaH® + cos ah?) + — EeP~ B AY
73 ¢VE ( ) NG §7s

+ U (K€EPPr — ¢VKPL) DH + 0¥ PRrEH" 4+ IG + h.c, (3.112)

con IG las interacciones de Goldstone. Trabajos pioneros en el tratamiento de los FCNC son los debidos a
Bjorken y Weinberg [85], quienes considerarén el decaimiento radiativo del muén y escogierén a 556 como el
acople de Yukawa. Después, en 1980, McWilliams y Li [86] y Shanker [87] considerarén la mezcla K — K, como
muchos procesos donde se involucran decaimientos del kaén y del mudn. Allf se considera que los fermiones més
pesados ubican la escala para toda la matriz de acoples de Yukawa. Por lo tanto, el vértice FCNC debe ser el
producto de los acoples de Yukawa grandes y un factor angular de mezcla. En virtud a que no se conocian los
factores de los 4ngulos de mezcla, estos fueron tomados como la unidad. Asf, los £¥"P+F se consideran iguales
a los acoples de Yukawa del top, bottom y tau respectivamente. El limitante mas fuerte viene de la mezcla
K — K, en él se encuentra que la masa de HY tiene un limite inferior de 150 TeV. En gran parte de los 1980s,
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

esto llevo a gran parte de los autores a establecer una simetria que aboliera dichos tipos de procesos altamente
restringidos por la fenomenologia, permitiendo que los modelos tipo I y II del 2HDM tuvieran una especial
atencion.

En 1987, Cheng y Sher [88] argumentarén que este estimado del limite mas bajo no es razonable, en virtud a
que una de las caracteristicas mas sobresalientes de la estructura de masas fermidnica es su jerarquia natural
y que por tanto, establecer que todos los acoples de cambio de sabor son iguales a la de los fermiones pesados
-no es vdlido-. A fin de mirar este comportamiento de una manera adecuada, se propuso el denominado Anzats
de Cheng-Sher: los acoples de cambio de sabor deben ser del orden de la media geométrica de los acoples de
Yukawa de los dos fermiones, i.e,

V2
ij = )‘ij\/miij- (3.113)

Los A;j son del orden de uno. Ya que los limites mds fuertes sobre los FCNC emergen desde las dos primeras
generaciones y este Anzats especialmente suprime los acoples de Yukawa de esas familias, esto reducira el
limite inferior sobre la masa del Higgs.

Para ver esta sitemdtica, consideremos un modelo con n dobletes de Higgs ®; (i = 1,2,...n) y llamemos X, la
matriz de acoples de Yukawa a los quarks de carga () = —1/3. Primero supongamos que la matriz de masa
fermionica es de la forma:

0 A 0
M=[A 0 BJ. (3.114)
0 B C

En este caso, llamando los autovalores mi, —mso y mgs, se tiene que A ~ /mims, B ~ /momg, y C' ~ ms.
Cheng y Sher asumieron que la matriz de los acoples de Yukawa esta dada por [88]

0 A O
2 1
A;:£ A; 0 B, (3.115)
Y“\o B ¢

los elementos matriciales tienen la misma estructura de la matriz de masa completa:

A; = aj\/mima, B; = bijy/mams, C; = c;ms.

Aqui los coeficientes a;, b;, ¢; son del orden a la unidad. En otras palabras, los requerimientos, obtenidos al
comparar los A, con M,

dai=) bi=) =1 (3.116)

no se cumplen a través de cancelaciones del tipo “fine tunning” entre los diferentes acoples. Esencialmente
el anzats establece que los ceros en la matriz de masa no son deducidos desde ninguna cancelacion de ele-
mentos matriciales diferentes de cero, y que esos elementos matriciales de masa diferentes de cero también
no son obtenidos por medio de ninguna cancelacién de términos grandes. Cheng y Sher analizarén que dicho
comportamiento aplica no solo a las matrices de la forma (3.114), si no a cualquier otra estructura en que
se requiera que la jerarquia de los autovalores no sobresalga a través de cancelaciones delicadas. En realidad
dicho argumento puede ser generalizado a cualquier estructura jerarquica que provenga aproximadamente de
simetrias de sabor [80].
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3.6. Comportamiento general de la simetria 7,

El SSB via el mecanismo de Higgs estd descrito con el lagrangiano?®

Losp = ng +Lyg+Ly: Lyg=~Lein—V. (3.117)

Ly describe las interacciones entre los bosones gauge y los fermiones respetando el esquema SU(2) x U(1).
El término cinético L., contiene a los propagadores del Higgs y las interacciones con los bosones gauge. El
potencial ¥V, como ya se ha nombrado, es el encargado de lograr el SSB y de generar las autointeracciones en
el sector de Higgs.

Escribiremos V (3.4) en una notacién abreviada a través de

V= —VQ(.%'Z‘) + V4(.%'i), (3.118)
con
1
Vo(x;) = Mix; = 5 [m%lxl + m3ye + (Mmiyxs + h.c.)] (3.119a)
‘/4(561) = §Aij$ixj = 5 [)\1301 + )\2562] + A3x1T9 + )\4%3563 + T + A¢x1T3 + Arroxs + h.c| . (3119b)

Los x; estan descritos a través de

21 = ¢l 1o = Pha; w3 = Bldy; . = xk = Bl (3.120)

El potencial de Higgs (3.118) contiene 14 parametros libres: solo reales m?,,m3,, A1, A2, A3, A4, y complejos
m%Q, A5, Ag, A7. Esto hace que el modelo 2HDM posea una rica fenomenologia. Sin embargo, diferentes puntos
en la correlacion des estos parametros libres no indican necesariamente -fisica diferente-, es decir existe una
redundancia en la fenomenologia descrita por las distintas combinaciones de estos pardmetros. Por ejemplo,
si establecemos una transformacion cualquiera entre los dobletes ¢1 y ¢9, se llega al mismo potencial genéri-
co con coeficientes redefinidos (representado al mismo conjunto de observables). Esto es conocido como la
simetria de reparametrizacion [71]. Un caso de gran intéres de ésta simetria estd dado por la transformacion
de reescalonamiento 27, que hace que los siguientes pardmetros transformen como:

{p1 — &1, P2 — ¢26_m} :>m%2 — m%Qem
A5 — Asei@
g — Age'®
A7 — Aze'@. (3.121)

Consideremos ahora el término cinético, el cual para un caso general (renormalizable) se introdujo en la
discusién alrededor de la relacién (3.80), a través de la expresion:

Lein = Dudli Dy + Db Dty + £D,¢ Dy + 5* Dyl D,y (3.122)

26En virtud a que si alguna simetria es impuesta en algin sector de la teorfa, esta debe ser extrapolada al lagrangiano completo
*"Del inglés rephasing transformation [103]
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

Aqui, para este caso el término cinético no es diagonal en virtud a la existencia de términos de mezcla. Estas
contribuciones pueden eliminarse a través de una rotacion y de la renormalizacion de los campos escalares. Sin
embargo, esta transformacion para parametrizaciones generales varia con la escala de renormalizacién aun a
pequenas distancias. Para un rompimiento suave o exacto de la simetria Zy (ver seccién 3.5), esta puede ser
explicita o oculta pero permite a su vez el uso total del grupo de renormalizacién [71].

3.6.1. Simetria 2,

En virtud a su importancia ante todos los sectores del 2HDM vy su fuerte influencia en los limitantes tedricos
que trataremos en los subsecuente, ampliaremos el concepto de la ruptura y del comportamiento exacto de
la simetria Zs. Ya hemos mirado en la seccién 3.5 como la imposicién de una simetria discreta hace que no
existan términos de mezcla entre los isodobletes, eliminando los denominados procesos FCNC, y clasificando
al modelo en tres tipos: dos casos particulares (tipo I y II) en ausencia FCNC y un caso general (tipo III)
persistencia de los FCNC. Examinemos en los distintos casos, como esta simetria discreta puede actuar sobre
los distintos sectores del Lagrangiano: cumplimiento exacto de Zs y rompimiento suave y fuerte de Zs.

En m2, = 0,A\¢ = A7 = 0,x = 0 los procesos de mezcla de los isodobletes son evitados en todas las regiones
posibles del nuevo espacios de parametros. El nuevo potencial conseguido es invariante bajo el cambio de
signo de uno de los dobletes (simetria Z5). Para salvar esta propiedad en todos los ordenes perturbativos, las
interacciones en el sector de Yukawa debe conectar cada fermién “right handed“ con un solo isodoblete (¢q
6 ¢2) a través del Mecanismo Glashow-Weinberg-Pashos (descrito en la seccién 3.5.1).

Ahora si m%z #£0, \¢ = Ay =0,k = 0, los términos de mezcla entre los campos escalares ¢ y ¢o son permitido
a grandes distancias. Este es el caso de un rompimiento suave de la simetria Zs. Aqui la renormalizacién no
conduce a A\g = A7 # 0. Por ende los parametros del lagrangiano estdn determinados sin ambigiiedad a las
rotaciones de fase de A5 y m?, que mantienen fijos a los términos )\gm%Q. Los modelos tipo I y II para los
sectores de Yukawa mantienen esta propiedad a través de toda la serie perturbativa. La rotacién generalizada
en el espacio (¢1, ¢2) hace que Ag, A7 # 0 (violacion suave oculta de Z3). En este caso los dngulos de mezcla
reestablecen a la forma del potencial en que existe la violacién suave de Zs, la cual no varia en las iteraciones
de la serie perturbativa ni con la escala de distancias (energfas)[71, 91, 103].

Si Ag # 0 y/6 Ay # 0, ademds de no poder conseguir una rotaciéon adecuada para eliminar esos coeficientes,
tendremos el caso de violacidn fuerte de la simetria de Zs. En este caso los angulos de mezcla cinéticos también
aparecen en la iteracion de la serie perturbativa con angulos de mezcla variando en las distintas escalas de
energia, permitiendo que dicho término cinético también evolucione de acuerdo al régimen energético en el que
se encuentra [71, 104].

3.6.2. Conservacion CP y su relacion con el rompimiento suave de 7,

Ahora examinemos los distintos casos provistos por el esquema de conservacién (o violaciéon) CP del 2HDM.
Para una forma del potencial que conserve explicitamente la conjugacién de carga y paridad, necesitamos tener
un simetria del estilo ¢; <> qﬁj Esto es garantizado por la condiciéon que todos los coeficientes en el lagrangiano
de Higgs (3.118) y (3.122) sean reales. Una rotacion en el espacio (¢1, ¢2) hace que esta propiedad se encuentre
oculta [71, 104].

Escogencia Natural: Este es el caso en el que una teoria que contiene mas de un doblete con ntiimeros cuanticos
idénticos (e.g 2HDM tipo IT) emerge en limite de bajas energias de una teoria més fundamental, en la cual esos
campos fueron elementos de un objeto multicomponente (e.g MSSM). Esto es una teoria que normalmente
contiene una alta simetria, que no podria sobresalir a bajas energias. Por lo tanto, los campos, los cuales
tienen diferentes valores de los nuevos nimeros cuanticos asociados con esta simetria, no deberidn mezclarse
a pequenas distancias®®, mientras que a largas distancias los términos de mezcla de rompimiento de simetria
podrian aparecer. Si este argumento es tomado en toda su extensién para el modelo 2HDM, que es; si los

28 Aqui el término distancia lo utilizaremos en el sentido de establecer las regiones infrarojas o ultravioletas en los régimenes de
energias asociadas a la teoria general de renormalizacién
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acoples cuarticos y el término cinético son considerados para reflejar alguna nueva simetria primaria, entonces
se podria limitar a modelos donde a lo sumo exista una violacién suave de la simetria Zs, debido a que estos
permiten mezclas entre ¢ y ¢9 solo a largas distancias. Este esquema de rompimiento suave de Z5 para 2HDM
es considerado como un marco natural suficientemente general para tener un punto de partida para el analisis
de estas simetrias a temperatura finita [71, 104].

Para el caso de violacion suave de la simetria Z5 la forma del potencial puede ser transformado a un potencial
del estilo [71]

1
Vo(z;) = 3 [m%lml + m3oxo + miy(x3 + x;)] (3.123a)
1 1
V4(1‘Z) = 5 [)\11‘% + )\2.%'%] + Agz129 + )\4.%'31';5) + 5)\5(1’% + 1‘;[))2), k=0 (3.123b)

Este potencial hace parte de uno de los modelo mas generales del tipo 2HDM, en el sentido que todas las
fases y transiciones de fase de distinta naturaleza que pueden ocurrir en el 2HDM son mapeados a las fases
y transiciones de este modelo particular (ademés de la inclusiéon de mezclas de los isodobletes, generando
procesos FCNC) [91].

3.7. Limitantes tedricos del 2HDM

El amplio desconocimiento de todo el sector de Higgs del 2HDM por la presencia de multiples pardmetros
libres, requiere un andlisis fundamental con el fin de encontrar un conjunto de restricciones de la formulacion
tedrica; limitando en primera instancia la fenomenologia que pueda establecerse en el modelo. Lo anterior se
hace en base a que los comportamientos tedricos (estabilidad del vacio y unitariedad) son formulados a estar
acorde con los postulados fundamentales de una teoria cuantica de campos. Otra metodologia es la de restringir
el modelo en su descripcién conceptual con respecto a comportamientos bien definidos del sector minimal ante
parametros en los limites de precisién electrodébil (e.g. salvaguardar la razén m,,/m, cos €, = 1).

3.7.1. Estabilidad del Vacio

En el SM solo existe un vacio ademas del trivial, asi en dicha teoria el potencial escalar es construido de tal
forma que solo existe un minimo. Si ampliamos el sector escalar de Higgs, dicho estamento no se mantiene,
ya que pueden existir mezclas de los dobletes introducido para lograr el SSB. Esto se ve reflejado en el hecho
que pueden existir muchos vacios con distintas propiedades (e.g. vacio neutro estdndar y vacio neutro con
violacién C'P). Ademads una propiedad no estdndar y desde un punto de vista general, es que esos vacios pueden
coexistir, permitiendo el tunelamiento de un minimo a otro. En muchos modelos esto puede ocurrir en virtud
a la existencia de diferentes particulas con propiedades diferentes de simetria (e.g. carga y color) permitiendo
-en primera instancia- la presencia de vacios que rompan dichas simetrias. Por tanto es indispensable evitar
este tipo de comportamientos, ya que podria producir propiedades fenomenoldgicamente erréneas como lo es
la presencia de fotones y/o gluones masivos. Esto 1ltimo se hace a través de la imposicién de ciertas cotas que
garantizen que el minimo global respete las simetrias del background del SM.

En virtud a que pueden existir vacios cargados, el rompimiento de la simetria de color y de carga puede
ocurrir en el 2HDM (los tltimos, para los objetivos de este escrito -en esas instancias- han sido abolidos desde
argumentos fenomenoldgicos). En el 2HDM también tenemos, ademas del vacio normal, vacios con rompimiento
de la simetria CP. Desde un punto de vista tedrico, una pregunta vélida es si existe la posibilidad que en cierta
region de parametros estos vacios puedan coexistir de tal manera que un vacio normal pueda cambiar a un
minimo mas profundo donde exista un vacio de rompimiento C'P o de rompimiento de carga C'B?. Esta cuestion
se reduce analizar primero que vacios existen en la naturaleza del modelo y segundo cuantos de ellos son en
realidad estables. Ciertas caracteristicas del 2HDM, como la existencia de términos cibicos en el potencial
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y el nimero limitado de escalares, permiten hacer el tratamiento de este problema a través de estructuras

.29,

conceptuales y analiticas [94, 95], como las siguientes®”:

= Para un potencial donde un punto normal estacionario y un punto de rompimiento CP existen. Los VEV,

desde las condiciones estacionarias, correspondientes estan dados por las relaciones (3.42) y (3.41). La
diferencia entre los valores de los potenciales para ambos vacios (respectivamente Viy y Vop) estd dada
por

M3
Vop — VN = <ﬁ> [(1711)2 cos 0 — Bpvy)? 4 520 sin? 9] , (3.124)
N

(M?Ii / 41)2) y ©s larazon de las masa al cuadrado del escalar cargado a la suma de los VEV, v? = v 403,
calculado en el punto estacionario normal.

Asi, si el punto normal es un minimo (Mi > 0) se necesita que Vop — Vy > 0. Esto indica que si existe
un minimo normal, cualquier punto C'P estacionario estard por encima del punto normal, haciendo que
el minimo normal sea estable en contra del rompimiento de la simetria C'P. Se dice que en este régimen
el punto estacionario C'P es necesariamente un punto de silla. Esto trae como consecuencia que minimos
de un vacio normal y de rompimiento CP no pueden coexistir en el 2HDM. De hecho, es posible escoger
un minimo global rompa C' pero en este caso no existird ningiin minimo normal.

En virtud a que existen multiples condiciones de minimizacién para los VEV normales (3.37), existe un
vacio Ny con VEVs {v; 1,v21} y un vacio Ny con VEVs {vg1,v22}. En este caso las diferencias entre los
valores del potencial en esos dos vacios normales estan dados por:

1|/ M? M?
Vv, =V = ( UT)JV - < Ugi >N (01,1022 = v2,101,2), (3.125)
1 2

(M?Ii / v2) Ny (Na) 8 la razén de la masa al cuadrado de los escalares cargados a la suma de los cuadrados
de los VEVs, (UQ)Nl(Ng) = vi, +v3; (vi, 4 v3,), calculada en el punto estacionario Ny (Na). La
relacion (3.125) muestra que no existe prelacién alguna entre estos vacios, ya que los dos muestran las

mismas simetrias. Saber que minimo es mas profundo dependera por ende de las regiones de parametros
correspondientes.

Si existen dos vacios normales el andlisis se establece en tratar de definir cual genera un minimo global.
En [103], por medio de un estudio de las simetrias del espacio de Minkowski background del modelo, se
muestra como estos dos vacios normales N; y Ny pueden coexistir si existe una violaciéon de simetria
discreta (e.g C'P) en el potencial de Higgs.

A través de estos argumentos particulares podemos establecer un conjunto importante de consecuencias:

= Minimos de diferente naturaleza no pueden ocurrir simultaneamente en el 2HDM.

= Cuando un minimo normal ocurre en el 2HDM, el minimo global del potencial es normal. Ademas, no

existe ningtin tunelamiento desde este minimo a uno mas profundo de naturaleza de violacién C'P.

» Dos minimos normales pueden coexistir si existe violacién de algin tipo de simetria (e.g C'P) en el

potencial de Higgs.

29 Aqui trataremos los casos fisicos en los que los vacios son normales o de rompimiento de la simetria CP. Combinaciones con el
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= Si existe un minimo de violacién CP, este es un minimo global de la teoria y es completamente estable.
Ningiin tunelamiento entre un minimo C'P a un minimo -no fisico-, como el C'B, mas profundo puede
existir.

Una vez analizada la estructura de los vacios del 2HDM, corresponde ahora, con los pardametros del potencial,
garantizar su estabilidad por medio de las condiciones que se imponen después de exigir que dicho sector sea
acotado inferiormente en todas las escalas de energia.

3.7.2. Positividad del potencial

La estabilidad de los potenciales, en particular los asociados al 2HDM, requiere que estos sean limitado desde
una cota inferior, i.e, no existen direcciones de los campos (espacio de campos) en los que el potencial tienda a
—o0. Cualquier teorfa fisica requiere de este hecho ya se clasica o cuantica, en virtud a que garantizar un minimo
estable, es a su vez proveer el marco idéneo en el que se puedan presentar calculos de origen perturbativo. En
las teorias gauges este hecho es fundamental, ya que la predictibilad de modelos basados en estos principios de
simetria se ve realizado por medio de buen esquema de renormalizacién que garantize el aspecto perturbativo
del sistema dinamico que se estd analizando. En el modelo estandar esto aparece de manera enteramente
natural, en virtud a que la condicién; A > 0 para el acople del sector escalar -se satiface trivialmente- (esto
es tratado con mayor amplitud en la seccién 2.5.2). Para el 2HDM esta condicién es més elaborada debido
a la apariciéon de nuevas constantes de acople o pardmetros libres que estipulan el comportamiento general
de dicho sector escalar. Ademéas para garantizar la estabilidad de la teoria, se requiere un estudio de todas
las posibles direcciones de @ y @5, en las que estos campos tienden a valores lo suficientemente grandes. La
posibilidad de existencia de vacios donde cada uno de los campos adquiera VEV, implica sobre el potencial
un conjunto de dos importantes restricciones. Sabemos que podemos dividir nuestro potencial en términos de
campos cuadraticos (los encargados de construir las matrices de masas) y campos cuérticos (los encargados de
proveer las interacciones trilinelaes y cuadrilineales). Para respetar la generalizacién de las asignaciones de los
VEV, el potencial cuartico es siempre positivo para valores muy grandes de los campos componentes, mientras
que la parte cuadratica del potencial puede tomar valores negativos en algunas regiones de parametros de los
campos.

Las condiciones sobre los acoples requieren un poco més de cuidado en su tratamiento. Por ejemplo, si exigimos
que el potencial cuartico es siempre mayor que cero para todos los campos ®; tendiendo a infinito, esta
condicion es muy fuerte con respecto al comportamiento de algunos modelos en los que existe una direccién
de los campos para el cual el potencial cuartico (V) es cero. Esto ocurre en modelos SUSY a nivel arbol,
en la regién en la que (@) y (®2) coinciden. Para abarcar ese tipo de modelos se debilita un poco més esa
restriccién tal que podamos exigir V4 > 0 en cualquier direccién del espacio de los campos tendiendo a infinito,
cuyo implementacién se denomina la condicién de marginalidad sobre el potencial cuartico escalar. Esta ultima
restriccién se ve reflejada en el potencial cuadratico en los campos Vs a través del siguiente hecho; al tomar
una direccion en el espacio de los campos en la que Vy — 0, es necesario exigir que en esa direccién especifica
se tenga V5 > 0.

Desde las formas introducidas (3.118), podemos escribir nuestro potencial (3.4) en términos de formas bilineales,
obteniendo

V=-V+V,= m%1$1 + m%ng + (m%ng + h.c.)

1
+ )\156% + )\ng + )\356% + )\3$1£C2 + )\4$3$;§ + 5)\5$§ + )\6561$3 + )\75625[?3 + h.c. , (3126)

T = <I>J{<I>1, Ty = ‘1>£<I>2, T3 = @I@g y CC:L) = @;@1. Esta nueva notacién del potencial permite analizar las
condiciones necesarias sobre los parametros cuarticos del potencial a través del estudio del comportamiento
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de estos a lo largo de direcciones especificas de los campos. Por ejemplo, para el caso |®1| — oo y |P2] = 0,
esta expresion para el potencial cuartico adquiere la forma

Vi = )\1:62 >0, siysolosi A1 >0. 3.127
1

De igual forma, al tomar en el espacio de los campos condiciones contrarias, i.e, |®1] = 0y [Po| — o0
encontramos Ao > 0. Ahora parametrizamos a los campos de la siguiente manera

|®1]? = rcosh, |Pyf> =rsinf con 0 <6 <7/2 yr— oo,

tal que cumplan con la condicién <I>J{<I>2 = 0, se puede escribir desde el potencial escalar lo siguiente condicién

lim r? <% cos? 0 + % sin? @ + A3 sin# cos 9> =7r2f(0) > 0,V6. (3.128)

Al minimizar esta funcién f(6) con respecto a 6 y al exigir que el valor aqui adquirido sea grande o cero,
se encuentra que los coeficientes obedecen: A3 > —+v/A1Ag. Al estudiar més direcciones en el espacio de los
campos, es posible alcanzar otras condiciones. Todas las condiciones pueden resumirse entonces por

A >0, A2>0, A3>—vVX A, A3+ A — | Xs5] > =/ Ao (3.129)

Se ha tomado A5 € Re. Se puede mostrar que en realidad A\¢ = Ay = 0 son condiciones para garantizar la
positividad del potencial en todas las direcciones. Para potenciales escalares con simetrias Zs, U(1), C'P2,
CP3y U(2), las condiciones pueden cumplirse en al menos una de las multiples bases. Para un modelos con
simetria C'P1 o de un potencial general, las condiciones pueden llegar a ser no andliticas, y su evaluacién debe
hacerse a través de una manera numérica. Para un caso particular, A\g, A\7 € Re, se llega [94]:

AL+ A
2\ + M| < %+A3+A4+A5. (3.130)

Estos andlisis, hechos a nivel drbol exigiendo que el potencial este limitado por debajo (convexo), hacen
para muchos de los potenciales que las condiciones (3.129) sean las necesarias. Esto se vuelve importante en
correcciones perturbativas més altas, ya que se puede extender los mismos analisis de convexidad en estos
niveles de la teorfa. En particular, se extenderd el andlisis al potencial efectivo corregido a un loop [73, 80]:

m2 ;
Vi(g1) = V(o) + @ > ma(ei) [log < 2(2(75’)) — g} : (3.131)

con  la escala de renormalizaciéon. La suma aqui barre estados de helicidad de las particulas de masas mg
presentadas en la teoria, manteniendo la dependencia sobre los campos de manera explicita. La limitacion
del potencial desde cotas inferiores establce el comportamiento del potencial para valores muy grandes de los
campos ¢;, siendo los términos logaritmicos los mas sencibles a este tratamiento. En analogia al caso presentado
en el SM, desde las ecuaciones del grupo de renormalizacion se puede presentar una mejora de las cotas de los
parametros libres, permitiendo discutir el significado de los valores provenientes no solo de la expresiones a nivel
arbol si no de aquellos acoples que emergen en esas expresiones en diferentes escalas de renormalizacion [92, 96].
La manera de pensar este tipo de correciones a los limites en positividad del potencial por el tratamiento en
niveles superiores de la teoria de perturbaciones es la siguiente: desde los limitantes (3.129), se corren las
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3.7. Limitantes tedricos del 2HDM

constantes de acople alli establecidas, por otro lado, usando las funciones 8 del modelo y escogiendo a su
vez un rango de escalas p (e.g. desde la escdla débil m, a una escala superior A) se plantea que estas cotas
deben mantenerse, y a partir de cierto tipo de combinaciones (i.e. en regiones de pardmetros particulares)
puede que en ciertas escalas esta escogencia sea aceptable con respecto a la positividad, mientras que en otras
dichas combinaciones violaridn los limitantes impuestos. Asi con el fin de hacer a la teoria estable en todos
los régimenes de energia, modelos con nueva fisica deben aparecer en las escalas donde el rompimiento de
la positividad cae, en particular en las escalas en la que se esta realizando el corte en el procedimiento de
renormalizacion.

3.7.3. Simetria de custodia y parametros oblicuos

Los pardmetros oblicuos S,T,U constituyen a prueba muy sencible de acoples con los bosones gauge elec-
trodébiles en un marco de fisica méas alla del SM. Valores de esos parametros estan limitados fenomenolégica-
mente por las medidas de precisién del LEP y TEVATRON [47]. En general, la contribucién a los pardmetros
oblicuos desde un doblete extra SU(2) en el 2HDM es en realidad pequena, ya que dobletes escalares (o sin-
gletes) no rompen la simetria de custodia®’, que protege la relacién a nivel arbol p = my,/(m. cosf,) = 1.
Sin embargo, bajo la presencia de desdoblamientos entre los estados de Higgs pueden inducir contribuciones
considerables a niveles superiores en la teoria de perturbaciones [99].

Los parametros oblicuos son por ende una manera muy util de parametrizar los efectos de nueva fisica sobre
observables electrodébiles tal que se satisfacen los siguientes criterios:

» El grupo gauge local es del tipo EWSM: SU(2) x U(1).

» Las particulas de la nueva fisica (NP) tienen suprimidos los acoples a los fermiones ligeros donde se han
presentados los experimentos; ellos se acoplan primordialmente a los bosones gauge electrodébiles, v, Z°

+

y W=,

» Las medidas electrodébiles relevantes son hechas en las escalas de energfa ¢®> ~ 0, ¢ = m? y ¢*> = m2,

Esto permite establecer los efectos de Is nueva fisica en las cantidades S, T, U, V, W, X [110]3!
Las contribuciones a S, T, U para el 2HDM estan dadas por [110]:

167 cos 02, | Agozo(m?2) — Agozo(0)  0A,, (%) cos? 0, — sin? 0 DA 70(q?)
S=— - - : . (3.132a)
g m2 dq 2=0 sin @, cos 6, dq =0
4 A -(0) A
= { W © _ ZOQZO] (3.132b)
g=sm 7 My mg
U — 16_2” Ay rw-(m3) 2— Ay+w-(0) cos 62 Aoz (mg)Q— Agogo sin 6, 6[1772(12)
g mw mz 8q q2:0
0A
+ 2cos by, sinb,, 120(0") (3.132¢)
0q? ,
q“=0
Aqui los Ay (q?) son los coeficientes de g en los tensores de polarizacién del vacio:
i (@) = ¢ Avv(@®) + 6" Byvi(@®). (3.133)

30La simetrfa accidental SU(2) para su funcién protectora es la denominada simetria de custodia, que puede o no ser el isospin
(esto se encuentra discutido con mayor amplitud en el apéndice B ).

31 Aquf nos centraremos en las tres primeras en virtud a su amplio conocimiento teérico y fenomenoldgico. En realidad, V, W, X
son las extensiones de los primeros em ordenes més altos de la teorfa de perturbaciones [80, 99].
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3. Modelo de Dos Dobletes de Higgs

Con la substraccion desde las contribuciones del SM,

AVV’(qQ) = Avvl(q2)‘2HD]M - AVV’(q2)’5M' (3'134)

T es el pardmetro relacionado cominmente con py = p/psnr a través de pg = 1/(1 — aT'), decodificando la
salida desde el valor del SM de pp =1 (i.e la simetria de custodia). La contribucién del 2HDM a T estd dada
por:

2 3 2

g

- 6472m?2, { Z |Ck|2F(m?{+’m§1’“) - Z |Ck|2F(m§{k,mio)
k=1 k=1

+ 32 ’03 k‘ mZ7mHk) F(m%/lfam%[k)] -3 |:F(m§7m%mf) - F(m%ﬁhm%mf)} }7 (3135)

las masas de los bosones de Higgs neutros son denotadas con mpy, (k=1,2,3), y mp,,, es la masa del boson
de Higgs del SM. La contribucion del tltimo término es sustraida para aislar la contribucién de la nueva fisica.
La funcion F' esta dada por:

TXY_ W T (3.136)

F(z,y) = — Ly

y el acople de estructura de los bosones gauge EW a un par de bosones de Higgs han sido resumidos en el
vector:

C = {cos(p — a),sin(f — «), 1}. (3.137)

A fin de encontrar las otros dos parametros de importancia, S y U, es necesario definir dos funciones auxiliares
G y G. Para la primera tenemos [99]

2 2 2 2 .2 _ 3
Clow Q)= _§ ’ 5(366—; o Q(mgzy) +% hig - Qy - (ngg) st

cont=x+y—Q,r=0Q*-2Q(x+y)+ (x—1y)? vy

(t,r), (3.138)

V/rin Ve r>0
ft,r) =140 r=0 - (3.139)
2y/—rarctan ‘/;_r r < 0.

La segunda funcién G esté dada por

G(2,Q) = G(z,Q,Q) + G(z,Q,Q), (3.140)
con
R VI S N
G(z,y,Q) =12 [ 0 1o y] In ; + Qf(t,r) 24. (3.141)
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Después de definir esas cantidades, el parametro S puede ser definido a través de:

2 2

g .

= 38472 cos 02 { [sin 6, — cos Hw]Q G(m%{-HmH-hmz) + E \CkIQG(m%{k,mi,mg)
w

k=1
3
—2Inm3,, + Z In m%{k —1In m%{mf (3.142)
k=1
2
+ 3 (Cs 12Gmy, ,m2) - G (miffmi) } (3.143)
k=1
Finalmente U puede ser descrito por:
RS
= 38472 { ‘CkIQG(m%+,m%{k,mi) — [sin 6, — cos Hw]2 G(m%ﬁ,m%k, m?) (3.144)
k=1
2
= > |GG (miy, , m%0, m3)
k=1
2
+ ) [Csp? [G(quk, my,) = G(miy, ,m3)| — G(my, ,,m3,) + G(m%bef,mi)} (3.145)
k=1

Los limites actuales experimentales sobre S, T y U pueden ser encontrados en PDG [47]. Una anotacién
de importancia se establece en el hecho de qué tipicamente los pardmetros S y T no pueden ser evaluados
separadamente desde el valor referencia de la masa del Higgs minimal mp, , (como es representado en la
Figura (3.6)). Por tanto cuando se compara con los limites experimentales, es necesario tener el mismo valor
de mpy,,, en el momento de calcular los pardmetros oblicuos del 2HDM, como fue hecho en el momento de
fijar los valores asociados en el SM [99].

La Figura 3.6 muestra los contornos permitidos al C.L. 68 %, 95 % y 99 % en el plano (S,T") ( U varia libremente
) como una derivacién de la evaluacién electrodébil junto con las predicciones del SM y del 2HDM (4reas gris
y verde respectivamente). Para la predicciéon del 2HDM my,0 es dejado libre a variar en el intervalo [114, 1000]
GeV, y las otras masas de los otros bosones de Higgs fueron permitidos a tener una variacion entre myo y 1000
GeV. Aqui S adopta relativamente a valores pequenos y principalmente positivos, mientras la contribucion a T’
toma valores grandes positivos y negativos. Existe una superposicién de valores muy grandes entre la evaluacién
experimental y la prediccién del 2HDM, por tanto una variedad de configuraciones del modelo exhiben una
compatibilidad con los datos de precision electrodébiles. Un conjunto pequeno de esas configuraciones son
mostradas para valores fijos de m o = 600 GeV, m 40 = 900 GeV y 8 — «a = 7. Los simbolos abiertos muestran
las predicciones para tres diferentes valores de masas del bosén de Higgs ligero (mj0 = 120,250, 500 GeV)y una
masa fija del bosén de Higgs cargado de 580 GeV. Las flechas indican los corrimientos inducidos por el 2HDM
en S,T con respecto alas predicciones del SM para los mismos valores de mjo. Las variaciones de la masa
del bosén de Higgs cargado (simbolos llenos) inducen efectos fuertes sobre T'. Al escoger valores adecuados
(mpg+ = 590,570,550 GeV) la compatibilidad puede ser alcanzada aun para valores muy grandes de mj,o.

3.7.4. Unitariedad

Para limitar al espectro de particulas del modelo y los parametros libres, en el presente tenemos informacion
experimental proveniente del LEP, Tevatron [47] y LCH [97] (en las busquedas con las luminosidades integradas
primigenias). Pero, en virtud a que el sector netamente escalar de Higgs contiene acoples cuarticos y trilineales,
la informacién fenomenoldgica de procesos que provengan de dicho sector serd una discusion abierta ain hasta
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Two-Higgs Doublet Model
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Figura 3.6.: Pardmetros oblicuos en el 2HDM, donde se muestra la evaluacion de S y T (dejando a U libre)
comparados desde el SM (gris) y 2HDM (verde claro). El drea del 2HDM es obtenido con el uso de
los rangos de las masas y los pardmetros de mezcla generados en la grdfica. Los simbolos ilustran
las predicciones del 2HDM para seis conjuntos ejemplos, comparados con las correspondientes
predicciones del SM a través de las flechas. Figura tomada de [102].

después de que el LHC alcance su luminosidad integrada méxima [97], debido a la gran magnitud de las energias
necesitadas para lograr dichas interacciones. Sabemos bien que dicho sector contiene de una manera explicita
la naturaleza de los escalares que se encuentran en el modelo. Desde otro punto de vista, es interesante ver que
posibles limitaciones para las masas de los bosones de Higgs pueden ser obtenidas para definir un modelo realista
y acorde con las restricciones experimentales. Explorando las bases del modelo y emulando las restricciones
més simples del SM (ver 2.5), se encontrarén métodos generales (en adicién a los descritos por la estabilidad
del vacio), basados en la consistencia interna de la teoria cudntica de campos destinada a la descripcién de
cantidades fisicas relevantes. Uno de los limitantes teéricos més fuertes proviene del andlisis en unitariedad de
la matriz S32. En su forma més simple, esta es implementada en el orden més bajo, a través de la imposicién
de restricciones unitarias de las amplitudes a nivel arbol de un conjunto adecuado de procesos dispersivos.
Dicha sistemadtica estd basada en el método Lee-Quigg-Thacker (LQT) [2], que corresponde a la imposicién de
la condicién de unitariedad perturbativa, (en particular a nivel arbol) proveida por el Teorema ()ptico (TO),
para un conjunto de procesos dispersivos escalares y vectoriales. En una teoria renormalizable, las amplitudes
de dispersion son asintoticamente planas que en este contexto indica que ellas no exhiben ningiin crecimiento
en potencias con respecto s en el limite de altas energias. Sin embargo, los acoples dominantes son tipicamente
proporcionales a las masas de los bosones escalares obteniendo limitates de gran utilidad sobre dichos valores.
El método LQT fue aplicado al SM minimal, y con base a dicha descripcién fue empleado por varios autores
en modelos con sectores de Higgs extendidos, en particular en el Modelos de dos Dobletes [16, 17]

En el espiritu de el método LQT, la condicién de unitariedad estd basada en el subespacio de los estados de
dos particulas en el que las amplitudes de dispersién cumplen [ReM| < 1/2 (como se vié en la seccién 1.3 esta
restriccién es valida para cualquier tipo de procesos dispersivos que tengan helicidades exactamente iguales
para los dos estados de dos particulas). Ya que los elementos matriciales a nivel arbol en cuestién son reales,

32Este tipo de anlisis son tratados extensivamente en virtud a su importancia en el desarrollo global de este texto.
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y en el limite de altas energias ellos producen contribuciones que no involucran ninguna dependencia angular,
M generalmente coincide con todos los elementos matriciales a nivel arbol (asintéticos) M, hasta un factor
convensional de normalizacién de 167 el cual aparece en la expansién por ondas planas estandar. Por ende, la
condicién de unitariedad puede ser reescrita a través de:

M| < 8. (3.146)

A fin de llegar a una implementacion 6ptima de los limitantes en unitariedad se consideran los autovalores de
la matriz:

Mij = Mlﬁj (3147)

con 1,7 senalando todos los posibles estados de dos particulas. A fin de lograr esto, se tomardn en cuenta
solo procesos binarios en los que se involucran directamente las masas de los bosones de Higgs del espectro
del 2HDM para el orden més bajo, en particular aquellos términos de orden O(E®). A través del teorema de
equivalencia del apéndice A, se demuestra que las contribuciones més relevantes provienen de procesos donde se
incorporan bosones vectoriales polarizados longitudinalmente (con sus respectivos bosones de Goldstone). Esto
significa que la matriz M;; debe construirse con estados escalares (fisico y no-fisicos) wE, z, HE, A% HO KO,
Los limitantes a nivel arbol son escritos, para los elementos matriciales, a través de restricciones sobre sus
autovalores. Los valores propios pueden ser obtenidos en cualquier base y relacionados a la base fisica por
medio de una transformacién unitaria del tipo (3.9). A fin de hacer los cdlculos mas simples se tomard una
base no fisica con autoestados gauge ¢3°,7;, & [17, 16], que describen la siguiente sistematica [71]:

e En el régimen de altas energias de las dispersiones escalares-escalares, el isoespin débil total e y la hipercarga
total Y son cantidades conservadas, con posibles valores c = 0,1y Y = 0,2, —2.

Para considerar estados con Y = 0, se puede notar que los isoespinores ¢, (con a = 1,2 indicando el doblete)
pueden ser representados como columnas, mientras que (b:; son representados como filas. Por lo tanto, el
producto directo ¢bﬁ¢la representa una matriz 2 X 2 para cada pareja a y b. Ya que las matrices de Pauli
mas la identidad forman una base en el espacio de matrices 2 x 2 hermiticas, se puede escribir la siguiente
parametrizacion

9450k = Aodsa+ A - 7 sa, (3.148)

con Ag = ((b:;(bb) /2 representado un isoescalar y A; = ((bZTi(bb) /2 representado un isovector. Esto permite
construir los términos cuarticos a través de

(¢Zo¢¢bo¢)(¢26¢dﬁ) = % [(¢2a¢da)(¢:ﬁ¢bﬁ) + Z (QS:;aTgﬁgbdﬁ) (¢:'y7—'§6¢bd)] . (3149)

El conjunto total de posibles estados iniciales con hipercarga ¥ = 0 que en nuestro caso pueden ser escritas
como productos escalares, transforman de acuerdo a la simetria Z5 como:

Za par Z5 par Zy impar Zy impar
Y =0, 0=0: % (¢}¢1>, % (¢§¢2>, % (¢{¢2), % (¢§¢1>, (3.150)
Y =0, 0=1 % (ﬂﬂ@), % (¢§Ti¢2), % <¢{Ti¢2), % <¢;Ti¢1), (3.150b)
Zs par Zs par Z5 impar Z5 impar
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con i = +, z, — senalando la representacién de las matrices de Pauli. Ahora consideramos los estados Y = 2,
donde se introducen las filas ¢, = (iTg(;Sa)T = (ng,—¢)) y las correspondientes columnas qgl = (im20q)".
Notando que el isoescalar ¢, €s antisimétrico bajo la permutacién a — b, q;aatbba = —&ba(bm, mientras
que el isovector es simétrico bajo esta permutacion.

El conjunto total de estados iniciales con hipercarga Y = 2, en analogia con (3.150), puede escribirse por medio
de:

Z9 impar Z9 impar
Z9 par # #
PN, - -
Y =2 0=0: ausente, — ( > =—-— < ) 3.151a
NG D192 NG 291 ( )
v=2 0=1: ¢ (5761).5 ('), = (17'62) = o= (dr'sr) (3.151b)
=2, o=1: = T , = T , — T = — T . .
9 1 1 9 2 2 \/5 1 2 \/5 2 1
Zp par Zy par Zo impar Zo impar

El factor 1/2 para el caso Z, par es debido a la presencia de dos particulas idénticas en el estado inicial. Los
estados Zy pares con ¥ = 2 y ¢ = 0 son ausentes en virtud a la simetria de Bose-Einstein para escalares
idénticos. Los estados con ¥ = —2 y ¢ = 1 pueden ser obtenidos desde los estados con Y = 2 por la
implementacién del operador conjugacion de carga.

Similarmente a (3.149) se puede escribir:

: (3.152)

(Bra0) (82605) = 5 [(¢za&;‘a) + > (Farasdis) (darmia0m)

La matriz de dispersiéon para cada conjunto de estados con niimeros cudnticos dados Y y o representados por
(3.150) y (3.151) a nivel arbol, son calculados desde el potencial (3.4) con la ayuda de las relaciones (3.149) y
(3.152). Los resultados pueden representarse a través de [99, 71]:

A1 A5 V2X6

8mSy—20=1= | A Aa o V2XE |, (3.153a)
V2N V2A Az + M\
8TSy—2.0-0 = A3 — A4, (3.153b)
A A Ae A
Mo A A A
87Sy—0o=1 = | 2 2 |, 3.153c
LTINS N A A ( )
X A7 A5 Az
3\ 2M3+ A 3Xe 3N
223+ 3\ 37 3\7
Smdy=oo=0= | 3y 3N: A34+2\ 3 (3.153d)
3)\6 3)\7 3)\5 )\3 + 2)\4

En cada matriz se observa que en las esquinas superiores izquierdas se ubican los elementos de la matriz de
dispersion para estados Zo- pares, mientras que en la parte inferior derecha reciden los estados de Zs-impar,
que son descritos mediante la mezcla de los pardmetros Ag y A7. Los limitantes unitarios |M| < 1, se traduce
en los autovalores de las matrices A aqui escritas a través de la nueva condicion:

1
Al < —. (3.154)
8
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Para el caso general en el que todos los parametros se encuentran inmersos en el potencial escalar, las formulas
para los autovalores llegan a ser ecuaciones de tercer y cuarto orden. Es indispensable para obtener un analisis
detallado, limitar esta regién de parametros, primero al caso de violacién suave de la simetria Z5 con posible
violacién CP, en el cual \g = Ay = 0. Para esta particularizacion, las matrices son diagonales por bloques,
asi los autovalores pueden ser calculados facilmente. Ellos se escriben a partir de la notacién )\52/720, 1 ; por medio
de la forma:

ar 1 impar
Ajry = 5 <)‘1 A2+ \/()\1 —Xa)% + 4)@) v AT = s+ A (3.155a)
ADPPHT = Ny — Ay (3.155b)
ar 1 impar
Aglzt = 9 <>‘1 + A2 £ \/()‘1 —A2)% + 4>‘z21> ) A(ni) = A3 £ As. (3.155¢)
ar 1 impar
Ao = 5 [301 + o) + \/9(A1 —A2)2+ 42X + A4)2} L AP \g 490y £ 3. (3.155d)

Para un potencial que viole C'P, en el cual el acople A5 es complejo, es necesario reemplazar A5 por |As].
e A fin de describir el caso general con violacién fuerte de la simetria Zs, se usa el siguiente hecho:

Para una matriz hermitica M = ||M;;|| con valores mazimales y minimales Ay y A_, respectivamente, todos

los elementos diagonales My; residen entre esos autovalores®,

A< My <Ay (3.156)
La diagonalizacién de las matrices de dispersién, reproduciendo los autovalores, es realizado en dos pasos:

1. Se diagonalizan las esquinas de las matrices de dispersiéon correspondientes a los valores fijos de la paridad
con respecto a Zo. En este paso obtenemos matrices de dispersion con elementos diagonales descritos por
las relaciones (3.155).

2. En virtud al enunciado (3.156) los limitantes (3.154) y (3.155) son condiciones necesarias para la
unitariedad. Estos aumentan debido a la presencia de los pardmetros Ag y A7, que describen violacion
fuerte de la simetria Zs. El corrimiento de esos autovalores (3.155) causados por esos términos pueden
ser calculados facilmente en el caso de violacién fuerte de la simetria Z, tal que |Ag 7| < Aiz/?g.

e Invariantes ante transformaciones de reparametrizaciéon. El 2HDM contiene dos dobletes (®1, )
con numeros cuanticos idénticos. Por lo tanto, su forma mas general debe permitir tranformaciones globales
que mezclen esos campos y cambien su fase relativa. Cada conjunto de transformaciones genera un nuevo
lagrangiano con parametros provenientes del primer lagrangiano y los generados por la transformacion. Detalles
acerca de esta simetria debida al comportamiento idéntico de los campos puede encontrarse ampliamente en
[105].

Los autovalores de las matrices de dispersion (3.153) son por construccién invariantes de reparametrizacion.
Las ecuaciones estandar para los autovalores de dichas matrices son también invariantes de la transformacién
de reparametrizacién en virtud a su constuccion desde los autovalores. Cada matriz n x n Sy, genera n
polinomios invariantes de \;: uno del primero, uno del segundo, uno del tercero...etc orden. Una conveniente

escogencia de esos invariantes es>*:

Tr{Sy,} con k=1,..,n.

33Este hecho se sigue desde propiedades extremales del elipsoide n-dimensional, que es A— Y a7 < 3" Myjzix; < Ay S a?.
31Esta es la escogencia més natural, aunque también es posible tomar al determinante asociado a cada una de las matrices
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Esto genera del orden de 12 invariantes no independientes. Ejemplos de cuatro invariantes, lineales en \; y
denotados como Iy, = 871Tr{Sy,} de acuedo a su nimero cuédntico de hipercarga Y y de isoespin o, son:

Iop = A1+ A2 + A3 + A4, (3.157a)
Ing = A3 — A, (3.157b)
Ior = M + Ao+ 2)s, (3.157¢)
Too = 3(A1 + A2) + 2A3 + 4\, (3.157d)

de las cuales solo dos son combinaciones linealmente independientes. Esto es debido al hecho de que dos
combinaciones LI de parametros \; del potencial general 2HDM, correspondiente a dos escalares del grupo
SU(2) x U(1), describen la transformacién de reparametrizacion.

e Relaciones explicitas para los limitantes. A través de la busqueda de cantidades explicitas, miraremos
como son las relaciones entre las masas de los bosones de Higgs y los pardametros del potencial tal que la
condicién de unitariedad sea salvada. A fin de ello, los trabajos pioneros [16] consideraron el caso de un
potencial escalar con simetria Z; y con cumpliento de la simetria C'P. Esto fue generalizado en [17, 18], a
través del uso de las siguientes cantidades:

L= # [quo cos? o+ m3, sin® o + 281273(; (m3o — quo)] + % (1 - tan? 8) , (3.158)
Ly = % {mffo cosZ o + mio sin? o + w (mio _ méo)} + % (1 _ cot? ﬁ) 7 (3.158b)

372 siln 23 [Sirzla (Mo = mijo) m%} ) (3.158¢)
L= 2772#’ (3.158d)
Ls = % (3.158¢)
Le = 2735‘ - (3.158f)

Los L; son funciones de las masas de los escalares fisicos, de los angulos « y 3, y el parametro de rompimiento
débil m?, (aunque el vacio aqui considerado conserva la simetria C'P). Los limitantes unitarios pueden ser
expresados en términos de esas cantidades. En términos de los L;, los parametros dentro del potencial pueden
ser escritos por:

AN =2 (Ll + L3) , (3.159&)

Ay =2 (LQ + Lg) , (3.159b)

A3 = 2 (Lg + L4) , (31590)
1

M= 5 (Ls+ Lg — 2La), (3.159d)
1

)\5 == 5 (L5 - L6) . (31596)

e Limitaciones para masas. A través del uso de las relaciones entre los parametros L; con las masas y con
los demds parametros del 2HDM y de los autovalores (3.155) con la restriccién unitaria (3.154) encontramos,
bajo la suposicién de conservacién de la simetria Z, y para valores pequenos de tan § ~ 1/2, que
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mpyg+ < 691 GeV | myo < 695 GeV, my <435 GeV |, y mgo < 638 GeV.

Para valores grandes de tan 3 el limite superior llega a ser muy fuerte, bajando los 100 GeV para tan g ~ 6,
lo que esta en desacuerdo con los régimenes de exclusién del LEP, TEVATRON y LHC.

La presencia del término de rompimiento suave m?, relaja los limites superiores para valores lo suficientemente
grandes de este parametro; el limite sobre mo llega a ser independiente de tan 8 y aproximadamente igual
a 670 GeV. Los limites unitarios del 2HDM requieren la dependencia sobre algunos parametros, pero pueden
ser -en algunos casos- poco restrictivos, aun después de correr las regiéon entera de ellos, todo debido a los
conflictos presentados con los régimenes de exclusion presentados de manera fenomenoldgica. Pero aun asi, los
limitantes provistos por la unitariedad son los procesos mas restrictivos que se pueden encontrar a nivel arbol
en modelos con sectores de Higgs extendidos, todo en virtud a su estrecha relaciéon con la consistencia interna
de la teoria cuantica de campos, que es el background fundamental de una teoria gauge.

e Restricciones unitarias en interacciones fuertes en el sector de Higgs. Para el SM-minimal la masa
del bosén de Higgs es my = vy/\ mientras que su ancho de decaimiento Iz ( principalmente por los canales
asociados a las componenestes longitudinales de los bosones gauge W* y Z) crece como I'yy o m?}{ [57]. Las
restricciones unitarias para este caso, se establecen en el caso cuando 'y &~ my, asi el bosén de Higgs fisico
desaparece del espectro, y las interacciones fuertes (en intensidad) en el sector de Higgs son realizadas como
interacciones fuertes de los bosones gauge Wp, Zy, en /s > vV A > vy/8m &~ 1.2 TeV. Por tanto, si A excede la
limitacién de la unitariedad a nivel arbol, la discusién en términos observables llega a no tener significado, y
asi se debera construir un marco de nueva fisica para el SSB del SM.

Este tipo de correspondencia entre los limitantes a nivel arbol, la realizacién de los campos de Higgs como
resonancia estrechas y posibles interacciones fuertes WyWp v ZpZ;, pueden generalmente ser violadas en
el 2HDM si los valores de los diferentes \; difieren entre unos y otros considerablemente. El gran nimero
de grados de libertad del 2HDM genera situaciones cuando algunos de los bosones de Higgs de esta teoria
son mdas o menos escalares "normales” (en el sentido de que algunas propiedades pueden ser determinadas
perturbativamente), mientras que los otros escalares y/o las componentes Wy, Z; interactudn fuertemente
a energias lo suficientemente grandes. Por ende, puede ocurrir que algunos de los ultimos se conviertan en
particulas fisicas, mientras que los otros desaparezcan del espectro, como el caso del bosén de Higgs en el SM
para grandes valores de A. En tales casos, los limitantes de unitariedad funcionan de diferentes maneras para
distintos canales fisicos [71].

¢ Extension a modelos multidobletes y otros modelos gauge. El esquema propuesto puede ser explotado
fuertemente en el estudio de limitantes para modelos multidobletes y modelos gauge més alla al SM minimal.
Por ejemplo en el primer caso, el modelo con dos dobletes de Higgs més un singlete (¢ = 0) con ¥ = 0
puede ser descrito por el potencial (3.4) més términos adicionales. En este caso las matrices de dispersién
Sy=2,0,Sy=0,0=1 tienen la forma de (3.153a)-(3.153c), mientras que la asociada a Sy—o,—0 es obtenida desde
la escrita en (3.153d) méds la adicién de una columna y una fila. Solo una matriz de dispersion nueva Sy_; 5—; /2
aparece en este caso.

Reglas de suma

Historicamente, la construcciéon de una teoria cuantica de campos consistente en la que existen bosones vec-
toriales masivos se presenta como un gran reto para la fisica en general desde hace 50 anos. En general, los
modelos que emergieron para dar explicacién a las interacciones débiles eran no-renormalizables. Ademas, las
amplitudes a nivel arbol exhibian un mal comportamiento, ya que incrementaban con la energia del centro de
masa. Esto trae consigo que la unitariedad -a ese nivel de la teoria- no sea respetada. Después se mostré que
teorfas con rompimiento espontédneo de la simetria (con la posibilidad de adicionar vectores masivos U(1))
son las unicas teorias de campos cuanticos renormalizables y consistentes en las que se involucran vectores
masivos [106]. Luego, se establecié que teorfas con SSB son las tnicas teorfas en las que se involucran vectores

105
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masivos en las cuales las amplitudes a nivel drbol no crecen con la energia del centro de masa [107, 108]. Tal
resultado es posible debido a que las relaciones entre los parametros de la teoria impuesta por la invarianza
gauge son precisamente las necesarias para cancelar el mal comportamiento entre los diagramas de Feynman.
Dicho en otras palabras, la cancelacion requerida del mal comportamiento a altas energias produce una serie
de relaciones entre varias constantes de acople de las nuevas teorias.

Por ejemplo, para la dispersion ViV, — Vi, Vp, en el SM la cancelacién es posible por que la forma del vértice
entre el Higgs y los bosones vectoriales es ggww = gm,,. Cuando se tiene mas de un doblete, esta cancelacién

tiene que ser llevada a cabo por mas bosones de Higgs, apareciendo una regla de suma®:

Z gggvv =gHVV- (3.160)
i

1 identifica a todos los bosones neutros del sector extendido de Higgs, y H representa al bosén de Higgs
minimal. Esta regla de suma garantiza la unitariedad a nivel arbol del proceso ViV — Vi Vy.
Para procesos dispersivos con fermiones, e.g. ff — ViV, se debe garantizar que:

Z Idvv I s = InsvvInisi- (3.161)
)

En tales casos, solo la contribucion de todos los Higgs, que se acoplan simultdaneamente a los bosones y a
los fermiones, cancelan los efectos no deseados a fin de garantizar la unitariedad de la teoria. En realidad las
reglas de suma aqui consideradas son validas para teorias donde la simetria C'P es conservada (desacoplando
a nivel arbol al bosén de Higgs pseudoescalar A°). A fin de garantizar la unitariedad en dichos procesos es
indispensable considerar matrices CKM adecuadas en los acoples de los fermiones con los bosones de Higgs
cargados del 2HDM. Esto provee un limitante para los elementos diagonales de las matrices de mezcla.

Con este caso reducido, desde (3.160) tenemos en particular para el 2HDM:

vy + Gfovy = Jhvy (3.162)

Desde los dangulos de mezcla del 2HDM, se sabe que

Inovv. _ sin(8 — a); JHOVY. cos(f — ) (3.163)
gHVV JgHVV
La restriccién (3.162) es cumplida a cabalidad para el caso de coservacién de la simetria C'P donde no existe
acoples entre los bosones vectoriales y el bosén de Higgs pseudoescalar a nivel arbol.
Desde (3.162) se pueden inferir importantes consecuencias fenomenoldgicas. Una de ellas es que los acoples a
los bosones vectoriales VV de los bosones de Higgs de C'P — par son suprimidos con respecto a los presentados
en el SM minimal. En particular, si uno de los bosones de Higgs escalares se desacopla a nivel arbol de los
vértices con V'V entonces los acoples con el Higgs a nivel arbol del otro bosén de higgs escalar es del tipo SM.
Este es el denominado proceso de saturacion o erhaustivo de la regla de suma. Este es el escenario natural del
MSSM para el cual cos(8 — a) ~ 0 es esperado, asi el acople h°VV satura la regla de suma y se comporta
como el Higgs minimal, mientras que el acople H’VV es altamente suprimido [69].
Por otro lado, los limites unitarios de los procesos en los que se involucran acoples V-Higgs-Higgs determina
la forma de tales acoples. Por ejemplo, los limites unitarios en los procesos dispersivos H*W~ — HTW ™ y
A%Z — A°Z produce la siguiente regla de suma [69, 57, 106]:

3°Es importante anotar que las reglas de suma aqui establecidas pueden ser extendidas apropiadamente a sectores de Higgs
provenientes de singletes o dobletes. Para estructuras superiores las reglas de suma presentan una estructura méas complicada
[57] que la establecida para estos modelos.
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g2

Girew—no + Ghvw-go = (G0 zno + Gaoz o] 08”0y = 4 (3.164)

Esto se hace al definir los acoples de Feynman para HTW ~h° como el coeficiente de —i(p + p')ew (p y p’ son
los cuadrimomentos de H+ y h°, respectivamente). De manera analoga se utiliza una definicién para el vértice
AZKO. A fin de evitar violacién de unitariedad en A°Z — WTW—, las intensidades de los acoples A°Zh°
y A’ZHO? deben tener exactamente las fracciones correctas. Similarmente, la unitariedad para los procesos
dispersivos HtW~ — WHW~ determina los acoples WHH~h? y W+H~HY. Con esto, las restricciones de
unitariedad fijan tinicamente los acoples V-Higgs-Higgs:

9 g .
groa0y = m COS (,8 — Oé) N gHoO A0z = m Sin (5 — Oé) (3165&)
IH+W-hO = gsin(ﬁ — ) gg+rw-HO = gcos(ﬁ — ) (3.165Db)

Estos acoples coinciden con los valores que se presentan al realizar la expansion del término cinético del
lagrangiano (ver seccién (3.4.1))

3.8. Limitantes fenomenolégicos del 2HDM

Otra manera de limitar los pardmetros libres del 2HDM esté basada en los diferentes resultados de precisién
que, ademas de servir de motivacién para la inclusiéon de un sector extendido de Higgs, permiten hacer de
este modelo una teoria acorde con los experimentos. Aqui consideramos la fenomenologia que debe incorporar
la nueva fisica, ya que experimentalmente existe una alta desviacién con respecto a la prediccion del SM
minimal. Un ejemplo de lo anterior, es el valor del momento magnético anémalo del muén. Finalmente, se
plantean algunos régimenes de exclusién de la nueva fisica implementada por el modelo, y también algunos
posibles canales de deteccién del espectro del 2HDM en los diferentes aceleradores de particulas.

3.8.1. Momento magnético anémalo del muén

El sector extendido de Higgs por medio de la adicién de una replica de un doblete del tipo SM contribuye
fenomenoldégicamente al momento magnético anémalo del muén, a, = (g, — 2)/2. Ya que el valor medido
experimental muestra un desviacién de 2.70 con respecto al valor del SM3%, por tanto este anlisis provee una
prueba interesante de modelos con nueva Fisica [100].

A nivel de un loop, tanto los bosones de Higgs neutros como los cargados del 2HDM contribuyen a las
correciones de los vértices, pero esas correcciones son generalmente muy pequenas comparadas con la desviacion
estdndar observada. Las contribuciones se hacen interesantes en el nivel de dos loops [101] (método denominado
como los diagramas de Barr-Zee), debido a la aparicién del bosén de Higgs pseudoescalar, un propagador de

36E] promedio actual del momento magnético anémalo es [47]:

—2
ay = 9“2 = (1165920.80 + 0.63) x 10~°. (3.166)

En el SM la prediccion es:
affo = (1165918.81 + 0.38) x 1077, (3.167)

el error proviene de las incertidumbres hadrénicas que excluyen pardametros tales como as y la masa de quarks pesados. Existe
una correlacién [47] con Aa(m.) a un 17 %. Aunque la discrepancia entre la prediccién tedrica y el promedio mundial puede
venir de fluctuaciones o incertidumebres no consideradas, el valor de g, — 2 se ve fuertemente alterado por fuentes de nueva
fisica, como modelos supersimétricos y de gran unificacién. Aqui nos centraremos, desde el punto de vista del sector de Higgs,
en la influencia que posee el nuevo espectro del 2HDM en dicho valor.
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foton, y fermiones pesados en los loops superiores. La masa fermionica méas grande compensa con un factor de
m?c / mz la supresién de los loop. Contribuciones de tipo similares, aunque suprimido por el orden de magnitud,
existen también desde combinaciones de H°(h?)Z y HT¥WT. Aqui se dardn las contribuciones Aay, a a, desde
un diagrama de fotén de Barr-Zee con un bosén de Higgs neutro y un fermién pesado f en el loop [109]:

Ad = 16#3 NQ3 T (o sin(3 - ) + f cos(8 - 0)) (" sin(8 — @) + p*cos(8 — ) Fluy). (3.1684)
h0

Aafo =163 CQQ m“ (Iif cos(f — ) — p’ sin(B — a)> (K" cos(f — a) — p*sin(f — ) f(yg), (3.168b)
HO

Aay, = %NCQ? mrng 21 p/ p9(yy). (3.168¢)

yr = m% /m%{i, N. = 3(1) para los quarks(leptones), Q¢ es la carga eléctrica, y T?f la tercera componente

del isoespin débil (T, ?f = —1/2 para fermiones tipo down). x/ y p/ son usados para denotar los coeficientes
adecuados en las correspondientes matrices de Yukawa senaladas por U, D, L. Finalmente las funciones f y ¢
son dadas por la integrales:

! —2z(l—2z), z(l-=x

f(z) = /0 d:le(12_ (xl) — z) In (12 ), (3.169a)
! z(l—x

g(z) = /0 dxx(l _136) — In (12' ) (3.169b)

3.8.2. Régimenes de exclusién y fenomenologia

Existen limitantes provenientes de la no obsevacién de la produccion o decaimientos directos del Higgs. Por
ejemplo, los escenarios para un Higgs muy ligero de CP impar (par) pueden ser derivados desde la fraccién
de decaimiento Br(Y — A°(h%)y), y de los canales Z — APA°A°(RORORO), f(f")f — Z(WF)A"AO(RORO) —
ZWE)+ 'y ff = HYH- — Z(WHW™) 4+ “y9”. Para bosones con masas intermedias, los limites son
provistos por la biisqueda no conclusa en canales como ete™ — Z* — Zh". Para el régimen muy pesado, los
procesos corridos en el LEP fueron h® — ZZ — leptones (este es un canal de importancia en la biisqueda del
Higgs del SM, ver seccién 2.4 ).

Ademas de limitar el modelo, es importante explorar la posibilidad de producir los diferentes Higgs del espectro
del 2HDM en los colisionadores actuales. Las tazas de prodccién esperadas son en general dependientes del
modelo y de la luminosidad alcanzada por el experimento. Para este tipo de andlisis es indispensable dividir
el estudio en colisionadores de electrones-positrones, como el LEP, y en colisionadores hadrénicos, como el
Tevatron (protén-antiprotén) y el LCH (protén-protén)

En colisionadores eTe™ los mecanismos de produccién dependen substancialmente de los acoples de los bosones
vectoriales (V'V). El escenario més ventajoso para esas maquinas es aquel donde los acoples con V'V sean
aproximadamente iguales para los dos bosones escalares de CP-par, ya que si un Higgs tiende a saturar esos
acoples (como ocurre en el MSSM) entoces el descubrimiento en este tipo de experimentos serd muy complejo
para el bosén més débilmente acoplado. AY es en particular muy problemético en virtud a que sus acoples
a nivel drbol con los bosones gauge son nulos (en un modelo que conserve C'P). El principal modo para
detectar dicho escalar es el canal ete™ — Z* — AYhO(HY). La seccién eficaz en h® H para esos procesos es
proporcional a cos?( — «) y a sin?(3 — a) respectivamente. La deteccién es posible si m 40 4+ m go(m0) no es
lo suficientemente grande comparada con la energia de centro de masa, y si el vértice ZA°(h°)H" es un acople
de saturacién. Ademaés, si hY, A° son lo suficientemente ligeros, ellos podrian ser producidos en adicién a un
Z “on shell” con una taza de produccién significativamente alta. Con energias lo suficientemente altas, los
estados més pesados pueden ser producidos via ete™ — HTYH~ o ete™ — HOh?. Es importante anotar que
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los modelos en que uno u otro bosén de Higgs van a ee son muy dificiles en virtud a la presencia de un fuerte
background de QED. Prospectos para la deteccién de un Higgs sencillo en ete™ — HTH™ o ete™ — H?A% son
los canales eTe™ — ZZ — Zh°(A%) donde uno de los Z’ es “off shell”. Para myo > 2m, el modo de deteccion
de oro es el decaimiento a cuatro leptones h' — ZZ — leptones. En los régimenes de masas intermedias de
los bosones de Higgs en otros decaimientos pueden ser inferidos. Con una energia de centro de masa mayor
(~ 200 GeV), la fusion WTW ™ comienza a ser un mecanismo dominante (comos se ve en los decaimientos de
la Figura 2.6).

Como ya se observé en el capitulo del SM, en los colisionadores de hadrones, el mecanismo dominante para la
produccién del Higgs es la fusién de gluones a través de un loop de quarks top. Anélisis importantes para la
produccién de un Higgs provienen de los canales gg — A% hY, H® y gb — H~t. Un método interesante viene
desde el modo gg — QQ'(H,h°, A°) donde @ es un quark pesado (b 6 t) con el Higgs decayendo de nuevo
a una pareja de quarks pesado. Otro proceso es el decaimiento del quarkonium en h~y el cual es aumentado
o suprimido de acuerdo al modelo hipétesis. Senales indirectas en este tipo de decaimiento podrian darse a
través de 351 (tt) — bb, donde las contribuciones del SM provienen del intercambio del W, pero en el 2HDM,
en virtud a la presencia de bosones de Higgs del tipo HT, en cada acople con W= se puede introducir el Higgs
cargado correspondiente. Asi alteraciones de las tazas de produccién serian detectadas si el valor esperado del
primer doblete es mayor que el asociado al segundo doblete (tan 3 < 1)37 haciendo que el vértice tbH ™' sea
aumentado. Existen muchos otros decaimientos del quarkonium, los cuales puden ser fuentes directas en la
produccién de pares de bosones de Higgs. Algunos de ellos son los que toman en cuenta quarks exdticos con
nuevos elementos en la matriz de CKM.

En el ATLAS (Complex States Working Group) se han llevado diferentes biisquedas de los bosones de Higgs
cargados [111] con un conjunto total de datos 1.03 fb~! por medio de canales lepténicos y quarks en los
productos finales (ver el proceso en la figura 3.7). A través de un andlisis de procesos con estados finales s se
determinaron regiones de exclusién para el Higgs cargado. A través de los limites superiores de las fracciones
de decaimiento Br(t — bH™) x Br(H"™ — ¢5) = 0.25 a 0.14 para my+ = 90 a 130 GeV. Desde el andlisis de
los estados hadrénicos (estimando el background desde diferentes métodos) se determinan los valores sobre las
fracciones de decaimiento Br(t — bH™) x Br(H" — 7+ 1;); encontrando que dichos productos son del orden
de 0.03 a 0.10, excluyendo un rango de masas de H* en el rango de 90 ab160 GeV (Figura 3.8).

Figura 3.7.: Ejemplo de un diagrama de Feynman a mds bajo orden para la produccion de un Higgs cargado a
través de la fusion de gluones con un decaimientos del estado tt.

3TEsta escogencia se ve desde la inclusién del Higgs cargado en el primer doblete en la base del Higgs y en las condiones de
minimizacién respectivas
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Figura 3.8.: (Izquierda) Limites de exclusion observados y esperados en el 95% CL para la produccion del
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Higgs cargado desde los decaimientos de los quarks top como una funcion de myg+ en términos de
Br(t -+ HY +b) x Br(Hy — 7+ v;). Se muestran los limites obtenidos por la colaboracién DO.
(Derecha) Limites para la producciéon del boson de Higgs cargado desde decaimientos del quark top
en el plano myg+ — tan S.



cAPiTULO 4

ANALISIS DE LAS RESTRICCIONES UNITARIAS EN EL SM Y 2HDM

Hemos mirados como la unitariedad reside de manera natural en la estructura fundamental de toda teoria de
campos gauge. A través de todo el recorrido de la formulacién del modelo estandar minimal y con dos dobletes,
se observo que algunos sectores de estas teorias son ampliamente desconocidos, y como a su vez la unitariedad
surge como una sistematica fundamental en la forma de restringir a los parametros libres de estos modelos (e.g
las masas de los bosones escalares y los angulos de mezcla). Este capitulo estd inspirado, a través del uso de la
expansién general en ondas parciales como la tratada en la seccién 1.3, en determinar las relaciones que existen
entre las masa del bosén de Higgs (bosones de Higgs de CP par en el 2HDM) y los demds pardametros libres
de los dos modelos ante el comportamiento unitario a nivel arbol de procesos netamente bosénicos, netamente
fermiénicos y fermidnicos-bosonicos; todo con el fin de restringir la regiones de parametros alli establecidas, y
como un escenario en la posible caracterizacion tedrica de la forma de los acoples entre los bosones de Higgs
de CP-par del 2HDM, los bosones gauge y los fermiones pesados.

4.1. W W, - W w;

Consideremos el cdlculo del elemento matricial en el limite de altas energias para el proceso estandar W; W, —
WZ‘ W, [2]. Los diagramas que contribuyen a este proceso en el SM-minimal son mostrados en la Figura 4.1
. n° hace referencia al Higgs minimal. Para el 2HDM es necesario hacer el despliegue de n° — H°, h0 con los
respectivos acoples del modelo. Guiandonos de [2], a nivel drbol las contribuciones a los coeficientes de las
ondas parciales pueden ser descritos a través de la razén ¢ = q/m,, (con g el momentum del centro de masa
de los bosones gauge)!:

aJ:A1C4+A2C2+A3. (41)

Los elementos A; son comtinmente referidos como los coeficientes de dispersién, ya que su signo indica si el
caracter de este proceso es repulsivo o atractivo. Esta expansion determina las cancelaciones entre los diagramas
a nivel arbol a través de las potencias de cada uno de ellos. Todos los comportamientos divergentes en el régimen
de altas energias de los diagramas estan confinados en las ondas parciales J = 0, 1, 2. La cancelacién que ocurre
en el coeficiente Ay es debida a los canales t y s del intercambio de Z y ~ de las tres ondas parciales. Para
el término As y las ondas parciales asociadas a J = 0, 1, las cancelaciones son debidas a los diagramas con el
bosén de Higgs.

1Un manera metédica de ver todas las respectivas cancelaciones de los comportamientos de ordenes polinomiales en la amplitud
de dispersién del proceso preponderante WZF W, — WZF W, es presentado con mayor detalle en el apéndice B
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W W W W
B 20
W W
W w- w- w-
W W W W
; w- W
| 770 ZO, i
W w- w- W

Figura 4.1.: Diagramas a nivel drbol para el proceso WZFW; — WZFW;

Para el término de dispersiéon Asz es necesario un andlisis més cuidadoso, ya que su contribucién en el régimen
de altas energias no es -necesariamente- pequeno aunque su comportamiento a esa escala es aceptable. Las
contribuciones para Az son debidas a los diagramas de acople directo y de intercambio de bosones gauge (Z, )
y son del orden de GG fmfvx/i/ﬂ = «a/sinf, en todas las energias. Asi para el cdlculo aqui buscado, dichos
elementos de matriz no seran tenidos en cuenta. Para los canales con Higgs, el término debido a Az puede ser
del orden de la unidad para valores de m,o lo suficientemente grandes.

Desde el teorema de equivalencia (establecido en el apéndice A) y del lagrangiano (2.107) podemos encontrar
el elemento matricial asociado a la dispersion W; W, — W; W, [2,8,9],

R T o) 2 s t
MWW, = WiW;) = —V2G M, (s—Mgo + t_M$O> . (4.2)

El coeficiente a; para la onda parcial J = 0 se determina a partir de [57]:

I
= WiW, — W/Ww, . 4.3
a0 167Tsth(LL L) (4.3)
Recordando que en el régimen de s >> m?2, los valores limites de la integral llegan a ser: tg = 0 y t; = —s.

Asi el valor del coeficiente de la onda parcial asociada a J = 0 es

V2G ¢ M2 M2 M2 +s
ap = — i/ (S S log [ —2° : (4.4)

167 s — M? s M?,
n
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Si tomamos ahora el limite s >> M,?m se llega a que ag adquiere el valor extremal

B \/EGfMgo

= (4.5)

apg —
Utilizando la restriccién del circulo unitario de Argand (|Re(ag)| < 1/2), encontramos un valor limite para la
masa del Higgs minimal, dado por

47
Mo < ,|—— ~731 (GeV). 4.6
v <\ 3G = L GV) (4.6)

Este limite se puede interpretar como el valor en la masa del bosén de Higgs minimal en el que la unitariedad es
violada para la amplitud a nivel drbol del proceso en una energia del centro de masa lo suficientemente grande.
En una teoria consistentemente construida (i.e renormalizable en virtud a su predictibilidad), la amplitud
-desde todos los ordenes en la teoria de perturbaciones- no puede violar unitariedad. Ya que para masas del
bosén de Higgs lo suficientemente grandes, los acoples trilineales y cuadrilinelaes debidos a las autointeracciones
del Higgs son fuertes, la teoria de perturbaciones no es realizable, asi no es posible saber si la unitariedad es
restaurada al incluir términos de ordenes superiores en la amplitud invariante. Desde este punto de vista, este
limite se puede pensar como la frontera de un régimen para que la teoria de perturbaciones es satisfecha para
todos los valores de energia del centro de masa [57]. Para ver de manera més amplia el problema anterior,
en [9] se han introducido correcciones a un loop que dejan de ser independientes de la energia en todos los
régimenes posibles de esta aproximacion, ademas de hacer que la amplitud de la onda parcial ag no restaure
unitariedad en energias lo suficientemente grandes.

Al mirar el comportamiento (Figura 4.2) de la seccién eficaz (a nivel darbol) en funcién del momentum del
centro de masa, se observa como la ausencia del bosén Higgs permite el crecimiento de la seccion eficaz a
medida que incrementa FE.,,. Lo anterior estd en desacuerdo con el teorema dptico, violando la unitariedad
(a nivel arbol) de la teoria. Por otro lado, al introducir los canales s y ¢t de presencia del bosén de Higgs, la
unitariedad de la teoria se ve restaurada, permitiendo que un proceso de renormalizacién sea llevado a cabo
para este mecanismo en particular.

A fin de complementar las discusiones anteriores, miraremos el comportamiento de la parte real del coeficiente
de la onda parcial J = 0 en funcién de la energia del centro de masa a través de la relacién general (4.4). El inico
parametro libre de la teoria que aqui entra en juego es la masa del bosén de Higgs minimal. La dependencia de
la parte real ag con este factor se ve ilustrada en la figura 4.3. Esencialmente se tienen régimenes en m,o donde
la unitariedad es restaurada desde lo que serian las divergencias logarftmicas?, y otras donde esto no ocurre.
En el panel superior se ven dos comportamientos extremos del coeficiente ag, uno para el cual la unitariedad
se ve restaurada en Eep, >> m,o (m,0 = 400 GeV), y otro (m,o = 1200 GeV) donde la unitariedad viola
la restriccion concerniente en todos los régimes de energias y para todas los limitantes que puede imponer el
diagrama unitario de Argand (|ag] < 1y |Re(ag)| < 1/2). Para mirar donde la restriccion més fuerte tiene su
comportamiento critico, se utilizé el limite provisto por |Re(ag)| < 1/2 en el régimen de E., >> m,0. Con
esto, se encuentra una regién critica asociada a los valores m,o € [730,732] (Gev), con amplia concordancia
en el valor limite encontrado en (4.6).

2Las divergencias logaritmicas vienen desde las divergencias en los propagdores més no del comportamiento en el régimen de altas
energias del proceso. La teoria de perturbaciones se ve realizada cuando la unitariedad es respetada al abolir solo divergencias
cuadraticas.
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W+ W— — W+, W-

=107 |
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Figura 4.2.: Seccion eficaz en funcion del momentum del centro de masa para el proceso WYW = — WTW .
(Arriba) La contribucion sin presencia del bosén de Higgs en los canales t y s. (Abajo) Contribu-
cion total con presencia del boson de Higgs en los dos canales con mpo = 125 (GeV). Evaluada
numéricamente con CalcHep [112]
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Figura 4.3.: Parte real del coeficiente de la onda parcial J = 0 en funcion de la energia del centro de masa
para el proceso Wi W, — W, W, en las masas (Arriba) m,o = 400,1200 (GeV), y (Abajo) en
las masas criticas m,o = 730,732 (GeV).
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4.1.1. Energias criticas y violacién de la unitariedad

Se vuelve mds 1til considerar las restricciones en unitariedad en el caso m} << s << mgo (con my la masa
de los bosones vectoriales). Para este régimen podemos deducir un limite en E.,(s) donde la unitariedad de
las amplitudes a nivel arbol es violada. Tomaremos s, el valor maximo para que la unitariedad a nivel arbol
es restaurada en el limite m,o — oo. Existen varias interpretaciones de s., 0 mas especificamente de /s; pero
la méas apropiada es en la que se trata aquella escala como la energia donde régimenes en nueva fisica deben
entrar (e.g un sector de bosones gauge fuertemente acoplados, 6 la inclusién de nuevas particulas que no han
sido contempladas en el espectro habitual del SM ). Desde (4.4), ag en este régimen queda dado por

B \/§Gfs

0= 6

(4.7)

Asi desde la condicién unitaria

5 < e ~ (1033)% GeV?. (4.8)

_8m
= \/in
Para una energia critica cercana a los 1.033 TeV la teoria de perturbaciones no es realizable en el limite
myo — oo. Esto implica para este proceso en particular que la interacciéon de los bosones longitudinales no es
“debil” para esta escala de energia.

Existe un aspecto fundamental en la teoria de perturbaciones (TP) que necesita un discusién més amplia.
En ordenes mas altos de la TP, aparecen loops cerrados en algunos diagramas que producen divergencias de
origen wultravioleta. Gracias a un proceso de renormalizacién, para algunas teorias de campos cuanticos, dichas
divergencias pueden ser removidas. Para un modelo de la QFT general, la renormabilizidad de las divergencias
ultravioletas en ordenes mas altos de la TP tienen un vinculo muy estrecho con el comportamiento a altas
energias de las amplitudes de dispersion a nivel arbol. Como un ejemplo de lo anterior, el crecimiento arbitrario
con s de las amplitudes a nivel arbol implica la no-renormabilizidad en ordenes més altos para la amplitud del
proceso dispersivo [9, 63].

4.1.2. Modelo de dos Dobletes de Higgs

La presencia de un doblete trae consigo nuevos acoples para el sector de Higgs. Estos se encuentran caracteri-
zados por el dngulo de mezcla () y razon entre los valores esperados en el vacio (tan 8 6 simplemente ) de
cada uno de los dobletes. Esto se puede ver desde la estructura de los nuevos dobletes de Higgs -sin violacion
CP- que indica que los valores esperados en el vacio son reales (sin perdida de generalidad, los VEVs serdan
asumidos no negativos). Asf

- oF
b= <<vj tp; iz‘m)/ﬁ) ! (4.9)

con v; = vcos By vg = vsin . Entonces el bosén de Goldstone neutro (que en el gauge unitario llega a ser la
parte longitudinal del bosén Z°) y el pseudoescalar emergen desde

G® = 1y cos B + g sin 3, (4.10)
A® = 7 sin B — 15 cos . (4.11)

3 Aunque la introduccién de nueva fisica al modelo restaure la unitariedad a nivel drbol, esta debe ser consistente tanto con los
limitantes fenomenolégicos (e.g medidas de precisién) como con las demds restricciones tedricas impuestas desde la QFT (e.g
estabilidad del vacio, pardmetros oblicuos)
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Los bosones de Goldstone cargados (que en el gauge unitario son las partes longitudinales de W) y el bosén
de Higgs cargado, llegan a representarse mediante la combinacién lineal

Gt = ¢ cos B+ ¢5 sin 3, (4.12)
HT = ¢ sin 8 — ¢5 cos j. (4.13)

Para los Higgs neutros H" y k", tenemos

H = pycosa + posina, (4.14)

h = p1sina — py cos a. (4.15)

Asi el Higgs del SM minmal debera describirse a través de los Higgs neutros (C' P — Par) del 2HDM, por medio
de

HM = p) cos B + posin B, (4.16)

que en términos de los autoestados de masa,

HM = hsin(a — ) — H cos(a — B). (4.17)

Esto permite, desde los acoples con el SM, descrbir los vértices de interaccion HOWTW = y ROW W~ del
2HDM, a través de:

Wit Wi
Hy ho
”””””” LGNy COS(B - a)g/,w S Gy Sin(ﬁ - a)g/,w
W= /%

v

Figura 4.4.: Reglas diagramdticas para los acoples de los bosones de Higgs de CP-par con los bosones gauge
W,

Wiw, = W;iw,

Siguiendo la demostracién del elemento matricial asociado al proceso W W; — W W, del SM (con las
cancelaciones concernientes), se encuentra para el 2HDM que el elemento matricial de este proceso neurdlgico
estd dado por:

MOV W = Wi W) = = V3G o8 — iy (S )

—V2Gsin®(B — a)ymi, <5 _S + L 5 ) , (4.18)
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y asi el coeficiente ag es

\/inquO cos?(f — ) s quo quo + s
ag = — 1+ 5 — log | ———
167 s — M0 s M0
2G ym2, sin®(f — « m? m2, + s
- V2 S0 (B ) <1 I S —_ 10 Jog < ho2 >> ) (4.19)
167 §—my, s myo
Por lo tanto, la condicién unitaria adquiere la forma
M cos®(B — a) + miesin®(B — a) < 4—7T (4.20)
V2G;

En virtud a que existen nuevos pardmetros libres el andlisis asociado es un poco mas complejo. Es necesario,
para controlara todas las variables correspondientes al comportamiento de ag, tener claro que angulos a y 3
nos daran una imagen global de las limitantes unitarias aqui inmersas. Para « haremos un barrido normal
para valores razonables en el primer cuadrante < 7/2 (a = 0,7/4,7/3) 4, solo teniendo en cuenta el limitante
fenomenoldgico inferior establecido por los régimenes de exclusién del LEP, TEVATRON y LHC. Para S,
tomaremos los valores tipicos provistos por la tangente en el primer cuadrante (tan/ = 1,10,30). En los
modelos tipo I y II del 2HDM, el primer valor de la tangente de [ esta asociado al hecho de que los dobletes
adquieren el mismo valor esperado en el vacio. Las posibles combinaciones de o y 8, mas las combinaciones de
las masas de los bosones de Higgs neutros (C'P-par) del espectro dardn una aproximacién a la funcionalidad
de Re(ap) con respecto a estos pardmetros libres.

La restriccion (4.20) se encuentra esquematizada en las Figuras 4.5-4.9. En las primeras 4 gréficas se establece
la regién de pardmetros en el plano m o —myo en 4 diferentes valores de « (0, 7/4,7/3,7/4). Para cada gréfica
se tienen diferentes valores de tan S (0, 1,10, 30) discriminados en parejas, donde los dos primeros se encuentra
en el panel superior, mientras que los dos ultimos se encuentran en el panel inferior. Si tomamos en todas las
figuras el valor myo = m o se restaura la restriccion para el SM minimal. Lo anterior se encuentra representado
por la recta maximal que confluye en puntos cercanos a (myo = 700, mzo = 700) GeV en todas las regiones de
parametros. En la grafica 4.9, los planos de la regién de pardmetros son respectivamente mpgo — tan S (panel
superior) y mpyo — a (panel inferior). En las dos figuras hemos dejado constante el valor de myo °. En el panel
superior en la Figura 4.9 « es tomado con los valores 0,7 /4, 7 /3, 7/2, mientras que el panel inferior se establece
para los valores tan 5 = 0, 1, 10, 30.

En la Figura 4.5 las regiones permitidas por la restriccién (4.20) son presentadas para o = 0. Para el panel
superior donde tan 5 = 0,1 (v = 0 y vy = v; -respectivamente- los VEVs de cada uno de los dobletes), se
observa que la regién de parametros permitida en el plano mgyo — myo a medida que incrementa el valor de
tan 5. Los limites respectivos para cada uno de los valores se encuentran en dos puntos (700,700) GeV para
vy = 0y (700, 725[750]) GeV para vo = vy, donde los paréntesis indican el intervalo de saturacién para mpo.
Siendo estos valores cercanos al valor establecido para el SM minimal, relacién (4.6). Para una gran parte de
la region permitida en myo en tan § = 0 el limite unitario es saturado en el valor ~ 725 GeV. Lo anterior es
debido a que cuando 3 —«a = 0, el bosén de Higgs neutro més ligero h” no se acopla a nivel arbol a los bosones
vectoriales, haciendo que el limite en unitariedad solo dependa del comportamiento de H°.

“En [118], se muestra como se puede asumir, sin perdida de generalidad, que 3 se encuentra en el primer cuadrante (i.e v1 y va
son reales no negativos). Como una invarianza ante una fase 7, se puede adicionar este valor a «, inviertiendo los signos de los
Higgs H° y h° sin afectar la fisica ya presente. En el MSSM a nivel drbol (y asf en el 2HDM tipo II), a es tomado a residir
en el cuarto cuadrante. Este caso no se extrapola al 2HDM general, por tanto escogeremos a « un valor en el primer o cuarto
cuadrante (debido a la invarianza de este pardmetro ante la fase 7). Como en [80], en este texto escogeremos nuestras variables
independientes a ser tan 8 y « que son funciones univaluadas en el rango permitido.

5La escogencia de este pardmetro estd motivada en los valores experimentales que representan los diferentes régimenes de exclusién
para bosones de Higgs neutros ligeros (ver seccién 2.4).
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Figura 4.5.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = 0. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan 8 = 0,1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
). (Inferior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = 0. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan 8 = 10,30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
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Para el panel inferior en la Figura 4.5 los valores respectivos son tan § = 10,30. Dos comportamientos rela-
tivamente relacionados pueden ser inferidos desde esta regién de parametros reducidos. El primero radica en
el hecho que los limites en unitariedad son saturados en todo el plano (mjo0, mgo) desde un valor maximal
de myo cercano al valor alcanzado para los primeros valores de tan 3, mientras que el valor de mpo no se
encuentra acotado en valores relativamente cercanos al limite alcanzado por myjo. A medida que vo > v se
hace més significativo en o = 0 (es decir el argumento general se aproxima a 3 — o = m/2) el acople de H°
con los bosones vectoriales se hace débil comparado con el alcanzado por h°, haciendo que el limite unitario
sea independiente del valor de mgo. El segundo comportamiento se deriva del anterior al hacer que la regién
de parametros entre los dos valores de tan 5 sean muy cercanas hasta valores relativamente altos de mpo.

En la Figura 4.6 se establece la misma regién de pardmetros salvo que oo = 7/4. Ya que f—a = 0 para vy = vy,
entonces el lfmite en m o se hace independiente del comportamiento alcanzado por h’. Esto hace que la regién
de parametros permitida sea minima para tan f = 1. El limite méximo obtenido en mgo para valores bajos
de myo es cercano a 1.25 TeV, mientras que el valor maximo conseguido por mo es cercano a 700 GeV para
un valor similar en mgo. Siendo este ultimo régimen extrapolable a un intervalo cercano para tan 5 = 0.
Para el panel inferior de la Figura 4.6, se cumple que el limite maximo alcanzado para mpo es menor a
medida que la razon entre los valores esperados en el vacio se hace significativamente mas grande. Debido al
comportamiento con tan § = 1, el limite de mgo con respecto a un valor pequenio de myo es cercano a 950
GeV para tan 8 =10 y 1 TeV para tan § = 30. Los limites maximos entre los dos valores de masas pueden ser
extendidos en todos los valores de tan 5.

En la Figura 4.7 se establece la regién de pardmetros tradicional para o = 7/3. En virtud a que la contribucién
en el régimen 5 = 0 y a = /3 es mayor para el bosén de Higgs neutro ligero, el limite para myo se hace
mas débil a medida que la restricciéon para mpo se hace mas fuerte. Todo lo anterior se alcanza para valores
de myo por encima de los 2 TeV. Para vo = v; el limite para mpyo se satura en valores cercanos a los 760
GeV para un rango amplio de my,o (hasta el valor maximal de mj;o = 700 GeV). Lo anterior se establece como
una consecuencia de que el acople de A" con los bosones vectoriales se hace débil con respecto al acople de los
bosones vectoriales con H.

En el panel inferior de la Figura 4.7, los limites maximales para el bosén del Higgs méas pesado (en myo = 120
GeV) son llevados a valores més reducidos que los alcanzados para a = 0 y 7/4, todo como consecuencia de
que a medida que la tan 8 crece  — 7/2, asi la restriccién para mpgo reduce el espacio de pardmetros en el
plano mjyo — mgo (siendo este comportamiento el limite maximo que se puede aplicar en dicha regién sin que
ninguno de los bosones de Higgs se desacoplen de los bosones vectoriales).

En la Figura 4.8 se tiene el caso extremal de o = 7/2. Para tan 8 = 0 el limite en myo se hace nuevamente
no acotado para valores relativamente pequenios (< 1.2 TeV) y con restricciones en la masas del bosén de
Higgs neutro mas ligero cercanas al valor inicial de 120 GeV. Esto ocurre por que cuando § — 0 el argumento
tiende a 7/2, haciendo que el bosén de Higgs neutro de CP-par més pesado no interactue a nivel arbol con los
bosones vectoriales, y por tanto el valor de su masa no sea relevante ante la restriccién global impuesta por
la unitariedad. Por otro lado, para tan 8 = 1 los limites son restaurados en un valor maximal cercano punto
(mpo = 700,mpo = 700) GeV. Esto impone limites similares al conseguido para el bosén de Higgs minimal.
Para un valor myo = 120 GeV, la regién de pardmetros aumenta de tal manera que la restriccién sobre mgo
crece a un valor cercano a 1 TeV.

Para el panel inferior de la Figura 4.8, tenemos el comportamiento para f — m/2 en valores especificos de
tan 8 = 10, 30, donde 5 —a — 0 para 8 que reside en este intervalo, haciendo méds débil el acople a nivel arbol
del boson de Higgs neutro ligero con los bosones vectoriales, saturando en los dos casos el limite sobre m o
en un valor cercano a los 725 GeV en un rango grande de valores de mjo (respetando siempre el limitante
mpo < Mpgo).

Los argumentos acerca de los parametros 8 y « en los analisis anteriores adquieren una representacién directa
en la Figura 4.9, al correlacionarlos por separado a la masa del bosén de Higgs HY y tomando el valor constante
de mpo = 125 GeV. En la variacién con respecto a tan 3 se observa como las restricciones de los valores de m go
se hacen mas fuertes en la regién de a — 0 en v9 << wy. Para esta combinacién el valor maximo sobre m o
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Figura 4.6.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = w/4. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan 8 = 0,1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = 7/4. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan § = 10,30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
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Figura 4.7.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para oo = 7/3. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan 8 = 0,1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = /3. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan § = 10,30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-
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Figura 4.8.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = w/2. En cada region se
obtienen los diferentes valores para tan 8 = 0,1 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-).
(Inferior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para o = 7/2. En cada region se
obtienen los diferentes valores para la tan = 10,30 (Azul claro y Purpura claro -respectivamente-

).
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Figura 4.9.: (Superior) Regiones permitidas por la restriccion de unitariedad para mpo = 125 GeV. En cada
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region se obtienen los diferentes valores para o = w/4,7/3,7/2 (Azul claro, Purpura claro y
Marrén claro -respectivamente-) variando tan 3 y mpgo. (Inferior) Regiones permitidas por la
restriccion de unitariedad para mpo = 125. En cada region se obtienen los diferentes valores para
tanf = 0,1,10,30 (Azul claro, Purpura claro, Marrén claro y Verde claro -respectivamente-)

variando o Yy myo .



4.2. ff—ff

es cercano a 750 GeV. Manteniendo oo = 0 e incrementando ( la regién de parametros accesible unitariamente
incrementa, todo en virtud a que cuando el argumento asociado a los dngulos de mezcla tiende a 7/2 el boson
de Higgs H° se comporta débilmente ante los acoples con los bosones W (ver las reglas de la Figura 4.4).
El desacople de H° también se presenta en 3 — 0y a = m/2, ya que en este limite la restriccién para la
masa de HY se hace mds débil ante la regién de pardmetros correlacionada en nuestra representacién. Para
este valor del dngulo de mezcla a se recupera la region de parametros de mgo — 730 GeV para vo >> v1. Los
parametros intermedios establecen como para o = 7/4 a medida que incrementa tan /3 la regién de pardmetros
permitida del plano (tan 3, mpgo) se hace méas grande, por ende el limite unitario se debilita en este intervalo
de valores. Este caso es extrapolable pero con una sencibilidad menor para o = /3.

Cuando varia « continuamente se observa un patrén general de las posibles combinaciones para la regién de
parametros del plano (a, Mpo), y es como todos los valores minimos para la restricciéon unitaria confluyen al
valor tipico de mpo cercano a los 730 GeV. De manera particular, la region més restrictiva se encuentra en
tan 8 = 1 con valores maximos sobre mgo cercanos a 1 TeV. Para 8 — 7/2 la regién unitaria permitida se hace
no acotada en valores de a — 0, ratificando el limite de desacople de H" con los bosones gauge en este régimen
(tan 8 = 10,30). Los anteriores hechos son restaurandos a un valor finito cuando a@ — 7/2, permitiendo un
acople fuerte del bosén H? con W+ (con la estructura de acoples, esto implica que el Higgs h" presente en
estos valores un desacople del espectro habitual para el proceso en estudio). El caso contrario se presenta en
B — 0. Aqui la regién se hace no acotada en o — 7/2 ya que restaura el limite de desacople de HY en la
interaccién con los W*.

4.1.3. Reglas de suma para acoples WWWn°

Como se habia hecho explicito en los capitulos preambulo, las reglas de suma son restricciones sobre las
cancelaciones no triviales entre los diagramas de Feynman que contribuyen a un proceso dado. Por ejemplo,
en la dispersion WW — W W las cancelaciones de términos que crecen con la energia es garantizada en el SM
por la relacién a nivel drbol ggww = gm,,. En modelos con sectores de Higgs més complicados (e.g el 2HDM),
no es indespensable que solo un bosén de Higgs “cure” esos problemas en la unitariedad. Asi, las reglas de
suma son por ende un manera sistematica de garantizar la unitariedad alcanzada minimalmente (i.e. a través
de un bosén Higgs neutro) por el SM.

En lo establecido en el apéndice B del tratamiento a nivel arbol de la dispersiéon de bosones vectoriales polar-
izados longitudinalmente, encontramos la siguiente relaciéon unitaria fundamental para modelos multidobletes,

m2

0 0

052 g S = D X X = 0. (4.21)
w 0

n

que garantiza las cancelaciones de las contribuciones de orden O(E?), si se cumplen las reglas de suma para
los acoples bosonicos vectoriales-escalares, y si se satisface la restricciéon fenomenoldgica sobre el parametro
p =1 (traducida a un limitante tedrico a través de la simetria de custodia con sectores extendidos de Higgs).
Esta nueva regla permite vincular las predicciones en p con sectores extendidos que conserven la simetria C' P
por medio del desacople del Higgs pseudoescalar del espectro bosénico vectorial [13], que es el caso particular
que estamos teniendo en cuenta en nuestro analisis global de la unitariedad en el 2HDM.

4.2. ff—ff

Ya que en el proceso relevante WZF W, — WZ W, no existen acoples entre fermiones y los Higgs neutros
escalares, no existe una manera de distinguir fuertemente entre los diferentes tipos estandar del 2HDM, ya
que se encuentran caracterizados con la forma de los acoples del sector escalar con los fermiones del modelo.
Como ya se discutié, el 2HDM tipo III permite las corrientes neutras de cambio de sabor. En este modelo el
parametro 3 es un valor espureo, ya que los dobletes (en la base del Higgs) han sido rotados de tal forma que
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solo un doblete (e.g el asociado a H1) adquiera VEV, mientras que el segundo doblete tiene un VEV nulo.
Asf solo en el 2HDM tipo I y 2HDM tipo II, 3 es un pardmetro libre con un significado “fisico” directo®. Para
discriminar los tres modelos es necesario considerar un proceso donde los acoples con los fermiones aparezcan
explicitamente como los mecanismos ff — WYW =y ff — ff.

Consideramos el caso general del proceso ff — ff en el background del modelo estandar electrodébil (i.e no
tendremos en cuenta el diagrama con gluones). Los diagramas con presencia del bosén de Higgs son

|

&h
|
&h

f f

Figura 4.10.: Diagramas a nivel drbol con contribucion escalar fisica (bosones de Higgs neutros) para el proceso

fr=1f

Aqui n° hace alusién al Higgs minimal del modelo estdandar, o a los higgs neutros de CP-par y CP-impar
del 2HDM. De manera general, el elemento matricial de la amplitud de dispersiéon para este mecanismo se
encuentra descrito por:

_ _ 0 1 0 _ .o 1 _ o0
M(ff— =) <022X?f“1m“3><?f”4 + vzl%?f”4m“3ZX?fU1> - (4.22)
0 no no

La suma se encuentra realizada sobre los diferentes Higgs neutros del modelo. El acople psedoescalar de A°, X?})
contiene iy5. Ya que los autoestados de helicidad son autoestados de quiralidad en el limite de altas energias,
este término al evaluarlo explicitamente aportara solo un signo en adiciéon a las multiplicaciones entre en los
eigenespinores habituales (ver apéndice C). Los acoples entre los fermiones pueden ser descritos por medio de
un término “universal” en los diferentes modelos factorizando a un elemento adimensional “dependiente del
modelo”, i.e

TIO _ gmf :‘770,
Xp7= 2y AT (4.23)
En virtud a que Gy = V2¢? /8m?,, dicha descomposicién puede describirse a través de la forma del acople
dentro del elemento matricial como

5Esta es la denominada paradoja de 3. Se espera que la fenomenologia resuelva tinivocamente el verdadero papel que pueda llegar
a jugar este parametro ante el comportamiento general de la fisica que pueda estar inmersa en el modelo y que tiene que ser
ratificada experimentalmente a través de los limites de precision .
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<x§;) \/—Gfmf( ff>2' (4.24)

Con esta parametrizacion nuestro elemento matricial toma la forma

_ _ o2 [ 1 - 1

M(ff—ff)= —\/inm? Z (:" 7> Vot ————5— Uy + U204 U3y | (4.25)

Ir o t m2,

no n n
Desde el cédlculo de los eigenespinores en referencia a los estados de helicidad, podemos desarrollar esta amplitud
invariante, cuya descomposicién es presentada en el apéndice C. Esta forma de determinar los elementos
matriciales se vuelve 1til ya que logra discriminar que combinaciones de estados no nulos son relevantes ante el
proceso global. Alli se demuestra que en el limite de altas energias los diferentes elementos matriciales pueden

ser descritos a través de las formas dependientes de los acoples y de la masa del bosén de Higgs:

_ _ 0\ 2 4

M(frfr = frfr) = —ﬂGfmch <E;f) (ﬁ) , (4.26a)
70 n°

M r N\ 2 ,_770 2 4s 4t

(fufy = Frfy) = =V2Gm3 ) <:ff) s m2 i | (4.26h)

0 70 70

ML fy = [Lfy) =0, (4.26¢)

M(frfr = fuf)) =0. (4.26d)

Los coeficientes de la onda parcial J = 0 para los elementos matriciales (4.26a) y (4.26b) son respectivamente:

ao(frfr = 1) = T67s / M(fyfr = frfr)dt

s ) () am

ao(frfy = frfy) = / M(f¢ﬁ — frfy)dt

167s

\/_Gfm 2 452 5 +m?
= IS (=) i — s amlog [ — 2 4.28
167s Z 5 — m%o 5 o+ A 08 m2, ' (4.28)

Yl

En el régimen s >> mio, ag resulta ser en los dos casos:

_ _ 2G m
ao(fufy = frfy) = — \f f Z( ) (4.29a)

ao(fL.fy — frfr) = 0. (4.29b)

Con la condicién de unitariedad (1.48) para las amplitudes de dispersién concernientes, el primer proceso en
estados de helicidad se traduce en la restriccién sobre los acoples generales:
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S (E?})Q < éﬁg = a;. (4.30)
7o g,

Las restricciones maés fuertes en el 2HDM tipo III se encuentran para procesos donde la tinica contribucién
al mecanismo ff — ff proviene del canal s. Para el mismo modelo, los acoples con los bosones neutros de
C P-par tanto para el sector down como para el sector up tienen la misma forma mientras que para el sector
escalar CP-impar ambos acoples difieren en un signo, asi dicha desigualdad puede ser reescrita de manera
general a través de

2 2 2
—HO —h0 — A0
(:ﬁ ) + (:ﬁ) + <:ﬁ ) < a;. (4.31)
Al aplicar las formas explicitas de estos acoples’, la restriccién unitaria adquiere la estructura

2
—“'21)2 +1<a,. (4.32)
my;
Con la parametrizacién de Sher y Cheng [88] (& = v/2m;\i; /v tratada en la seccién 3.5.2), esta desigualdad
toma la forma

ai—l
2

|\ii| < (4.33)

Estos valores diagonales de los acoples con FCNC se encuentran representados para diferentes quarks en la
Tabla 4.2.

Nii | [ Niilunit ~ 0
At 3.5 O(1)
Abb 147 0(10?)
Aee 486 0(10%)
Ass | 6.1 x10% | O(103)

Cuadro 4.1.: Acoples de Yukawa mdximos y mz’m’mos des_de la restriccion de unitariedad impuesta por (4.33)
para procesos netamente eldsticos fif; — fifi en el 2HDM tipo III. Las masas respectivas fueron
tomadas de [47]: my = 172 GeV, my = 4.2 GeV, m. = 1.27 GeV, ms = 0.1 GeV.

Cabe anotar que la aproximacion del limite de altas energias y del tratamiento con espinores de helicidad
para quarks pesados, como el quark top, tiene que ser implementado adecuadamente en virtud a que la
masa de dicho fermién necesita s >> m?, a fin de tener una formulacién consistente en todas la escalas,
asi las restricciones sean independientes de esta variable. Para quarks ligeros y leptones hasta de la segunda
generacién, los limitantes de unitariedad son débilmente restrictivos, con respecto a las cotas fenomenoldgicas
ya obtenidas [69, 80]. Estas cotas fenomenolégicas son dependientes de la estructura de masas escalares, lo
que las diferencia de este tratamiento unitario (libre de otros pardmetros como los éngulos de mezcla y del

espectro bosénico de Higgs). Esto serd debatido en la seccién 4.2.1.

"Estas formas relativas al SM para el 2HDM tipo III bajo la parametrizacién fundamental (i.e tomar 8 = 0 en el Lagrangiano

respectivo) son [69]: ;‘; = 7%” (sector up); ff; = féﬁ:v (sector down); fff—o = coso+ i\/i%nfav; f?;— = —sina+ EL\/%TU
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4.2. ff—ff

Restricciones unitarias para el 2HDM tipo | y Il

Aunque los procesos de FCNC estan abolidos en los tipos I y II por medio del mecanismo de Pashos-Weinberg-
Glashow, las restricciones unitarias (4.30) pueden ser utilizadas para determinar la forma de los acoples neta-
mente diagonales que existen entre los fermiones y los bosones de Higgs de CP-par del 2HDM.

Desde los acoples para el 2HDM presentados en la seccién 3.5.1, y a través de nuestra restriccién global (4.30),
encontramos para los quarks del sector up el limite maximo permitido en el angulo de mezcla 3 en el tipo II,

92 1/2

aiup hace referencia al valor de a; para el sector up de los dobletes en la restriccién (4.30). Para quarks tipo
down, de una forma andloga se obtiene

1/2
cos B < <#> . (4.35)

Gidown T 1

En el modelo tipo I del 2HDM, la restriccién para los fermiones pesados, independientemente del sector (up o
down), se encuentra descrito por

9 \1/2
sin 8 < <a‘—|—1> . (4.36)

En los tres casos, el limite concerniente depende de la masa del fermién acoplado a los bosones de Higgs,
haciendo que esta sistematica no sea universal en la determinacion de una restriccién unitaria estandar en el
parametro .

4.2.1. Canales mixtos

Para un canal mixto ® el elemento matricial toma la forma,

i) (L)
" fifiT 5 5_4 =rp)

o 1(
M(fify = frfy) = =V2Gm3 ) 5 K : (4.37)
" s —m2, t—m=,
n n n
El coeficiente de la onda parcial J = 0 es
0 0
Grm? 4 (En. = i) 5” 2 2 s +m?
_ / fifi " fif _ <:7107) (:7707) 2 n°
a = —V2 16ms s— mfzo 4 =np) Tt 4 =n5) Mt log mfzo ' (4.38)
n

Y tomando el limite s >> mgo, encontramos que este coeficiente se convierte en ?

8Haciendo referencia a que los estados iniciales fermiénicos no coinciden con los estados finales e.g. tt — cé. Este tipo de procesos
con nuestro formalismo pueden ser conseguidos a través de los elementos matriciales de los canales s y ¢, como un proceso
dispersivo tipico, en virtud a que a nivel drbol en el modelo 2HDM tipo III se establece la presencia de corrientes escalares
neutras de cambio de sabor. Para los tipos I y II dichos procesos FCNC estan abolidos, por ende la contribucién del canal ¢ es
nula.
9En este punto ya se tienen en cuenta las diferentes mezclas que ocurren a través de este proceso para separar el término masivo
ms;my.
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Gymypimy; =n® = =n° \?
a — —V2 167 AT 4 (“fu@) ’ (4.39)
n

y con la condicién unitaria (|Re(ap)| < 1/2)

= = = )’ 4.40
> (Fhnshy — (F5) ) < e (4.40)
770
2V2m
Gymyimy; . . . .
carga en los vértices de interaccion en los canales s como de los canales t. Sabiendo que en el 2HDM tipo 111
los acoples no-diagonales poseen la forma [88, 119]:

Con a;; = . Aqui las cargas de los fermiones f; y f; deben ser consistentes con la conservacién de la

0 . — 0 .

X;Zf] = —(\/in)l/Q /meimfj)‘ij sm o — \:};Iif—j = )‘ij sin a, (4.41&
hO ,_hO

Xfifj = —(\/in)l/Z /meimfj)\ij cos o — :fifj = )\ij cos @, (4.41b

)
)
Xfi(;’j = (\/§Gf)1/2\/ 2mypimgiNi; — EZ?@ = —\ij, (4.41¢)
X;?z‘zij = _(\/§Gf)1/2 \/W)‘ij — EZ;J]' = \ij, (4.41d)

con i # j, la restriccién unitaria (4.40) queda descrita a través de

-1
2

Aiz)\jj — )‘22j < %ij (4.42)
Para los procesos tt — ¢ y bb — s5 esta desigualdad se encuentra esquematizada respectivamente en las
Figuras 4.11 y 4.12.

En la regién de parametros de la Figura 4.11, la correlacién del plano Ay — A¢e permite desde las restriccion
unitaria valores de |A.| ~ 15 para el valor més bajo de |A..| = 300. Desde este punto la regién de pardmetros
accesible se hace més reducida en Ay, a medida que |A..| toma valores més altos, encontrando para el acople
de Yukawa de la mezcla el rango maximo permitido de —30 < A < 30.

En la correlacién del plano A.. — Ay existe una regiéon de pardmetros no acotada para valores de [Ay| < 1.5.
Para el limite unitario maximo de |Ay| se encuentra la regién maxima permitida en —25 < Ay < 25.

Los planos de correlacion Aps — App v Aps — Ass junto a la informacion unitarias sobre los acoples App ¥ Ags
establece el comportamiento de los FCNC para la mezcla en el sector down de la segunda y tercera generacion
(Figura 4.12). Por ejemplo en el plano A\ps — Ags la restriccién méxima cercana al limite unitario de |[App
pertenece a un rango de —650 < Aps650 en la restriccién saturada de |Ags|. Del mismo modo como ocurria
con los planos A medida que el plano entra en el intervalo permitido por unitariedad en los acoples bb y s5 la
region unitaria accesible se amplifica.

S{ consideramos al acople FCNC (solo en el 2HDM tipo III) desde los estados iniciales y finales (i.e fif; — f;fi),
la restriccién unitaria del canal s 4.30 se traduce en

2 227
En07 ) < — = .. 443
Z( 5) S Gpmgmy, — -

770

O lo que es equivalente en el 2HDM tipo 111 bajo el anzats de Sher y Cheng
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Figura 4.11.: Regidn de pardmetros del proceso tt — éc que cumplen la restriccion de unitariedad (4.42) bajo la
parametrizacion de Sher y con los planos correlacionados Aee — Ao (Arriba) y Ay — Aie (Abajo).
Para la primera los valores tipicos son de Ay = £1.5,+2.5, £3.5 (con los colores respectivos: azul,

magenta y morado). Para la sequnda grdfica se establecen los valores \.. = £300, 4400, +500
(azul, magenta y morado -respectivamente-). 131
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Figura 4.12.: Region de pardmetros del proceso bb — 5s que cumplen la restriccion de unitariedad (4.42) bajo
la parametrizacion de Sher y con los planos correlacionados \ppy— Nps (Arriba) y Ass — Aps (Abajo).
Para la primera los valores tipicos son de Ass = 5000, 6000, 7000 (con los colores respectivos:
azul, magenta y morado). Para la sequnda grdfica se establecen los valores Ay, = £50, 100, £150

132 (azul, magenta y morado -respectivamente-). Las masas consideradas son tomadas desde [47] como
lo establecido en los Cuadros 4.2 y 4.2.



4.3. Proceso ff — WELWE

Q4
IAij| < ,/7] (4.44)

Algunos valores de acoples de Yukawa mixtos pueden ser encontrados en la Tabla 4.2. Los limitantes alli con-
siderados estdn en amplia concordancia con las correlaciones encontradas numéricamente desde las Figuras
(4.11) y (4.12).

| Aij | Nijlunie. | ~O |
e 43 O(10)
Aiw | 0.8 — 1.1 x 103 | O(10%)
Abs 0.95 x 10° 0(10%)
Mg | 3.9 —4.7x10% | O(10%)

Cuadro 4.2.: Ac_oples de_ Yukawa mdzimos y minimos desde la restriccion unitaria (4.44) para procesos miztos
fifj = fif; en el 2HDM tipo III. Las masas respectivas fueron tomadas de [47]: my = 172 GeV,
my =42 GeV, m, =127 GeV, mg =0.1 GeV, m, =1.7—-33x1073 GeV ymg = 4.1—5.8 x 103
GeV.

Para otras combinaciones leptonicas y de quarks de la primera y segunda generacién, los limitantes no son lo
suficientemente fuertes en virtud a que los valores de las masas incluidas no son fundamentalmente grandes
para reducir el valor de la restriccion unitaria.

Todos los andlisis anteriores permiten deducir como los limitantes de unitariedad pueden ser introducidos
a procesos mas alla de los establecidos por bosones gauge polarizados longitudinalmente, ya que restringen
-hasta cierta medida- los valores en los acoples de Yukawa de los procesos netamente fermiénicos a través del
comportamiento de la onda parcial J = 0 de las amplitudes de dispersion asociadas.

FExaminemos algunos limitantes fenomenolégicos sobre los acoples de Yukawa bajo el anzatz de Sher y Cheng.
Un decaimiento de relativa importancia, ya que desaparece del SM, es B — Kpur. Este proceso fue buscado
por BABAR, encontrando que el producto y/ApsAur S O(10), haciendo de las “factorias de B” algo promisorio
en el estudio de decaimientos raros relativos al SM [113]. Para procesos D — D se establecierén los efectos de
Act ¥ Aut, los cuales se encuentran con Ay A < 8 — 10 para masas escalares entre los 100 y 400 GeV [115].
Para diferentes procesos del tipo F' — F mixing F' = (K, B, D) y con un masa del pseudoescalar de 500 GeV,
las cotas sobre acoples mixtos respectivos fueron deducidas en [114]: Ags < 0.2, Agp < 0.25 y Ay < 0.6.

Con respecto a acoples diagonales en el sector de quarks, y tratando a Ay y Ap, como acoples fundamentales
en el proceso b — s7v se obtiene -para una masa de un higgs cargado debajo de los 300 GeV- una cota de
At S 1.7 [116]. Al suponer solo estos dos acoples diferentes de cero el sector escalar neutro no juega un papel
preponderante en la determinacién de esta restriccién [117].

Para el sector lepténico, y desde el andlisis del momento magnético anémalo del muoén se determiné una cota
fenomenolégica sobre \,; con 10 < A, < 80 [69]. Ademads alli encontraron, por medio del proceso u — ey
(a través del intercambio de un escalar y como fermién interno un 7) para un valor de masas en un rango
caracteristico y considerando el pseudoescalar muy pesado, un limite en la composicién de Aer A, < 0.04. Con
esto también se deduce que Aer < 1073, Se concluye que si la discrepancia del momento magnético anémalo
del muén es debido al intercambio de un escalar entonces existira un jerarquia sustancial entre A\, y Aer, y el
tamano de esta jerarquia debera excluir al 2HDM tipo III.

4.3. Proceso ff — W, W,

Por medio del formalismo de estados de helicidad en el régimen de altas energias se pueden encontrar los ele-
mentos matriciales para un canal de interaccion que involucre interacciones fermidnicas y bosénicas vectoriales
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Figura 4.13.: Diagramas a nivel drbol para el proceso ff — WZFWL_

simultdneamente, como es el mecanismo de dispersién inelastico ff — WZF W, . Los diagramas a nivel arbol
para este proceso se encuentran esquematizados en la Figura 4.13. En realidad, solo el diagrama con el bosén
de Higgs en el canal s es relevante ante la determinacion de cotas unitarias sobre los pardmetros libres de los
modelos mas alla del SM, como el 2HDM 10,

Las amplitudes, en términos de los acoples “universales” ¢ relativos al SM, son resumidas en (4.45):

3/2

_ S _

M(foT — WE—W 24\/—Gfmf“ f wwiTnz0 + O(E 1/2)7 (4'45)

n
a o s

MUfufr = WEW) Z 26 m =], - T, TOET), (4.46)

Con la condicién unitaria para los dos canales
\/_Gfmf ,7 53/2 1
: )/ A 4.4

Esta expresién permite ver la manera fuerte en la que se encuentra relacionada la masa del Higgs con la
energia asociada a la dispersién, asi que no existe una manera univoca e independiente de establecer un
limitante unitario para este proceso. Para mirar de forma ma&as amplia este concepto consideramos el calculo
de la seccion eficaz o(qg — WTW ™) a través del uso del teorema de equivalencia y del comportamiento de los
bosones de Goldstone en los R-gauges!!.

Para el Modelo Estdandar, la seccién eficaz tanto para el quark top (panel superior) como para el quark charm
(panel inferior) se encuentra esquematizada en la Figura 4.14. Cada panel contiene la contribucién total y la
asociada a los bosones de Goldstone. Como se ha discutido, este 1iltimo comportamiento describe, mediante el
teorema de equivalencia, la contribucién de los bosones W, en el régimen de altas energias, asi que cualquier

19Cancelaciones entre los diagramas de Feynman para las distintas contribuciones han sido demostradas en [120]
"Todos los calculos se presentan de una manera esquemética en los apéndices D y E
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desviacion con respecto al acercamiento unitario puede verse reflejado por esta emisién. La seccién eficaz
asociada a la aniquilacién tt supera por en cerca de un orden magnitud la correspondiente a c¢, todo en virtud
a la forma lineal en la masa fermionica de los acoples de Yukawa.

En el acercamiento al 2HDM consideramos distintos casos extremales en la forma de los acoples para la
parametrizacién tipo II del modelo (con quarks top como estados fermiénicos iniciales). Uno de ellos es el
limite de desacople en el 2HDM II, que se presenta cuando cos(5 — «) ~ 0 y bajo la suposicién de que
HO A° H* sean lo suficientemente pesados para considerar solo acoples cuarticos de orden < O(E"). En esta
regién de parametros, los acoples en todos los sectores al bosén de Higgs més ligero de CP par -h%- son casi
idénticos a los generados para el caso minimal del SM [69]. Esto hace que el SM se considere como una teoria
efectiva de bajas energias del 2HDM. Este comportamiento, coexistente con el limite fermiofébico del bosén de
Higgs CP-par méas pesado H? al sector up de quarks (o = 0 en virtud a la escogencia del primer cuadrante),
se establece en la Figura 4.15. El limite fermiofébico al sector up de quarks del bosén de Higgs de C'P mas
ligero (v = 7/2) se encuentra representado por la seccién eficaz en el panel inferior de la Figura 4.15. En
ambos casos, para energias lo suficientemente altas, la contribucion de los bosones de Goldstone (bosones WLi
en E., >> m,) es menor a la contribucién total y decae a medida que incrementa la energia del centro de
masa, haciendo que su comportamiento ante la unitariedad a nivel drbol sea consistente.

Para el 2HDM tipo III el limite de desacople se presenta al tomar la parametrizacion fundamental (fijando
B =0) y cuando cosa ~ 0 '2. Esto permite evaluar otros régimenes para la regiéon de pardmetros del 2HDM-
IIT bajo el anzatz de Sher y Cheng. El primero de ellos esta representado en el panel superior de la Figura
(4.16) donde se ha variado los acoples diagonales Ay = 0.1, 1, 10. El panel inferior representa, para los mismos
pardmetros, el comportamiento de la seccién eficaz para los bosones de Goldstone G+, G™. La influencia de
los parametros Ay es claramente diferente para F., << mpgo. Para estos valores la contribucion de Ay = 10
es mayor que las asociadas a Ay = 0.1, 1, lo que es esperado desde las formas de los acoples entre los Higgs de
CP-par y los fermiones. Para energias superiores existe una correspondencia similar entre todos los parametros
ante el comportamiento global de la seccién eficaz, haciendo que esta dependencia no sea esencial ante la
determinacién de limitantes provistos por la unitariedad (como caso contrario a los procesos ff — ff). Los
bosones de Goldstone, que evaliian en el régimen de altas energias el comportamiento de los bosones vectoriales
polarizados longitudinalmente, tienen un contribucién a nivel arbol adecuada en esta region, haciendo de
este proceso un mecanismo que respeta unitariedad a nivel arbol en las escalas de energia concernientes. La
variacion de las masas de los bosones de Higgs de CP-par corren el valor de la divergencia logaritmica asociada
al propagador de cada uno de los canales escalares. Para los valores de Ay = 0.1 existe un desacople del bosén
de Higgs mds ligero, que permitiria discriminar fenomenolégicamente este tipo de procesos ante los acoples de
Yukawa con el quark top en una regién de parametros diferente a la conseguida por los régimenes fermiofébicos
de los bosones de Higgs.

En el panel superior de la Figura 4.17 se encuentra la seccién eficaz para el proceso tt — WTW ™ en el 2HDM
tipo IIT bajo el anzatz de Cheng y Sher para o = 7 /4. El panel inferior representa la seccién eficaz asociada
para cada uno de los valores de los acoples diagonales Ay a la emisién de bosones de Goldstone. En el sentido
unitario esta regién de pardmetros se comporta de manera similar a la seccién eficaz del proceso para o = 7/3.
Para esta regién de parametros se presenta un desacople del Higgs ligero en valores de Ay << 1. De nuevo
esto diferencia los acoples de Yukawa y el parametro de mezcla « ante las descripciones fenomenologicas.

12 A diferencia de las parametrizaciones I y II del 2HDM, 3 llega a ser una cantidad espuréa ante la fisica del 2HDM tipo I1I, todo
en virtud a que se puede eliminar uno de los VEV, haciendo que los autoestados de masa sean simples. La parametrizacién
fundamental se obtiene al tomar v = 0 esto implica que 8 = 0. Asi el primer doblete realiza el rompimiento espontineo de la
simetria -generando las masas de las particulas e interacciones del espectro habitual del SM-, mientras que el segundo doblete
solo provee interacciones con ellos [69, 80]
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Figura 4.14.: Seccion eficaz del proceso q@g — WTW ™ en el SM minimal para quarks top (Arriba) y quarks
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charm (Abajo) con my = 120 GeV y bajo la jerarquia de la matriz CKM. En ambos paneles, la
linea azul representa la seccion eficaz total mientras que la linea morada representa la seccion
eficaz para la emision de bosones de Goldstone G*,G~ en la aniquilacién de parejas de quarks del
tipo up (e.g, top y charm). Las masas del espectro habitual del SM y demds pardmetros han sido
tomados desde los reportes globales de [47]. Se utilizan estos fermiones pesados ya que en virtud
a la forma masiva de los Yukawa, los quarks charm y top se acoplan fuertemente a los diferentes
sectores escalares (sin considerar los demds pardmetros libres que alli pueden aparecer).
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Figura 4.15.: (Arriba) Seccién eficaz del proceso tt — WTW ™ en el 2HDM tipo II para el limite de desacople
y estructura fermiofébica al sector up del bosoén de Higgs de CP-par mds pesado H° (o = 0).
(Abajo) Seccion eficaz del proceso tt — WTW ™ en el 2HDM tipo II en el limite fermiofébica al
sector up del boson de Higgs de CP-par mds ligero h° (o = 7/2). En ambos paneles, la linea azul
representa la seccion eficaz total mientras que la linea morada representa la seccion eficaz para
la emision de bosones de Goldstone en la aniquilacion de parejas de quarks top. Ambas secciones
eficaces se encuentran bajo la jerquia de la matriz CKM. Las masas del espectro habitual del SM
y demds pardmetros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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pardmetros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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Figura 4.17.: (Arriba) Seccién eficaz del proceso tt — WTW = en el 2HDM tipo III bajo el anzatz de Cheng y
Sher, donde varia Ay, y con mpo = 125 GeV, myo = 820 GeV y o = /4 y en la parametrizacion
fundamental, bajo la jerarquia de la matriz CKM. (Abajo) Seccion eficaz del proceso tt — GTG~
en el 2HDM tipo III con mpo = 125 GeV, myo = 820 GeV o = w/4 y en la parametrizacion
fundamental. Para las dos representaciones, las masas del espectro habitual del SM y demds
pardmetros han sido tomados desde los reportes globales de [47].
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CONCLUSIONES Y COMENTARIOS

Los limitantes provistos por la unitariedad han sidos estudiados en el marco formal de las realizaciones gauge del
Modelo Estandar Minimal y el Modelo de Dos Dobletes de Higgs. A fin de ello y desde la discusién heuristica del
uso de la unitariedad de la matriz de dispersién en diversas teorias de interacciones fundamentales, y pasando
por las implicaciones de esta en el teorema Optico, segunda ley de la termodinamica y el teorema CPT, se
motiva la introduccién de la expansién general de Jacob-Wick en estados de momentum angular, todo con
el fin de establecer las regiones unitarias para diferentes amplitudes de dispersién bosénicas y fermidnicas.
Para estados de helicidad simétricos en los estados iniciales y finales se recobra la expansion tradicional de
ondas planas para particulas sin espin y por ende la restriccién unitaria mas fuerte asociada a los coeficientes
(Re(ap) < 1/2).

Desde un recorrido formal sobre todos los sectores del Modelo Estandar Electrodébil y desde el mecanismo de
ruptura espéntanea de la simetria se analizd como un sector escalar provee las masas de los campos de radiacién
y materia del modelo construyendo asi una teoria realista de la naturaleza. Esto genera las bases para discutir
como los limitantes fenomenolégicos y tedricos de precision han permitido caracterizar las posibles regiones
donde los pardmetros -ain no detectados directamente- podrian aparecer en los experimentos actuales. Atn
después de los logros fenomenoldgicos explicativos y predictivos, existe un conjunto amplio de cuestiones que
conllevan a que el Modelo Estandar sea una formulacion incompleta. Entre estos se encuentra la jerarquia de
masas en la tercera generacion de quarks, la cuantizacién de la carga, y la no evidencia directa de un sector
de Higgs minimal. Ademads la sola presencia de un bosén Higgs hace que la teoria no sea una construccion
completamente satisfactoria. Dos diferentes acercamientos a estas problematicas han sido contemplados en
nuestra discusion: el planteamiento fenomenoldgico y la evaluacion del SM en escalas superiores de energia.
Para mirar la consistencia fenomenoldgica de la teoria, realizamos un estatus de las busquedas del boson de
Higgs del SM en las colaboraciones LEP, TEVATRON y LHC. En realidad, el establecer la verdadera naturaleza
del bosén de Higgs (existente 6 no) ha sido el mayor objetivo de estos aceleradores y se ha convertido en un
reto en virtud a la cantidad de ruido detectado desde el sector de pardmetros en el que se espera aparezca
un estado de origen escalar. Asi que la cantidad de colisiones, medidas por la luminosidad, necesitadas para
archivar un conjunto de datos de amplia relevancia estadistica debe ser muy grande tal que un senal de
fluctuacién con respecto al background sea lo suficientemente fuerte para que no se considere dentro del ruido
generado por el amplio conjunto de procesos electrodébiles y fuertes que en estos régimenes ocurren. Los
canales de rastreo del bosén de Higgs analizados son los siguientes: ete™ — Zh — bb(77) (LEP: /2 = 207
GeV), gg — h — bb(WW*) (TEVATRON: /s = 1.96 TeV), y desde la fusién de gluones (LHC: /s = 7
TeV)ah — vy, h = 77, h = bb, h > WW* = 212v, h — ZZ* — 4, h - ZZ — 2121, h — ZZ — 212v y
h — ZZ — 2[2q. Para el LEP y en un nivel de confianza (CL) del 95 %, el rango excluido para el bosén de Higgs
es my, > 114.4 GeV. En el TEVATRON se ha excluido, a través del proceso de decaimiento a bosones vectoriales
WW*, el rango de masas 156 < mp(GeV) < 177 en un 95% CL. En virtud a que la energia del centro de
masa es lo suficientemente grande para generar una luminosidad mayor, y en adicién al ampliamiento de los
canales de rastreo, en el LHC se han producido nuevas prescriciones con el fin de discriminar comportamientos
en el background y en las fluctuaciones con respecto a este. Por ejemplo en los andlisis combinados, basados
en la extraccién de informacién de una senal fuerte y desde una verosimilitud completa en la que se incluyen
las incertidumbres sistemadticas y sus correlaciones, las regiones excluidas en un 95 % CL se encuentran en el
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rango de 133 < mp(GeV) < 230 y en 251 < my(GeV) < 466. Un exceso de eventos en my, ~ 126 GeV es
reconstruido desde los canales h — vy h — ZZ* — 4l con una probabilidad local de cerca de 2.20; asi que
ninguna conclusién fuerte sobre este régimen puede ser obtenida hasta el momento. Se espera que al incrementar
la luminosidad a cerca de 20 fb~! algunos resultados importantes lleguen a ser lo suficientemente contudentes
ante las hipétesis planteadas, lo que develaria, independiente de los resultados, diferentes acercamientos a la
verdadera estructura cudntica y de espacio-tiempo de las interacciones fundamentales que alli toman lugar.

Desde un sentido tedrico, se estudiaron las influencias del SM en diferentes escalas de energia, todas basadas
en propiedades no deseadas del modelo en esos régimenes. Una de estas inconsistencias es el denominado
problema de naturalidad 6 jerarquia, el cual se encuentra descrito por la dependencia cuadratica en la escala
de corte para las correcciones radiativas a diferentes ordenes. Si dicha escala de corte es tomada en la escala
de energia de las teorfas de unificacién (10'6 TeV) es necesario un rearreglo de 16 digitos entre el rango de
masas desnudas del bosén de Higgs y las correcciones radiativas, a fin de obtener un Higgs fisico en el rango de
100 < mp(GeV) < 1000. Para controlar estos comportamientos extremos se define la cantidad de ajuste fino,
encargada de medir la sencibilidad de la escala electrodébil ante el valor de corte. Otro escenario en niveles de
energias superiores se presenta por medio de los desacoples cuarticos de los campos escalares, como garantia
en la obtencién de una teoria perturbativa en todas las escala de energia. Reinterpretando este mecanismo, es
posible definir el dominio de energia para el cual esl SM es valido; traduciendose en un nivel de corte para que
el acople A siempre se mantenga finito en dicho régimen. Al tomar de nuevo dicho nivel como la escala de gran
unificacién, se encuentra que mj, < 160 GeV a fin de cumplir la restriccion de trivialidad. En particular, la
escala de corte se interpreta como una escala de nueva fisica debido a que para energias de corte muy superiores
a la escala electrodébil del SM, es necesario introducir, ademads de las correcciones estandar, correcciones de
origen no perturbativo. Otra sistematica que pone en duda la aplicabilidad del SM en régimenes superiores
es la determinacion de un vacio estable, mediante la exigencia de que el potencial sea acotado inferiormente,
esto se traduce en garantizar la positividad del acople cuartico A en todas las escalas. Para el dominio de
teoria de gran unificacién, la exitencia de un punto estable en todas las energias es asegurado por medio de la
relacién mp,(GeV') > 130 + 2(my; — 170). Todos los anédlisis considerados se encuentran en la base de diferentes
estatus presentados por la amplia literatura. Para llegar a la unitariedad de una manera natural es importante
introducir adecuadamente este tipo de limitantes tedricos, ya que el estudio completo de ellos, ademéas de sus
relaciones no solo permite evaluar al SM en régimenes superiores en energia si no que también restringe las
diferentes extensiones no-minimales que desde el sector escalar pueden emerger.

La unitariedad es en realidad una prueba directa de la consistencia interna de la teoria cuantica de fondo con
el modelo de interacciones fundamentales que se quiere instaurar. En este punto extendimos un paralelo entre
la renormabilizidad de la teoria y la unitariedad perturbativa de la misma a través de los analisis de los gauges
renomabilizables, haciendo que las dos formulaciones sean mnecesarias para ser garantizadas simultaneamente.
Este nivel de la discusion surge practicamente desde la indagacién primigenia en determinar cual es la influencia
particular sobre un conjunto especifico de procesos dispersivos tal que los parametros libres asociados, como
las masas del bosén de Higgs, sean acotados superiormente; garantizando la perturbatividad por medio del
teorema Optico. Esta es la base del método de Lee, Quigg y Thacker, donde a través de un organizacién
matricial de coeficientes de ondas parciales se llega a una cota sobre la masa del Higgs, que es interpretada
como el limite maximo para que la teoria de perturbaciones sea realizable en el SM. Numéricamente dicho
valor es cercano a los 730 GeV. Esto impone una nueva escala de energia donde nueva fisica debe aparecer,
todo con el fin de hacer la teoria perturbativa salvando la unitariedad a este nivel. En esta disertacién se hizo
una introduccién de la forma de los procesos dispersivos en los R-gauges, los cuales conllevan al uso idéneo del
teorema de equivalencia; siendo esta una de las formulaciones mas fuertes que emerge desde el rompimiento
espontaneo de la simetria y que relaciona las partes longitudinales de los bosones vectoriales masivos con los
bosones de Goldstone. Esta formulacién minimal permite no solo evaluar al SM en escalas mayores de energia
si no también generar la base conceptual para la discusion unitaria de cualquier teoria gauge con sectores de
Higgs extendidos 6 con simetrias méas grandes.

El Modelo de Dos Dobletes surge como una posible extension al Modelo Estandar de tal forma que algunas de
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estas problemaéticas tedricas y fenomenoldgicas sean tratadas mediante la inclusién de un doblete extra en el
mecanismo de rompimiento espontaneo de la simetria. En realidad existe un conjunto mayor de motivaciones
en la exploracion de dichos escenarios escalares. Uno de ellos es el amplio desconocimiento del sector de
Higgs. Ademas, el rompimiento esponténeo 6 explicito de la simetria C' P aparece de manera natural en esta
extension no-trivial del sector de Higgs, lo cual introduce nueva fenomenologia en todos los sectores del modelo.
Un segundo doblete permitiria una solucién a la ambigiia jerarquia de la tercera familia de quarks generada en
el SM. En adicién si el sector escalar es debido a dos dobletes de Higgs, mecanismos como el de Peccei-Quinn
de violacién de la simetria CP en la QCD son solo posibles si el sector escalar es del tipo 2HDM. Ademas
existen modelos gauges de simetrias mas grandes en los que su sector escalar a bajas energias se desarrolla en
un sector no minimal de Higgs como el presentado en el 2HDM (e.g supersimetria, little Higgs, gran unificacién
etc). Otra motivacién de gran intéres es la presencia de corrientes neutras de cambio de sabor, que aunque
suprimidas fuertemente por los experimentos no violan ninguna ley de fundamental de la naturaleza y podrian
proveer una explicacién natural a la oscilacion de neutrinos. A temperatura finita el modelo, puede ser utilizado
como un escenario posible en la descripciéon de fendémenos tales como la bariogénesis y leptogénesis. Una de
las falencias mas grandes del modelo es la cantidad de pardametros libres introducidos, los cuales tienen que
en primera instancia ser delimitados a través de mecanismos tedricos y fenomenolégicos no directos como: la
estabilidad del vacio, simetria de custodia, la unitariedad de la teoria y el momento magnético anémalo del
muén. Los limitantes experimentales directos surgirdn en aceleradores de nueva generacién donde las energias
de centro de masa sean lo suficientemente altas para diferenciar el comportamiento cuartico del sector bosénico
del modelo.

Para establecer naturalmente estos limitantes, y en especial la unitariedad, se considero la formulacién general
del modelo, estudiando todos los sectores introducidos por medio de la nueva forma de generar el rompimiento
espontéaneo de la simetria, y a su vez la influencia de las simetrias discretas y continuas (clasificadas en las
impuestas por la presencia de dos familias de Higgs y en las provenientes por la simetria C'P) en estos nuevos
escenarios. En el sector de Yukawa se consideraron los casos mas globales asociados a si existe 6 no conservacién
natural del sabor en corrientes neutras. Se discute la influencia de la simetria Zy ante mecanismos como el
rompimiento de la simetria CP y el desacople primordial de modelos con simetrias mas grandes. En este punto
se trata de manera cuantitativa como en un modelo realista, el rompimiento suave de Z, (violacién en ordenes
superiores de la teorfa de perturbaciones) podria ser un escenario favorable para constituir efectivamente al
2HDM como el limite escalar de bajas energias de modelos establecidos en escalas superiores.

Para el 2HDM la unitariedad, los demds limitantes tedricos y las restricciones fenomenoldgicas indirectas
surgen como respuesta a la descriminacién total del conjunto de parametros libres establecidos en el 2HDM
mas general, ademdas de construir una formulacién totalmente consistente con los fundamentos cudnticos y
espacio-temporales que la caracterizan. La unitariedad se incorpora como la tinica sistematica restrictiva en
todos los ordenes y en especial, para modelos asintéticos, a nivel arbol; haciendo que las demés limitantes sean
garantizadas a través de la realizacion directa de la teoria de perturbaciones. En este escenario se consideraron
las reglas de suma que garantizan al 2HDM eliminar aportes mal comportados en el régimen de altas de
energias de los diagramas con acoples entre los bosones de Higgs y los bosones gauge.

Desde los anélisis unitarios presentados en el SM y el 2HDM (con conservacion de la simetria C'P) se estudiaron,
por medio de las restricciones generales de la expansion general de estados de helicidad, un nuevo conjunto de
limitantes establecidos desde las amplitudes de dispersién WZF W, — WZ W, ff=ffyff— WZF W, . En
el primer proceso enteramente bosénico y a través de las cancelaciones entre las contribuciones a la amplitud
de los diferentes diagramas de Feynman para el SM se encontraron condiciones particulares para modelos mul-
tidobletes todo con el fin de eliminar diferentes contribuciones dependientes de la energia. La mas importantes
de ellas es el cumplimiento simultdneo de las reglas de suma y de la simetria de custodia a nivel arbol, a fin
de salvaguardar la unitariedad de la teorfa. Existe por ende un vinculo en las predicciones en p con sectores
extendidos que conserven la simetria C'P por medio del desacople del Higgs pseudoescalar del espectro bosénico
vectorial. Para el sector minimal se muestra como la seccion eficaz seria no acotada si los diagramas debidos al
bosén de Higgs no son considerados, exhibiendo una violaciéon de la unitariedad a nivel arbol. Para las regiones
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de exclusién independientes de la energfa del centro de masa se logré determinar que, para h” dentro de las
zonas fenomenoldgicas, el bosén de Higgs neutro méas pesado de C'P-par es ampliamente restringido desde las
bases unitarias para a > 7/4 y tan 3 > 2. Para a — 7/2 y tan 8 — 0, H? se desacopla del espectro bosénico,
lo que conduce a que no exista una saturacién de la unitariedad. Este es el denominado limite de desacople
donde se recupera al SM como una teorfa efectiva a bajas energfas cuando los bosones de Higgs H°, H* y A°
son lo suficientemente pesados para que los acoples cuarticos sean de orden < O(1). Para @ — 0 la regién
excluida es “fuerte” solo cuando tan 5 — 0, ya que en este régimen existe un desacople del bosén de Higgs
mas ligero de CP-par, haciendo que solo el Higgs mas pesado sature la condiciéon de unitariedad del tipo SM.
Para la dispersion fermionica y a través de la sistematica anterior se encuentra un desacople de la masa de Higgs
resultando solo restricciones unitarias -independientes de la energia- para parametros de mezcla y para acoples
de Yukawa en el 2HDM tipo III. Mediante el formalismo de estados de helicidad, los elementos matriciales son
calculados con el fin de aplicar el método general de expansién de Jacob-Wick en procesos fermidnicos. Las
restricciones unitarias sobre [ en las parametrizaciones tipo I y IT describen limitantes no generales en la forma
concerniente de este elemento, esto es debido a la forma de acople entre los dobletes y las partes up y down de
los dobletes fermidénicos. Para la parametrizacién tipo IIT del 2HDM (en la escogencia fundamental 5 = 0) los
acoples no-universales de Yukawa diagonales tienen un dependencia inversa a la masa del fermion. Asi para
quarks pesados dicha restriccién se traduce en limitantes suficientemente fuertes y que se desvian a lo maximo
en dos ordenes de magnitud con respecto a las restricciones fenomenoldgicas reportadas [69, 80, 113, 115, 117].
En los acoples no diagonales se utilizaron canales mixtos de interaccién del tipo f; f] = fi fj, donde las cotas
unitarias exhiben un comportamiento inverso a la raiz cuadrada del producto de las masas fermionicas, como
consecuencia del anzatz de Sher y Cheng para los acoples de Yukawa asociados. Estos términos se desvian de
las restricciones fenomenoldgicas hasta en tres ordenes de magnitud, asi que esta imposicion unitaria es débil
ante este tipo de procesos. Para modelos més alla del SM, estos mecanismos abren por ende una metodologia no
tradicional en la determinacién de cotas sobre las masas y acoples de Yukawa para la nueva fisica aqui generada.
Para procesos del tipo ff — WZF W, no existe una manera inivoca e independiente de establecer un limitante
unitario ya que los parametros libres estan fuertemente relacionados a la energia de dispersion con respecto
a la saturacion de los elementos matriciales al valor méximo del coeficiente de la onda parcial J = 0. Para
atacar el problema de una manera diferente se calcula la seccién eficaz asociada a este mecanismo. Allf las
contribuciones de los bosones polarizados longitudinalmente en E.,, >> m,, son bien comportadas. Esta parte
de las amplitudes invariantes y por consiguiente de la seccién eficaz son las llamadas tener aportes dependientes
de la energia del centro de masa en todas las escalas debido a la naturaleza de sus acoples. Asi la unitariedad es
respetada a nivel arbol en virtud a que ningin elemento matricial supera este comportamiento a fin de obtener
aportes de ordenes diferentes en los diagramas de Feynman. Fenomenoldgicamente, la seccién eficaz asociada
al proceso tt — WTW ™ permite recobrar el limite de desacople y en el régimen fermiofébico del sector up
al HY en el 2HDM tipo II, el cual se reduce al comportamiento para el SM minimal. Ademéds se establece
el limite fermiofébico del sector up para el Higgs mas ligero h°. En el 2HDM III, y para la parametrizacién
fundamental (i.e. 8 = 0), en intervalos intermedios de av = 7/4, 7/3, la seccién eficaz conlleva a diferenciar las
contribuciones debidas a Ay con regiones en E.,, < 1 TeV. Estos andlisis diferencian los aportes de modelos
en los que existen FCNC a nivel arbol con respecto a teorias en las que dichos procesos son abolidos.
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APENDICE A

TEOREMA DE EQUIVALENCIA Y R-GAUGES

Con el fin de establecer el verdadero comportamiento de los procesos de dispersion a través de la condicién de
unitariedad del teorema 6ptico, y mirar su estrecha relaciéon con los parametros libres del potencial escalar, es
importante determinar los diferentes acoples en la base de los autoestados gauge. En esta base los vértices se
vuelven mas sencillos al hacer uso del teorema de equivalencia. A continuacién se daran los mecanismos y fun-
damentos necesarios para establecer en que régimenes y bajo que suposiciones podemos tratar indiferentemente
los autoestados gauge de los autoestados de masa del SM con rompimiento espontaneo de la simetria.

A.1. Gauges-R

En realidad, existen otros procedimientos de fijamiento del gauge ademas que el provisto por el gauge unitario
(U)*', todo debido a las diferentes formas que podemos tomar la invarianza ante el esquema SU(2)r x U(1)y y
de la manera en la que se logra el SSB. Aquf se estudiaran un conjunto importante de sisteméticas de encontrar
los proceso de fijamiento del gauge, los cuales son denominados los gauges Renormalizables (R).

Los Gauges- R fueron inventados con el fin de evitar las divergencias producidas en el régimen de altas energias
por algunos propagadores en teorias gauge no Abelianas con un mecanismo de Higgs. El procedimeinto de fijar
el gauge en los gauges R es completamente diferente al proceso de fijamiento del gauge Unitario. Para definir el
procedimiento, se mantienen los bosones de Goldstone como campos auxiuliares no fisicos; se necesita adicionar
al lagrangiano invariante gauge un término no invariante de fijamiento del gauge en el que se involucre tanto
los campos vectoriales como los campos no fisicos escalares. Esto tltimo se realiza a través de una sistematica
parecida al “anzats” de Fermi para la QED, que consiste en sumar un término proporcional a (@LA“)2 al
Lagrangiano cinético de Maxwell.

Estos procesos estan caracterizadas por el comportamiento de los propagadores en los diferentes régimenes de
energia. Por ejemplo, en la regién ultravioleta, los propagadores tienen un comportamiento adecuado de tal
forma que las propiedades de renormabilizad del SM se hacen mas claras. Ademads, en estos gauges se puede
reformular una de las propiedades mas importantes que emergen de una teoria con rompimiento espontianeo
de la simetria, representada a través del denominado teorema de equivalencia; el cual relaciona las amplitudes
de dispersién para las partes longitudinales de los bosones vectoriales con los bosones escalares de Goldstone

1El propagador en el gauge unitario para bosones vectoriales masivos tiene la forma canénica:

_ G + m72kukv

D h) = =i (A1)

donde m es la correspondiente masa. Se observa como este término no decrece cuando k — oo como los propagadores normales
lo hacen. Este tipo de comportamientos producen diagramas de Feynman altamente divergentes.
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A.1. Gauges-R

no-fisicos. Este método facilita el andlisis del comportamiento en altas energias de las amplitudes de dispersién
que quieran estudiarse.

Para un sector minimal del SSB, se estudiard -brevemente- el espiritu de la formulacién de los gauges-R.
Comenzamos con la parametrizacién del campo P,

—iGTt
¢ = <% (u+n+z‘z)>’ (A-2)

G es complejo y los campos 7,z son campos reales, y v el valor esperado en el vacio. El Lagrangiano de

fijamiento del gauge se escribe a partir de

1

1 1 1
Los=—2¢ "W, — em, G|~ 5% |0 W — em, G| — o (0" — xm.G%)* — 5o (@A) (A3)

Cuya forma funcional se presenta de tal forma que esta remueve los términos de mezcla bilineales entre los
campos GF, GO y los campos W* y Z. Al introducir esta forma de parametrizacién en el lagrangiano asociado
al término cinético de los campos, obtenemos

(D, @) (DF®) > my, (W, 0"G™ + W, 0"GT) + m.Z,0"G . (A.4)

> indica que dichos términos de interaccion estan contenidos en el lagrangiano com let02 . Para el Lagrangiano
ﬁg_f. se obtiene

Ly D my (GTW, +GT'W,) +m.G°0"Z,,. (A.5)
Después de sumar los dos lagrangianos, dicha adicién puede reescribirse a través de las siguientes formas
bilineales

Litiggs + Lg.p D mud" (G-W,F + GW,) +m. 0G0 Z,,. (A.6)

Estos términos pueden ser omitidos sin alterar la dindamica conseguida por los demads términos producidos
por Liriges- En lo que respecta a las masas, los propagadores pueden ser reconstruidos y con ellos todas las
interacciones entre los bosones de Higgs y los bosones de Goldstone (G*,G?) para el SM-minimal. Para los
parametros de masa de los bosones de Goldstones no-fisicos, se tiene:

m2 =em2, m?=ym?. (A.7)

Asi los propagadores de los bosones vectoriales llegan a ser [63, 24]:

k.k 1
My = — _ phv
DMV (k) ( Guv + (1 g) k2 _ é‘m%}> k2 — m%u =+ ’iE’ (ASa)
k., k 1
Dy = [ — _ phv
D, (k) ( G + (1= X) 73 —xm%) T — (A.8b)
k. ky 1
D;(ué)(k) = <_guu +(1- a)%) m (A.8¢)

2Este tipo de términos también emergen en el SSB a través del anélisis con dos dobletes como se enfatiza en la seccién 3.4.1
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A. Teorema de Equivalencia y R-Gauges

Las formas de los propagadores en (A.8) se comportan como k=2 para k — oo (lo cual le da el nombre de
gauges renormalizables).
Los propagadores de los bosones de Goldstone son por tanto:

1
DW(k) = — A9
( ) k2 _ é—m%} _|_ 7:6’ ( a)
1
D@ (k) = . A.9b
(k) k2 — xm?2 + ie ( )
Examinando los propagadores de bosones vectoriales, podemos ver que si tomamos £ = y = a = 1, los

propagadores llegan a ser diagonales. Esta escogencia representa al denominado gauge 't Hooft-Feynman.
El gauge unitario se obtiene cuando & — oo, x — oo. Esto corresponde a bosones de Goldstone no-fisicos
“infinitamente pesados”. Esto es una forma de ver como dichos grados de libertad desaparecen en este gauge,
dejando solo el contenido fisico de la teoria.

Para los términos de interaccién, los vértices entre bosones escalares y los bosones intermediarios pueden
encontrarse a través de los cambios W+ — GT y Z — G°. El reemplazo es hecho en pares de esos campos
(e.g. ZFZ, — (GO)Q). Para las interacciones trilineales que involucran dos escalares G* con un bosén vectorial
neutro estan descritos por 3

Loy = iCl,G™ OHGHA, +icZ,G~ 9 "G Z,. (A.10)

Las interacciones con el sector fermionico vienen dadas por

— ixG, p s fuz — X5, Favs faz — X4 g fuful = X3, g, fafahe (A.11)

con f, = u,c,t,Ve,V,Vr y fg = d,s,b,e, i, 7. En el SM, los términos con acoples con z y h en (A.11)
desaparecen cuando se considera el sector up de los leptones en virtud a que los neutrinos no se han considerado
masivos.

A fin de encontrar los vértices cuarticos entre los escalares de Goldstone con el campo de Higgs utilizamos el
potencial asociado, con lo cual

L = —\vh <2w_w+ + (G0)2 + h2> - %(Qw_ufr + (GO)2 + h?)2. (A.12)

Para el 2HDM dichos acoples se encuentran inmersos en el sector del potencial escalar por medio de formas
trilineales y cuadrilineales asociadas al lagrangiano completo, como se establece en la seccién 3.4.

A.2. Teorema de equivalencia

El mecanismo de Higgs trae consigo que los bosones de Goldstone deban convertirse en las componentes
longitudinales de los bosones vectoriales asociados a los generadores de grupo rotos, a fin de que estos sean
masivos. Este procedimiento puede establecerse de una manera mas formal por medio del uso de los elementos
matriciales de S a través del denominado teorema de equivalencia, el cual actia en el régimen de altas energias.
En esta region de los modelos los elementos matriciales para un proceso con bosones vectoriales masivos son

*Para el SM: (1, = 1 (Zw = 55— (5 — sin®0u)
4 _ h _ _ I ()
En el SM X?ufd = ﬁ7 y Xfu(d)fu(d) = X;u(d)fu(d) - de
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A.2. Teorema de equivalencia

iguales a los elementos matriciales (calculados en el Gauge R) de un proceso donde dichos bosones vectoriales
polarizados longitudinalmente son reemplazados por los correspondientes bosones de Goldstone. Explicitamente
y formalmente dicho teorema puede escribirse por medio de [64]:

Teorema de equivalencia: Consideremos un proceso donde se involucran o parte de otras particulas fisicas
A (estado inicial) y B (estado final), un cierto nimero de bosones polarizados longitudinalmente. Denotemos
ny al numero de ellos en el estado inicial y a no en el estado final (con energia E, tal que Ey >> my ), se
obtiene que los elementos matriciales tienen la siguiente correspondencia:

Mi (Vi (in)y oo Vi (iny )y A = VE(f1)s oo Vi (far ) B) = Mg (9001, evvns (i, )s A = 91(i1), ooy (i, ), B)
x (i)m—r2C [1 +O (%)} , (A.13)

\%4
donde 1 representan los bosones de Goldstone correspondientes a sus contrapartes masivas. C es un factor
independiente de la energia, el cual es debido a los efectos de la renormalizacion (a nivel drbol C = 1).. La
demostracién primigenia de este teorema puede ser encontrada en [2, 65].
El teorema de equivalencia, de hecho, puede ser representado a través de un forma maés general debido a que
esta evaluacién es caracteristica de cualquier teoria gauge que tenga un mecanismo de rompimiento espontdaneo
de simetria, como es el caso de la siguiente extension no trivial al SM; el Modelo de dos Dobletes de Higgs.
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APENDICE B

AMPLITUD W, W; — W, W,

En virtud a la complejidad de algunas de las interacciones a nivel arbol, es necesario analizar el comportamiento
en diferentes escenarios de distintos procesos. Con el fin de ver el comportamiento unitario desde un punto
de vista completo, estudiamos el cdlculo a nivel arbol de la dispersion eldstica de bosones vectoriales en el
régimen de altas energias, considerando las diferentes contribuciones que pueden ocurrir en este nivel. Esta
sistematica permite, ademas de observar las reglas de suma desde una manera natural, encontrar vinculos entre
la unitariedad con otras restricciones tedricas y fenomenoldgicas de modelos con sectores de Higgs extendidos.
En primera instacia, consideramos el calculo de la amplitud a nivel drbol de la dispersiéon de bosones W=*.
Debido a que el comportamiento neuralgico en altas energias lo poseen las componentes longitudinales de estos,
nos centraremos en el elemento matricial del mecanismo WZF W, — W; W, . En realidad existen 6 diagramas
provenientes de la contribucién del Higgs, Z y fotén (3 son asociados al canal s y 3 son asociados al canal t).
Ademés existe un diagrama que proviene del acople directo de los bosones gauge W*.

Estudiemos el canal s con un bosén Z en el propagador:

1 . q)\qa .
M = (Ca)? € T (K, k2, —q) Ggm (9/\ i > €5 Jupo(—ks, —k1,q)e;”. (B.1)
z

z

Utilizando la identidad de t’ Hooft!, que es vélida para los R-Gauges, dicho término puede describirse a través
de

1 N "
M = () € T (K1, k2, —q) Egmgmﬁg o (—kz, —k1,q)el’. (B.3)
z

Siguiendo un procedimiento analogo para el fotén, encontramos

S z v 1 o ok *
M’y = (wa)2 E;fJ;uJ)\ (kla k?, _Q) €2 ?QA €3 Jaﬁa(_kBa _kly Q)€4ﬁ' (B4)

Asi las dos contribuciones pueden ser escritas en un solo término mediante

s v o *a * 1 1 z ,z
MZ,’Y = 6'“'(]{31)6 (k2)‘]lﬂ/>\(kjla ka, _Q)gA Jaﬁa(_k& _k4,Q)€ (k3)6 6(k4) ;C;f)wgz)w + s — m2 wawa : (B5)

z

!Para nuestro caso en particular, la identidad de t’Hooft establece:

P Iauw (b, p, @) = axgy — kako. (B.2)
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con s la variable de Mandelstam asociada a la energia del centro de masa. Podemos expandir el propagador
para Z en términos de la siguiente factorizacion,

1 1 2 4 6
R LU LU N (B.6)
s—m2 s s s (s —m?)s

Lo cual tiene una representacién en una serie infinita:

1 1 m?2 m? > m2n
=—+ =+ —=+..= . B.7
s —m?2 sttt 1;28"1 (B-7)

Usando esta expansion podemos expresar nuestro elemento matricial conjunto a través de,

5= M+ M = —e (k)€ (k) T (1, k2, —0) 9™ Japo (—ks, —ka, )™ (k3)e*? (ka),
1 m2  m?
—(¢r (2 24+ Z 4. ¢ B.8

con

Jux(ki, ko, —q) = g (k1 — k2)x + guy (k2 + @) — 9ou(q + K1),
Jaﬁa(_kBa _k4a Q) = gaﬁ(kﬁl - k3)o - gﬁa(q + k4)a + goa(q + k3)6' (B'Q)

La polarizacién longitudinal de un vector masivo se comporta asintéticamente (altas energias) como:

okt
(k) = — + A¥(k). (B.10)

m
Donde A(p) representa el comportamiento la correccién de la forma O(m/FE) (aqui E hace referencia solo a
la energia cinética). Haciendo uso de este comportamiento, los términos de la forma del elemento de matriz

quedan descritos por

s2(s+2t —4m?2)] [1 m?  ml
b= = | e | Gl + G + (% + ) G| BaD
w

Con la evaluacién respectiva,

s s(s+ 2t —4m2) ( P m2(s+2t—4m?2)  mi(s+2t—4m2)\ . ..
= Carw S T G Sanw) + + CuwC
Zy |: 4m%u ww Sww ww Sww 4mﬁ, 4m%¢;3 ww Sww
(B.12)
Descomponiendo este resultado en elementos de orden O(E*), O(E?) y O(E®) se obtiene
52 + 2st
SZ,'\/(O(EA)) - _474 ( zY)u;C;{)w + Ci)wavw) ’ (Bl?’a)
m'LU
m?2(s + 2t) s
SZ(Y(O(EZ)) - _ZTCj}wC;w + W (C;j}wgty)w + C’j}ij}w) ’ (Bl?’b)
w w
4
oy . my 1
2a(O(") = ~5 i (B.130)
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B. Amplitud W} W, — W;W;

En realidad existen otros términos O(E), pero estos terminan siendo valores no dependientes del compor-
tamiento cinético. De igual manera para el canal ¢ de las contribuciones de Z y el fotén en el propagador, se
obtiene

M;,y — _6M(k1)€*a(k3)<]ua)\(_k1, k3a _q,)g)\OJVBO(_kQ, k:4a q/)ey(kQ)E*ﬁ(k4))

1 m2  m?
{7 Gttt + Goutin) + (5 + T + ) Giuti- (B.14)

Donde se ha hecho uso de las identidades de t’'Hooft y de la expansién en series del propagador. Aqui J,a) y
Jygo estan representados por

Juar(k1, k3, —4") = [gua (k1 — k3)x + gur (@ + k3)a — 9ru(k1 + @)l
Jugo(ka, k2, q") = [+9us(ka — k2)o + guo (k2 — @) + 8o (q — ka)] - (B.15)
A través del comportamiento de los vectores de polarizacién longitudinales, se llega a que este elemento

matricial toma la forma

t2(2s+t—4m2)] [1 m2  mi
M;,y == |: 4M4 - ; ( 1,1y}w ;/m} + C@iw iw) + tQZ + t3Z + 5}11} 5}w N (B16)
w

Expandiendo esta relacién hasta términos de orden O(E"), se encuentra

(25t 4 12 — 4m2t) m2(2s+t—4m2) m?(2s+1t)
M, =~ [ i CewCaw + Cowlow) F = ) CewSaw | - (BA7)
w w w

Separando las diferentes contribuciones O(E*), O(E?) y O(EP) se llega a

t2 4 2st Lo

ML(O(EY) = == (GG + ConsCion) (B.18a)
m2(t+2s) . . t L

Miv’Y(O(EZ)) = —Wwawa + m—%v (Czjw@w + wagww) ) (B18b)
m4 S

M _(O(E%)) = (2 (B.18c¢)

También tenemos la contribucion directa

ML = iC e (k)€ (k) (208900 — GuwGap — Guadus) € (ka)e™ (ky). (B.19)

Al realizar las contracciones respectivas,

M:z = (Z: [26“(kl)e”(kg)e;(kg)eZ(M) — €' (k1)ey(ko)e™ (ke (ka) — e“(kl)e”(kQ)e;(kg)ei(kél)] . (B.20)

En funcién de los momentos correspondientes, se obtiene

ww ww 1 m

My w
ww:wa m—i(lek4k2k3_k1k2k3k4_k1k3k2k4)+o<ﬁ>+o<ﬁ>:| (B21)

M
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Existen términos de la forma O(E"), los cuales, en este nivel de la discusién, no tiene implicaciones para los
analisis que se quieren determinar. En variables de Mandelstam, tenemos:

ki ko =ks ky= % (s—2m2), (B.22a)
kp-ky=ko -ky= —% (t—2m3), (B.22b)
ki -ky=ko ks = —% (u—2m2), (B.22¢)

u=4m?2 —s—t. (B.22d)

Esto conduce a

ww ww 82 + 4St + t2 — 4m121}(3 + t)

= B.2
Mww wa 4milu ( 3)
Considerando por separado los elementos de la forma O(E*) y O(E?), tenemos:
M ((’)(E4)) B 82 + 4st + 12 - (B.24a)
ww - 4m%u ww :
ww t ww
M (O(E?)) = S,:z <, (B.24b)

Para el SM se tiene que C;U;U = ¢°, Cow = gsinby y (3, = gcosfy,. Al comparar (B.24a) con la suma de
(B.13a) y (B.18a) observamos que la divergencia O(E*) es automaticamente cancelada. Para otros modelos,
vemos que la divergencia debida a los términos O(E*) es nula si dichos acoples cumplen con la relacién

La contribucién debida unicamente a la presencia de bosones gauge puede describirse por

Me = Ma(O(E?) + Ma(O(E®)). (B.26)

Los demads términos no seran relevantes en el régimen de energias en el que estamos trabajando, ya que son
finitos o no son dindmicamente influyentes (i.e por ejemplo las masas de los bosones gauge o funciones de
ellas). Estos términos tienen la forma

2
M(O(E) = C2 | 2 G+ (Gl + Chuti — €22)] (B.272)
4
MeO(E) = ~5 (547 ) Ghutu (B.270)

Haciendose explicito el hecho de que al usar la propiedad (B.25) no solo términos de orden O(E*), si no que al-
gunos términos de origen O(E?) son también cancelados. Sabemos que las masas de los bosones gauge cumplen
con la restriccién de precisién fenomenolégica p = m2 /m? cos? 6, = 1 a nivel 4rbol, y que ademds cualquier
modelo con sector de Higgs extendido debe salvalguardar la simetria de custodia que ella posee (tratado en
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B. Amplitud W} W, — W;W;

la seccién 3.7.3 de parametros oblicuos en el 2HDM). Si consideramos estos comportamientos restrictivos, la

contribucién a segundo orden de los bosones gauge a la amplitud de dispersién, pueden describirse a través de:

+ 1) 1

o) = & e B.28
MG( ( )) 4m%U p0082 Hw wawa ( )
Ahora considerando la importante contribucién del Higgs 2, tenemos para el canal s,

v 1 *Q *
My = €(kr)e (kQ)gMVXZmeXZJwgaﬁe (3)e* (ka),
h

= —e(k1) - (ko) Xt =3 Xupw€” (K3) - € (Ka).
Para el canal ¢, tenemos

(B.29)
* 1 *
My = —€" (k)€™ (k3) o X 7——3 XuwGwpe” (k)€™ (Ka),
-
= —e(k1) - E*(k3)X?uwt72X1]}}we(k2) - € (ka). (B.30)
En términos de los momentos respectivos y con la expansién del propagador en series, se obtiene
My =—

1 4
XXt W(/ﬁ'kz ks - ky) + O

My, m2 md, 1 m% mi
T (ﬁ) +O<ﬁ> *0(ﬁ>] L

S g ] (B3D)
Con las variables de Mandelstam, los términos de la forma O(E?) y O(E*) dentro del primer parentesis
cuadrado, adquieren la forma

MS

noon 1 2 2y |1 i b
&= —wawa—4m4 (s — 2mw) (s - 2mw) [— 4+ —t
w

_ h h
= ~XwwXww

1 m? mi
2 2 4 h H
e (s —4smy, + 4mw) [; + ]

w1 (82 — 4sm? + 4mi) m? (52 — 4sm? + 4m ) 4 (82 — 4sm? + 4mi)
= " XwwXww 4m%u s + 3 + .,
= [s — dm2, +mj, + O(E?)]

De un modo similar se obtiene para el canal ¢,

1
h h
~XwwXww 4m;11}

(B.32)
1 1 m; ;
h H 2 2 h
Mﬁr{ - _wawaW (t B Qmw) (t o Qmw) |:
w
1 mZ 4
h h 2 2 4 h
= —XwwXww—r (t° —4tm;, +4m [
wwAwWwW 4mﬁ, ( w w)
onoon 1 (t2 — 4tm? + 4mi) m? (t2 — 4tm?2 + 4m )
= ~XwwXww 4m t +
w

3 + ..,
~Xuw X7 [t = 4miy +mi, + O(E7%)] .
m'UJ

(B.33)
2Desde la construccién del SM, y como lo hemos discutido en varias partes del texto, sabemos que toda teorfa gauge con SSB es
renormalizable [5].
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Asi el elemento de matriz debido al Higgs se describe como

Mir = M (O(E2)) + Mu(O(E)), (B.34)
Mu(o(E?) = -C XD m (B.35)

(mf, — 4m3,)

dm?
Al comparar (B.28) y (B.35), y con el fin de eliminar definitivamente la presencia de términos de orden O(E?)
en la amplitud de dsipersion, se establecen las siguientes relaciones entre los acoples de los bosones gauge y
del bosén de Higgs:

2
m R h
pcosigjewcgwcgw ~ XwwXww = 0. (B37)
La cual es satisfecha automaticamente en el SM, ya que en la teoria background (7, = gcosf,, y en el sector
minimal de Higgs x, = gm,, y fenomenolégicamente p = 1. Para un modelo multidobletes de Higgs, esta
relacion puede convertirse en

2
m 0 0
pCOS;UH iw ;w - § XZ;ngw =0. (B38)
w 0
n

Por lo tanto cualquier teoria con un sector de Higgs extendido cumple esta restriccion, y por tanto hace de la
dispersion de bosones vectoriales polarizados longitudinalmente un procesos unitario si:

0 0
= Se satisfacen las reglas de suma unitarias Zno XtvwXw = X2 XH con n° todos los bosones de Higgs
neutros de C'P-par del modelo extendido, y H el bosén de Higgs minimal.

» Protege la simetria de custodia® a nivel arbol p = 1.

Existe asi una relacion entre los limitantes tedricos de los modelos mas alla del SM con sectores extendidos
de Higgs, ya que para el proceso particular WZF W, — WZF W, la restriccién unitaria de las reglas de suma
para los acoples entre los bosones vectoriales y los Higgs neutros (ver la seccién 3.7.4), y la restriccién proveida
por los limites de precisién para el parametro p, tienen que ser satisfechas simultaneamente a fin de no tener
contribuciones a la amplitud de dispersién provenientes de términos O(FE?). Viendo esta sistemética en una
manera contraria, se puede establecer que si la unitariedad con contribuciones de sectores de Higgs extendidos

3En realidad la simetria de isoespin protege restringe el valor de este pardmetro incluso en las siguientes correcciones radiativas.
Con las contribuciones

_oomd Yy [AT(T 4 1) -V Vi Pery B39)
= mg cos? O ZT,Y 2y2|VT7Y |2 ’ ’
donde Vry = (¢(T,Y)) define los valores esperados en el vacio de cada campo de Higgs neutro, y 7' e Y especifica el

isoespin total SU(2)r y la hipercarga de la representacién de Higgs en que esta reside. Los coeficientes cr,y especifica si la
representacion es compleja o real. Se define una representacion real que consiste de un multiplete real con isoespin entero e
Hipercarga Y = 0. La simetria de custodia como simetria aproximada (presente solo en el potencial) guarda un esquema de
rompimiento SU(2)r x SU(2)r, — SU(2)v (V vectorial diagonal) cuando ocurre el SSB [69, 80].
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B. Amplitud W} W, — W;W;

a nivel arbol -es respetada-, el parametro p debe ser la unidad a este nivel de los cdlculos de dicho elemento
matricial particular.

Asi la contribucién total asociada a la dispersion WZF W, — WZF W, queda finalmente descrita a través de
términos de orden O(E°)

4 2 2
m t s (my; —4mz)
M=—0 <_ _> O T I (B.40)

Para un sector extendido de Higgs, esta amplitud puede describirse a través de:

(mf}0 —4m2)

2
m5 t S 5 ez ° P
_ 242 _ B.41

n

154



apenDICE C

AMPLITUD FF — FF

Consideremos el célculo de la amplitud de dispersién a nivel drbol del proceso ff — ff a través del formalismo
de estados de helicidad donde s >> mfzo >>m?2,m?. Estos desarrollos son fundamentales en las restricciones
unitarias netamente fermidnicas, en las que se determinan restricciones sobre los acoples de las teorias no
minimales como el 2HDM.

Los diagramas de Feynman con la contribucién del Higgs 1° en este nivel son

f(p2) f(pa)
f(p2) f(p3)

f(p1) f(pa)
f(p1) f(ps)

El elemento matricial, presentado de modo general, estd queda descrito por:

_ _ .0 1 o 0 0 1 0
M(ff— =) (”ﬂx?f“lWW?’X?fW + vﬂX%MW“ﬂX%) : (C.1)
770 770 770

La suma se encuentra realizada sobre los diferentes Higgs neutros del modelo (H?, h" y A®). Los acoples entre
los fermiones pueden ser descitos por medio de un término “universal” en los diferentes modelos factorizando
a un elemento adimensional “dependiente del modelo”, i.e

I A (C.2)

XiF T T omy, T

En virtud a que Gy = V22 /8M?, dicha descomposicién puede describirse a través de

()" = vaGsmi (=) o
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C. Amplitud ff — ff
Con esta parametrizacion nuestro elemento matricial toma la forma
M(ff—=ff)= \/_Gfm Z ( > 02101#@3@4 + 1721)4#213211 . (C.4)
f s — mio t— mio

Desde un punto de vista general, los eigenespinores en estados de helicidad para coordenadas esféricas polares
tienen la forma funcional [121]:

A(;os g , ;sin g@
'"?sin 2 e'? cos 5
ur(p) =vVE+m \| 29 , u(p)=vE+m Ip| .29 , (C.5a)
T Pl os ¥ PL_gipn ¢
E+4+m 2 E+4+m i 2
E|p‘ €' sin g ——E‘i"m €' cos g
Pl o0 S
E+m 2 E+tm 2
| e cos & _p| € sin ¢
or(p) = VEFm | “EemC 083 |y o) = VE T | Bem© 505 | (C.5b)
-— S11n 5 ACOS 5
e cos g €' sin g
Cuyo comportamiento en el limite de altas energias estd dado por:
[ 0
'(;OS 5 ; '—(bSln §9
¥ sin 5 e'?cos 5
2 2
@) =VE | 3 | w)=VEFm| G| (C.6a)
1) 2 12 2
|g‘ i sin 2 —%ew cos g
‘p| sin 3 2 % cos g
‘pl e cos & Mew sin 2
v(p) = VE +m 0 ’ ;o up)=vE+m| E” "2 (C.6b)
- sin 3 cos 5
e cos g €' sin g

Desde el punto de vista cinematico establecemos el siguiente sistema de referencia en coordenadas esféricas

(r,0,0): €

f(ps3)

f(p1) 9 f(p2) =

f(ps)

Figura C.1.: Sistema de referencia para la evaluacién cinemdtica del proceso ff — ff.
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El estado inicial del fermién puede ser tanto de helicidad de mano derecha o de mano izquierda (restringiendo
toda la cinemética a un plano al tomar ¢ = 0), obtenemos:

1 0
0 1
up) =VE [ [ |+ we) =VE| o |, (C.7)
0 -1
y para el estado final del antifermién (6 = 7):
1 0
0 1
vr(p2) = VE 1|5 wlp) = VE 0 (C.8)
0 1
Ahora para los estados finales de los fermiones, (escogiendo ¢ = 0):
cos g —sin g
0 [%
sin cos 5
=VE 2 =VE 2 C.9
m) =VE 03| e =VE| D7 (C9)
sin g — cos g
mientras que para el antifermién tenemos (6 -7 — 60y ¢ = 7):
cos (% sin g@
_ sin 5 _ —COS 3
vr(p) =VE | cos? |+ 1) VE Gn?’ | (C.10)
—sin g — Cos g

Miremos a continuacién los diferentes estados de polarizacién que pueden ocurrir en este proceso. Asi para
f+f+ = frfr v para acoples escalares con bosones de Higgs CP-par, nuestro elemento matricial puede escribirse
por medio de

1 _ 1
5 U3t V4 + U2pU4g 5 Uzpuly | - (C.ll)
7o t mno

s—m

_ _ 0\ 2
M(frfr = f1fr) = =V2Gm3 Y (E?”f> <U2Tu1¢
nO

Asi uno por uno los productos respectivos, para los estados iniciales, son

Voplip = U;T’youn =F (1, 0,—-1, O)

S O = O
|
—_

1
0
0
0

= FE(1,0,1,0) ) =2F. (C.12)

O = O =
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C. Amplitud ff — ff

Para el producto de los estados finales

1 0 0 0 cosg
_ . . 01 0 0 sin ¢
U3TU4T:u;TwomT:E(cosg,smg,cosg,smg) 00 -1 0 —coszg ,

00 0 -1 —sing

0

Cos 5

0 i 8 ] 0 sin §

:E(cos§,sm§,—cos§,—sm§) 2, | =2E. (C.13)

—cos 5

-0

—Sln§

De igual forma tenemos para la mezcla de los estados iniciales y finales de los antifermiones:

10 0 0Y /cos?
01 0 0 sin ¢
_ 0
UQTU4T:2};7 v4:E(1,0,—1,0) 00 -1 0 —(3082% ’
.0
00 0 -1 —sin 3
cosg
.9
sin 3
B (10,10 2, | =o. (C.14)
( ) —Cos 3
—sing

Para los productos concernientes al antifermién final seguimos un procedimiento similar:

10 0 O 1
_ I N ] o 0 -0 0 -0 0 1 0 0 0
U1y = UgyY ulT—E(cos §,sm§,cos§,sm§) 00 -1 0 NE
00 0 -1 0
1
= FE (cos §,sin g, —cos §, —sinf) (1) =0 (C.15)
0
Con esto mostramos que para los acoples escalares CP-par y fermiones
M(frfr = frfy) = —V2Gym] ) (A (C.16)
(frfr = frfr) = = fmfzo &i7 s, ) :
n
Con un procedimiento analogo, se llega a que
M(fofy— f1f1) =0. (C.17)

Consideremos un canal mixto (en los estados de helicidad) para la amplitud de dispersién con la estructura

U3rV41 V2| V4t uzru . .
m20 31V4 21Y4 n m20 3rU1]

n n

MfLfy = frfr) = —8GImEME Y (5?;)2 (vzwu
nO
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Los nuevos productos entre eigenespinores tienen la forma

10 0 0 0
_ 01 0 O 1
vgiuu:vgiwouu:E(O,l,O,l) 00 -1 0 E
00 0 -1 -1
0
=FE(0,1,0,—1) (1) =2F. (C.19)
-1
10 0 O Cosg
_ 01 0 0 sin &
’UQ¢U4T == U2¢’YOU4T =F (0, 1, 0, 1) 00 —1 0 . COSQg s
00 0 -1 —sing
cosg
= E(0,1,0,-1) 05 | g (C.20)
N T —cosg | 2 '
—sin 3
Sabiendo que #gvyp = 2E y en adicién
10 0 O 1
_ . . 01 0 O 0
Uzpul, = ugTyouu =F (cos g,sm g,cos g,sm g) 00 -1 0 1
00 0 -1 0
0
0 0 o ooy | 1 .
:E(cos 5,8in 5, — €os 5, — sin 5) 0 = 2F sin 3 (C.21)
-1

Con el uso de estos resultados, el elemento matricial asociado toma la forma

z ; o2 [ 4E?  AE%sin?§
MfLfy = Brfr) = —V2Gm; ) (5}}) < — + > 5 2)
770

s—m t—m
7o 7o

(C.22)

2 2
o 9 7\ AFE 2E%(1 — cosf)
n

170

En el sistema de referencia descrito, las variables de Mandelstam (bajo la suposicién de my = myo y my3 =
mys') estdn descritas por

!Para cualquier combinacién de estados inciales, tenemos en la variable de Mandelstam s, lo siguiente

2 2 2 m? m? m? m?
- B > 1 1 f2
s = (p1 + p2) =my, + my, + 2F1cm Eacm + 2FE1cm Facmi | 1 — Egcm — E%cm Erom Eaem .

En limite de altas energias s — EZ,,.
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C. Amplitud ff — ff

2 2
S = (pl +p2)2 — mec + 2p1 - Py = mec + 2 Zm — 2(plcm . pQCm) — Qm% + ;m _ 2’plcm’2 COS 912
E2 E2
= 2m} + 5+ 2 (T’” — m§c> =~ (C.23)
2
t=(p1 —ps) =m} +mj, —2p1-ps=mj +mj, —2 < 1~ (Prem - p3cm)> ;
2 2 ECQm
=my +mf3 -2 4 - |plcm||p30m| cos 0

E2 E2 E2
= m?”l —{—m?% —2 ( Zm B \/<% B mfvl) <% - m§3> cos 9) . (€24

Reemplazando el valor de la variable de Mandelstam s en la relacién para ¢, obtenemos

t:m?cl—i—mfcg—Q(Z—\/(Z—mfcl) (Z—m}g)cos&),

_ 2 2 _ 8 49 2 16 5 o
=m3, +mj, — 5 (1 - \/1 - g(mf1 +m¥,) + MR, cosf | . (C.25)

En limite altas energias esta expresién toma la forma

t= —% (1 —cosb). (C.26)

Con estos tratamientos nuestro elemento de matriz (C.22), expresado a través de s y t, toma la forma

My fy = fi) = —v2Gm3 S (5;‘})2 ( s At ) . (C.27)
n° 0

S —mZ, t—m
n Ui

De la misma forma se puede mostrar que el siguiente canal mixto cumple con

M(frf, = fLf) =0. (C.28)

Por tanto, las relaciones (C.16) y (C.27) representan las amplitudes de dispersién mds ttiles que pueden
emerger del proceso general ff — ff en el limite de altas energias y de m,0 >> my,m. con respecto a la
restriccién unitaria sobre los parametros libres en el sector fermidnico-escalar del 2HDM, considerado en el
capitulo 3.

Acoples con A°

Consideremos el siguiente elemento matricial para los acoples pseudoescalares (CP-impar) son 2
_ _ 9 —no\Z [ . 1 . . 1 .
M(frfy = frfr) = —\/inmf Z (:ff> ZU2T'YS“1TmW3T'Y5U4T + “’2T'Y5”4Tt sy iuzrysuLr | -
n%P—imp n n

(C.29)

2Los acoples entre fermiones pesados y el bosén de Higgs neutro A tienen la forma: A°ff = ify55?;
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En virtud a que los estados de helicidad en el limite de altas energias son también estados propios de s,

Ysur = FUps UL = UL YU = U YsUL = Uy, (C.30)

los productos ahora con 5 son por ende

VopY5U1t = VU1, (C.31a)
Uz1Y5Vap = — Uz Vs, (C.31Db)
V91 Y5U41 = —U240ar, (C.31c)
Uz Y5 = UspUas. (C.31d)

Reproduciendo asi el mismo elemento matricial conseguido para los acoples escalares (C.11). Desde tratamien-
tos similares se puede mostrar que todos los elementos matriciales asociados a los bosones de CP-par coincidien
con los de CP-impar bajo la utilizaciéon de los estados de quiralidad.
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APENDICE D

CALCULO ¢(QQ — WHW )

Reglas de Feynman

Las siguientes reglas, presentadas aqui desde un punto de vista de la estructura de Lorentz, pueden ser encon-
tradas en Higgs Hunters Guide, Griffiths, Haber y otros. (Nucl. Phys. B 272 (1986) 1, B 278 (1986) 449, B 307
(1988) 445.).

Vértices W,f
Jr
Wy
ho . hO
HO o X wwIpv
777777777777 Z)(w'u)g,ul/
W,
W,
W we
k+
p Zy Ay )
1w JaBr ZCJ)wJaﬁ)\
L
Wy Wy

Con Jogr = [gap(ks —k-)x — garx(p+ k1) + gar(p + k7 )al. Con kT, k™ y p los momentos incidentes en el
vértice de interaccion.
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Q|

PuPv
p2HEmZ,

PupPv )
p2—Em

q
h
}Jb _________F{_ . RO

------------ ixég) tXqq
q q
q 4

W
Z, A, i Pr, +dP,
Znéq'Yu (aPp, + bPR) Mg;q; T (cPp + dPg)
q ) qi
q
14H
Mg T
Propagadores q
Ho, ho f\/\/\vz“\/\/\/ —t -(1=¢)
---------- A ! / =T A
p
Z
A u '
K v ANNNNN,,  — s —(1-
INANNANAN, % [ » v TPl (g*““ (1=¢)
p
Ho, ho i(gtm)
]') q27m2
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

Acoples

Quarks tipo Up (Los acoples fermiénicos para el 2HDM tipo III se encuentran en la parametrizacién funda-
mental 5 = 0).

| Acople/Modelo | MSM |  THDMI [ THDM II THDM II1 |

n° gm

Xqq — 2mZ,
HO gmg sin o gmg sin o gm, €qq Sin

qu o 2mz, sin B8 o 2mz, sin B - QmZ (COS a+ %mq U)
ho gmg cos & gmg cos & gm o €qq COS

Xqq - QmZ, sin 8 - QmZ, sin 8 - Zmz, <_ sin o + %mq U)
0

XZ)w gy

ng:} gmy, cos(B — a) | gmy, cos(B — ) gmy, cos(fB — a)

XZ)Ow gmy sin(f — a) | gmy, sin(8 — «) gmy, sin(f8 — a)

Cuadro D.1.: Estructura de acoples en el sector de Higgs para los diferentes modelos minimales y 2HDM

Para quarks tipo Down, es necesario solo cambiar los acoples en el sector de Yukawa del Modelo de Dos
Dobletes de Higgs

| Acople/Modelo | THDM I | THDM 1I | THDM II1 \
HO gmg sin o gmg cos o gm, Eqqsina
qu - QmZ, sin 3 - ZmZ, cos B - QmZ, (COS a+ %mq U)
RO gmg cos gmg sin gm, . €qq cOS
qu - 2mz, sin 8 QmZ cos B - QmZ (_ sin o + %mq v

Cuadro D.2.: Estructura de acoples para los diferentes modelos minimales y 2HDM 1, II y III para los quarks
tipo down

Donde se observa que el cambio significativo ocurre solo en el Modelo de Dos Dobletes de Higgs tipo II. Los
acoples universales del Modelo Estandar estan establecidos en la siguiente tabla:

‘ Acople/Modelo | Modelo Esténdar ‘

Cow g sin 0y,
Cow g cos Oy,
w _9Uy
Ng;q; 22

5
Mqq eg

y4 - J
nqq cos 0.,

Calculo o(qqg — WTW™)

q W
P2 ko v
% «
HY RO
o %
b1 1
JF
q WH




A nivel drbol en el THDM, existen 7 diagramas que contribuyen al proceso ¢z — W TW . De estos 5 provienen
del background del modelo esténdar. De los cuales 2 (figuras de la izquierda) son del canal s con los bosones
vectoriales Z (My) y fotén (Mzz), y 3 (figura del centro) provienen del canal ¢t (M) con los tres diferentes
quarks del tipo down (up) en el propagador (si los quarks en las lineas externas son del tipo up (down)). En
este punto consideramos la jerarquia CKM en donde solo la contribucién de los términos diagonal sera tenida
en cuenta para el cdlculo del modo correspondiente. Para el sector de Higgs, existen dos (figura de la derecha)
contribuciones de los Higgs neutros del modelo THDM, debidas al Higgs neutro més pesado H° (M) y al
Higgs mas liviano h® (My/). El Higgs pseudoescalar A° tendria una contribucién asociada si la teorfa violara
explicitamente CP, lo cual no es el caso que aqui se tendra en cuenta.

Consideramos el R-gauge de Feynman-t’Hooft, donde los propagadores tienen la forma ya establecida en
nuestras reglas diagramaticas y las relaciones bosénicas entre los vectores de polarizacién son funciones inde-
pendientes del cuadrimomentum [24]!. La manera de abordar los cdlculos concernientes introduce para cada
amplitud invariante la contribucién de la emisién de los bosones de Goldstone GT y G~ en ese canal. Por
tanto, esta sistematica conduce al comportamiento a altas energias del proceso qq — W; W, y genera el
marco propicio en el andlisis de la verdadera influencia ante el mecanismo de dispersién global.

Contribucion de 7

La amplitud invariante, en el gauge de Feynman-t’Hooft, para el canal del bosén Z es

—1

My = 1_)(]?2, 0'2)1'77;]?70 (Cv - Ca'YES) U(pl, Ul)m <g‘7)‘) E*u(k‘l, Al)inUwJW)\e*”(kg, )\2) (D.l)

Con o; el estado de helicidad de espin de los fermiones y \; el estado de polarizacion de los bosones. Aqui ¢ =
v7qs. Con el fin de simplificar la notacién, haremos las siguientes definiciones; v9 = v(p2, 02), u1 = u(p1,01),
(ki M) =€y € (ka, No) = 5.

Con esto el elemento matricial toma la forma

U?f@w _

M= v27>‘ (cy — ¢as5) uleT“JMVAegy. (D.2)

2 2
q- —m;

El elemento al cuadrado no-polarizado (aqui se promedia sobre los estados iniciales y se suma sobre los finales),
queda descrito por

) (Cow
— % Z Z v2Q1u1u1 Q2’02] |:€* MV)\EQ €1 Jaﬁaeg] : (D3)

(q 0102 A1 Ao

(MM7)
Aqui Q1 = (¢y — cay5) ¥ Q2 = 77 (¢y — €ay5). Examinemos el término fermiénico

Z (U2 Q1u1t Qovo] = Z [02Q1 (P1 + M) Qova] = Tr [(P2 — my) Q1 (P1 + M) Q2] - (D.4)

g102 g2

Utilizando las propiedades de las matrices quirales podemos expandir dicha traza, obteniendo

'Esto se convierte en una forma de ver el comportamiento de los procesos dispersivos que cumplan con la condicién de uni-
tariedad en el régimen de altas energias, ya que el comportamiento fuerte es atribuido a los bosones vectoriales polarizados
longitudinalmente.
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

T [(p2 — mu)Qi(pr +mi) Q2] = T [(B2 — )y (e — cars) (1 + muy” (e — cas)
=T [ﬁﬂkﬁw"} +eTr [ﬁﬂkﬁw"]
—m2c2Tr [fyAfy"} +m2cTr [fyAfy"} . (D.5)

Para los estados bosénicos, tenemos la relacion en el gauge de Feynman t’Hooft

Y drereste; = g9, (D.6)
A1 A2

Asi el elemento matricial cuadrado en términos de las variables de Mandelstam toma la forma

2
(1m57) (Giw)* A

(s —m2)”

(MiM7) = (s,1). (D.7)

I

Donde la funcién A(s,t), tiene la forma

A(s,t) = —4[03(5mi —m?2(22m?2 + 155 4 10t) + 5bmi + 2m?2 (s — 5t) 4 45> + 5st + 5t2)
A (5mi +m2(14m2 + 35 — 10t) + 5m + 2m2 (s — 5t) + 45 + bst + 5t2)]. (D.8)

La seccion eficaz diferencial® queda descrita por

do, 1
dt — 16ms(s — 4m2)
2
z z \2
1 (nff) (wa)

© 6dms(s —4m2) (s — m2)?

(MiM7)

As, ). (D.10)

Y asi la seccion eficaz toma la forma

1 <77JZcf>2 (Clsz)Q

oAls) = 64ms(s —4m2) (s —m?2)? Als), (D11
con A(s) definida a través de
to
As) = [ A(s,t)dt = ——@U [ 2(5(582 5 + 84m2, + 33s) — 24m2(16m2 + 5s))
t1
+ 2(s(5B2 5 + 84m2, + 33s) + 48m2 (m2, + 25))] . (D.12)

2La seccién eficaz diferencial en una dispersién de dos cuerpos en términos de la variable de Mandelstam t estd definida como
(47]

do 1 1 2
dt 647 |Piem|? M|

(D.9)

Los limites de integraci(’)n asociados son las restricciones cinematicas de los diferentes procesos to,1 = m% +ms3 — %(1 =+ Bw) con

Jr 2,,2
ﬂw _ \/1 my mS 1677:57713 y to > tl
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Contribucidén del fotén

La amplitud invariante asociada a este canal estd dada por

;O
. — . —Zga * . *
IMpr = 'U(pQ,O'Q)’Lngqu(pl,O'l)—q2 €M (b1, M)iChwduwne™” (ka, A2). (D.13)
Este elemento matricial coincide con el asociado al canal z (relacién (D.2) para ¢, = 0y ¢, = 1 con un

propagador vectorial no masivo en el gauge Feynman t’Hooft). Por lo tanto, podemos extrapolar el célculo
asociado a la contribucion de z para el canal del foton. Esto produce el elemento matricial al cuadrado,

(72;) (G)?
Uy ww
(MpMip) = iffs—QB(S,t)- (D.14)

Con B(s,t) = A(s,t) para ¢, = 0y ¢, = 1. Esto conlleva, después de un conjunto de simplificaciones, a que
B(s,t) tome la forma

B(s,t) = —4 [5mi + m2(14m2, + 3s — 10t) + 5mi, + 2m2 (s — 5t) + 4s” + 5st + 5¢2] . (D.15)
Con esto la seccion eficaz diferencial adquiere la estructura
dog 1
dt — 167s(s — 4m?2)
v V2 (pr 32
1 <77f f> (Cabw)

 64ms(s — 4m2) 52

(MpMip)

B(s, t). (D.16)

Por tanto la secciéon eficaz toma la forma,

N (A (e

= . D1
o5(s) 647s(s — 4m?2) 52 B(s) (D-17)
Con B(s) definida a través de
to
B(s) = B(s,t)dt
ty
= —%ﬁws (s((582 + 33)s + 84m2) + 48m3, (m3, + 2s)] . (D.18)

Contribucién de los términos con quarks tipo down (up) en el propagador

La amplitud invariante, asociada a este canal, esta dada por

) _ ) N i(q+mgq) , )
iMprr = v(pg,ag)mg;qj%,(l —5)€ (ka, AQ)HE k1, /\1)1772‘2%%(1 — 5)u(p1,01). (D.19)
- M

Utilizando la notacién introducida en el aparte del calculo de la contribucion del canal Z, y reorganizando
estos términos, tenemos

167



D. Célculo o(qqg — WTW ™)

W \2
(50,

2
q2_md

Mirr=— Doy, (1 —5)(q + md)’Yu(l — Y5 U1 [ESVETM] .
(D.20)

Esta amplitud invariante estd destinada a determinar una seccién eficaz no-polarizada, para ello promediamos
sobre los estados iniciales y sumamos sobre los finales. El elemento matricial al cuadrado queda establecido
asi por

w 4
<nQin) 11

<MIIIM?[[> - ~ > 5299 Z Z T)QQVMUﬂIngaUQ [65”6*{“6?63] . (D.Ql)
(q2 _ mZ) 22
d 0102 \1)\2
Evaluemos la suma sobre los estados fermionicos
Z U Qruiuy Qovg = Z 02Q1 (P1 + my) Qavg = Tr [(p2 — my) Q1 (P1 + M) Qo] . (D.22)

0102 02

Al expandir esta traza en términos de Q1 = 7, (1 —75)(¢+ma) (1 —75) ¥y Q2 = v5(1 —75)(7+ma)Va(l —75),
y utilizando las propiedades de las matrices de Dirac, se llega finalmente a:

Tr — 8Tr [?3271/977/1]317%(?7&] + 4mgm,,Tr [?32’7117/1’)%97’7&] + szTl" [?32’7117/1’)%(?7&] — 2my,mgTy [5271/977#767&] .
(D.23)

Utilizando la relacién para los estados bosénicos (D.6) y realizando las contracciones respectivas , nuestro
elemento matricial al cuadrado toma la forma

w 4
(7¢s,)

1
_ o vB = _
4 (qz _ m3)29“ g Tr [(p2 — my) Q1 (p1 + mu,) Qo]

(MrrMipp) =
4
Ngiq;
_ 1MC(5¢). (D.24)

Con C una funcién dependiente de las variables de Mandelstam, y definida a través de la contracciéon de la
suma sobre de los estados bosénicos con la traza debida al promedio de los estados iniciales fermidnicos:

C(s,t) = —16 [m3(2m2 — s) + magmy(m2 — m2, +t) + 8t(s — 2m3)] . (D.25)

w

Si tomamos la definicién de la seccién eficaz diferencial con respecto a t, tenemos

do, 1 .
dt  16ms(s — 4m2) MurMin)
4
1 (nlzlgle)
= Gins(s —m2) T m?l)QC(s, t). (D.26)
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Asi

e = 647s(s —4m?2)

donde C(s) esta definido a través de:

C(s) = 16[1 g( _tO) (16m; — mgmy, — 8s)

md—tl

1 1
+ ( - > (14m2m?2 — Tm?s — mgm? — mim, + mdmumfv)] .

m?l—to mz—tl

Contribucién del Higgs H°

La amplitud invariante asociada es

. — . 0 i * . 0 *U
iMpy = U(P2,U2)ZX?JZU(P1,U1)QQ_TE # (k1 M)iX o g€ (K2, Aa).

HO

(n;'jqj)4 /to Cls.t) . _ (’733%>4 c
ty (t

_ m?l)Q  64ms(s — 4m2)

(D.27)

(D.28)

(D.29)

Cuyo elemento al cuadrado, promediado sobre los estados iniciales y sumado sobre los finales, esta dado por

2 770
Mooy = L <Xff) <wa> 0 x
My Miy) = 0D wmuw] [616,67 e,

4 (q 0102 A1 Ao
2 o\ 2
1 (7) <X5w> ] ) y
1 2 5 12 Tr [(P2 — mu)(P1 + mu)] g" Ly
(¢® —m%po)
0\ 2 0)2
L <X?f) <X5w>
=7 9 \2 D(S’t),
(s Mo )

con

D(s,t) =4 (4p1 - p2 — 4mi) .

Desde el uso de las variables de Mandelstam, se obtiene finalmente

D(s,t) =4 (4s — 12m3) .

Para la seccidon eficaz diferencial tenemos

do,, 1 *
dt — 16ms(s — 4m2) My Miv)

e,

 64ms(s — 4m2) (s — m%O)Q

(D.30)

(D.31)

(D.32)

(D.33)
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

Por lo tanto op, adquiere la forma

o\? (L E0)>
o — ! () (k) D(s)
P 64ms(s — 4m2) (S_m%{())z ’
donde
to
D(s) = D(s,t)dt = 4Bys (4s — 12m?) .

t1

Contribucién del Higgs h°

Para este canal tenemos la amplitud invariante 3

. — . RO i * .o *U
iMy = U(p2702)ixl}fu(p1,01)m€ # (1, M) Gy e™ (K2, Az).-

hO

(D.34)

(D.35)

(D.36)

Al seguir un procedimiento similar dada para la contribucién de H?, el elemento matricial al cuadrado es

() (),

<MVM*V> = (s B mio)z

=

con

E(s,t) =4 (45 — 12m2).
Asi la seccién eficaz diferencial

do. 1

dt — 16ms(s —4m2) My M)

SN N .

 64ms(s — 4m2) (s — mio)z
Asi og, adquiere la forma
0 2 0 2
1 (f7)” (i)

og = g 3)7
64ms(s — 4m?2) (s — mio)z

donde

to
E(s) = E(s,t)dt = 4Bys (4s — 12m2) .

t1

(D.37)

(D.38)

(D.39)

(D.40)

(D.41)

3Para esta contribucién solo es necesario cambiar, en el canal de H?, los acoples de Yukawa y del sector Bosénico de la interaccién

con el Higgs.
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Términos de interferencia
Contribucion Z-fotdn

Siguiendo el procedimiento del calculo para el elemento individual matricial al cuadrado del canal Z, se establece
que la contribucién no-polarizada de este canal de interferencia es

nffnfwawaw 11

<MIMII> (q

Z Z [0 Q11111 Qov9) [e* W)\e2 €9 Jaﬁaeg} , (D.42)

010'2 )\1)\2

aqui Q1 =7 (¢, — ca¥5) y Q2 = 7°. La suma sobre los estados fermiénicos reproduce la traza

Tr [(p2 — mu) Q1 (P1 + mu) Q2] = [(pz - mu)’V)\ (co — ca¥5) (D1 + mu)’Ya]
= ¢, Tr [p2yap1Ye] — mETr [va70] - (D.43)

Realizando la suma sobre los estados bosénicos con la relacién (D.6), se llega a que este elemento matricial
toma la forma

175710} 7S G
4 (Z;”W [Tuadape) 99”7 Tr [(P2 — mu) Q1 (P1 + mu) Q2] ,

1M G

(MMi;) =

=—— t). D.44
1 (s—m2)s (s:%) (D.44)
Con F(s,t) dependiente de las variables de Mandelstam:
F(s,t) = —4c, [Sm +m?2(14m2 4 3s — 10t) + 5m? 4 2m?2 (s — 5t) + 45> + 5st + 5t2] . (D.45)
Por lo tanto la seccion eficaz -asociada a este canal- queda determinada por
dO']_- 1 *
dt — 167s(s — 4m?2) MiMi)
Yz
1 1% 71 S G
= F(s,1). D.46
64ms(s —4m2) (s—m?)s (,2) ( )
La contribucién a la seccion eficaz es por ende
Yz
L My 1y G
oF = F(s), D.47
77 6dms(s — Am2)  (s—m2)s () ( )
con
to
F(s) = F(s,t)dt
t1
1
= —gﬁwcvs [82(555} + 33) + 8452 m?2 + 48m?2 (m? + 2s)] . (D.48)
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

Contribucion Z-propagador tipo down (up)

Utilizando las amplitudes invariantes (D.2) y (D.20), podemos construir el elemento matricial al cuadrado de
la forma

Ngia; ) NagGuow -
(MiMip) = —i (S(_q o > “ Z Z (U2 Qruy iy Qovo] [6 Junes” €l Gg] (D.49)

0'10'2 )\1)\2

Cuya notacién es invocada para reproducir una seccion eficaz no-polarizada. Aqui Q1 y Qs tienen la forma
funcional:

Q) = VA(CU - Ca'YES)a
Qo = V(1 = v5)(7 + ma)yu(l — 75).

Al realizar la suma sobre los estados fermidnicos, se encuentra que

> [02Q1u111 Qava] = Tr (P2 — M) Q1 (P1 + M) Qo)

0102
= 2¢, Tr [P2yAD1780Va] + 2¢aTr [D2yAD1787Va)
= 2mi e, Tr [yp@a] + 2mica T [vsdhal - (D.50)

Considerando la relacién de completez para los estados bosénicos (D.6), el elemento matricial al cuadrado
toma la forma

2
1 (nijjq) Mg
CA(s—m2)(t— m2)
y () oo
A (s—m2)(t —m2)

(MiMipr) = Tr (P2 — mu) Q1 (P1 + mu) Q2] Juwrgg"”

G(s,t), (D.51)

con

G(s,t) =16 [ca(llmﬁ +m2(=5m2 + s — 5t) +mi —m?2 (s + 2t) + t(35 + t))
+ ep(—2miy +m2(m2 + s + 1) + mi —m2 (s +2t) + (35 + 1)) (D.52)
La seccién eficaz diferencial es por tanto

doy B 1

dt ~ 16ms(s — 4m2) MiMir)

_ ! (77‘1’3'%)2 Mgt G(s.1) (D.53)
64ms(s —4m2) (s —m2) (t—m3) """ '

Y asi
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to

O'g = M[M[[[

 16ms(s — 4m2 t1

1 <77$qj) NagSuww
T 6dms(s —4m2) (s —m?2) G(s), (D.54)

donde

to 1
G(s) E/ 2g(5 t)dt
t1 t— my

= 16(tg — t1)(ca(m3 — 5m2 — 2m2 + 3s) + cp(m3 + m?2 — 2m?2 + 3s))

to — m2
+ 16 log < Zg) [ca(mé +m2(=bm?2 —2m2 + 3s) + (m2 — m2)(4m2 — m2 + s))
by —my
2

+ co(my 4+ m2(m?2 — 2m?2 + 3s) — (m2 —m2)(2m2 +m2 — 5))| + 8(t3 — t3) (ca + ¢») . (D.55)

Contribucién Z-H°

Desde los elementos matriciales individuales correspondientes (D.2) y (D.29), podemos llegar a que la con-
tribucién de este canal de interferencia puede describirse a través de

0
1 njrfgwaﬁr ng

4(q> —m2) (¢2 — m2,)

<MIM?V> = - Z Z UQQ1U1U1 QQUQ] [61 AWAGZ €] ega] , (D.56)

0102 A1 Ao

con Q; = (cy — ca¥5) vy Q2 = 1. En virtud a los procedimientos anteriores, este término puede convertirse
en

1 G it
(MiMiy) = =5 e [(py — 1mu) Q1 (B + mu) Qo] Juwag" g (D.57)
4 (q - mz) (q - mHO)
La traza correspondiente es
T (P2 = ) Qu (P + ) Q] = Tr | (2 = mu)y (0 = cas) (B +1ma) |
= dcymypay — 4cymypry- (D.58)

Este elemento matricial puede escribirse, en términos de las variables de Mandelstam, a través de

0
1 05X X
(MMy) = =7 — LT 0 gy (s,0), (D.59)
4 (s —m2) (s — mHO)
con
H(s,t) = 12c,my (2m2 + 2m?2 — s — 2t). (D.60)
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

Con la seccién eficaz diferencial

do,, 1 N
dt — 16ms(s —4m2) MiMiv)
0 HO
1 5 G X T X

= - I (s, ). (D.61)

64ms(s —dm?) (s —m2) (s — m%,)

En virtud a los limites de integracién, la seccion eficaz asociada es nula,
o, =0. (D.62)

Contribucién Z-h°
El elemento matricial al cuadrado, en términos de variables de Mandelstam, tiene la forma
0 0
1 75 CauwX X

(MM = —= I(s,t). (D.63)

4 (s —m2) (s —m3,)

Con
T(s,t) = 12¢,m, (2m2 + 2m? — s — 2t). (D.64)
Con la seccién eficaz diferencial
do, 1 .
dt —  16mws(s — 4m2) MiMy)
0 0
1 5 G X f Xt

= 64ms(s — 4m2) (s — m2) (3 — miO)I(S, t). (D.65)

En virtud a los limites de integracion, la seccién eficaz asociada es nula,

o, =0. (D.66)

Contribucion fotén-propagador tipo down (up)

Utilizando un procedimiento analogo al conseguido para el canal de z-propagador fermiénico, se llega a que el
elemento matricial asociado a la interferencia fotén-propagador tipo down (up) es

2
1 () g
(MitMipp) = 1 oS- m2) J(s,1), (D.67)

con J(s,t) = G(s,t) para ¢, = 1y ¢q. Asi, después de un conjunto de simplificaciones, se llega a que J(s,t)
tiene la estructura
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J(s,1) = 16|y (—2mt + m2(m2 + s +t) +mb —m?2 (s + 2t) +t(3s + t))] . (D.68)

Y asi la seccién eficaz asociada toma la forma

1 fo
S £ dt
07 167s(s — 4m2) /t1 M Mir)
2

w Y

1 <77q¢ 4 ) TggGuww
- _ D.69
647s(s —4m?2) s I(s), ( )

donde

J(s) = /tto ! J(s,t)dt

t— mz
= 16(tg — t1)(co(m3 + m?2 — 2m?2 + 3s))
to — mfl
tl — mz

+ 161og ( > [cv(mfl +m2(m2 — 2m?2 + 3s) — (m?2 —m?2)(2m2 + m?2, ))] +8(t8 — t3)c,

(D.70)

Contribucién fotén-H?°

Siguiendo el método dado para la interferencia entre Z y HY, se puede concluir que este canal llega a tener la
contribucién nula, i.e

= 0. (D.71)

Contribucién fotén-h°

Desde la contribucién anterior, se establece que

= 0. (D.72)

Contribucién Propagador Fermiénico tipo down (up)-H°

Desde las amplitudes invariantes (D.20) y (D.36), se puede llegar a que esta interferencia puede describirse por

HO
1 (nqlqj) Xfwaw
4 (¢? mz)(q,2 mHo)

(MrMiy) = Z Z (U2 Q11111 Qov2] [61 €57 €] Gga] . (D.73)

0102 A1 Ao

Aqui Q1 =1, Qo = (1 —~°)(g+ my)y?(1 —~°). Al usar el truco de Cassimir y la relacién de completez para
los bosones, este elemento matricial al cuadrado toma la forma

0
(nqlqj) X7 Xt

1
4(q* = m3)(q? — miy)

MiMiy) =

Tr [(P2 — mu)Q1(P1 + M) Q2] 9" gg- (D.74)
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Al evaluar esta traza explicitamente, se tiene

Tr [(p2 — my) (D1 + my) Qo] = T [(152 — ma)7* (1 = )@+ ma)y’ (1 — 75)]

= 2m, T [Py 07% | - 2mu T |17 07°
-8 _ap . B aﬂ_8 _ap . B «a a B D.75
My (=97 p2 - ¢+ 050 + p5q°) — 8mu(—g™p1 - ¢+ piq* +p7q”).  (D.75)

Las contracciones respectivas llevan a que la contribucién a la seccién eficaz diferencial estd dada por

do,, 1

dt — 16ms(s — 4m2) My Min)
<,,7w 2 XHOXHO
1 ﬁﬁ) Ff Aww
= M(s,1). D.76
64ms(s —4m?) (t —m3) (s —m2,) (5,) ( )
Con
M(s,t) = 16my(m2 —m?2 +t). (D.77)
Con esto la seccion eficaz es
to
Opm = (MpyMid

167s(s — 4m t

w
1 (Wflfj) Xfwaw

6471'8(8 —dmZ) (s —m2,) s) (D.78)
donde
to 1
M(s) = / 5 M(s,t)dt
t1 t— md

t() — m?l
= 16m,, [(md +m?2 —m?2)log < 2) + (tg — tl)} (D.79)

tl — md

Contribucién Propagador Fermiénico tipo down (up)-h°

Desde el canal anterior podemos llegar facilmente a que la seccién eficaz correspondiente a este modo estd dada
por

to
On = 167s(s — 4m2 t1 Miv Mir)d
KO RO
1 (77 ) X pXww
= fif D.80
 G4ms(s —4m2) (s — m2,) N (s), ( )

donde N (s) = M(s).
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Contribuciéon H? — p0

En virtud a las amplitudes D.29 y D.36, el elemento matricial al cuadrado asociado a la interferencia del Higgs

mas pesado con el Higgs més ligero del 2HDM se convierte en

HY ho

N 1 XX wawa
My My,) = 1 i fo 5~ O(s,1).
(s = mip) (s —mjo)
Con O(s,t) = D(s,t) = E(s,t)
O(s,t) =4 (4s — 12mi) .
Para la seccion eficaz diferencial tenemos
do,, 1 *
dt — 16ms(s — 4m2) My My)
0

B 1 XXX X O(s.4)

- 64ms(s —4m2) (s — m2) (s —mi,) 7
Asi o

HY ho
1 Xffowawaw ()
o0 = S),
64ms(s —4mZ) (s —m2,) (s —m?,)
donde
to
O(s) = O(s, t)dt = 48,5 (45 — 12m32) .
t1

Seccion eficaz en el 2ZHDM

La seccién eficaz asociada al proceso qg — WTW ™ en el nivel de Bohr estd dada por

(D.81)

(D.82)

(D.83)

(D.84)

(D.85)

P =g+ o,+ 0, + 0+ 0, + 20, + 20, + 20, + 20, + 20, + 20, +20, +20,,+ 20, +20,.

(D.86)

Utilizando los acoples respectivos al background Modelo Esténdar (con quarks up como estados iniciales), las

contribuciones individuales quedan descritas por?:

4Utilizamos la constante de Fermi Gp = v/2¢> /8m2, para ser coherentes en la notacion con las demas partes del escrito.
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D. Célculo o(qqg — WTW ™)

Los canales de interferencia con el bosén Z° son:

Las interferencias con el fotén estan dadas por:

1 32my, G3 4
O'.A(s) - 647‘(’8(8 — 4m%) (S _ ’I’)’Lg)Q (3)
1 32mﬁ)ch sin* 6,
o5(s) = 647s(s —4m?2) 52 8
4 2774
oe(8) = 647s(s —4m?2) 2 Cls)
2 2
HO HO
_ 1 () (k)
UD(S) 2 2 D(3)7
64ms(s —4m?2) (s —m20)
2 2
R0 ho
_ 1 (f7)” (k)
05(5) P 2 5(5)5
647ms(s —4m?2) (s —m2,)
1 32mﬁ)ch sin® Hw}_
oF(s) =  64ms(s —4am2) (s —m2)s (),
1 4mf‘UG%Ui2j
75 (5) =  64ms(s —4m2) (s —m?2) G(s),
0,,(s) =0,
o,(s) =0.
1 4mech Ufj sin? 0,
77(8) = 647s(s — 4m?2) s s
Ok (s) =0,
O (s) =0,

Los canales de interferencia con el propagador fermiénico estan dados por

0 0
1 MG rUZX Y Xl

T(s) = 64rs(s —4m2) /2 (s —m2,) (5),

0 0
1 MG rUZX} X

owls) = 647s(s —4m3) V2 (s —m2,) (5).

Y la interferencia entre los dos bosones de Higgs de CP-par
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oo(s)

0 0 0 0
1 X4 X XX

~ Gdms(s — 4m2) (s —=m20) (s —m3,)

HO

O(s).

(D.87a)

(D.87h)

(D.87¢)

(D.87d)

(D.87e)

(D.88a)

(D.88b)

(D.88c)
(D.88d)

(D.89%a)

(D.89b)
(D.89c¢)

(D.90a)

(D.90D)

(D.91)



APENDICE E

CALCULO o(FF — GTG")

Aqui presentamos el célculo de la seccién eficaz para el proceso ff — GTG~. Este mecanismo, en virtud al
teorema de equivalencia, confluye en el régimen de altas energias, salvo ordenes O(my /Ey ), con la seccién
eficaz del proceso de dispersién ineldstico ff — W; W, , permitiendo ver en realidad el comportamiento en
este escenario unitario de los diferentes acoples del modelo.

Reglas de Feynman

Las siguientes reglas en los gauges R, presentadas aqui desde un punto de vista de la estructura de Lorentz,
son tomadas de la referencia [57].

Vértices
at G*
. HO’ ho HO . q 077 ZX}CL;,OG,
Pl ZXGG
. o
G+ o+
kT Et+
» »
~ p Z\ p Ay )
ENANN iGGgN PUAVAV.V VAR (e 7o0
¥ ,’/,’
) k* ) . ki
G~ G-

Con Jy = (ks — k_)x. Con kT, k= los momentos emergentes del vértice de interaccion.
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E. Calculo o(ff — GtG™)

Propagadores

.......... S L
p2_
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_ v

y

q
ho .
------------ Zqu
q
di
G+
qj
qj
Wy
qi
Mg T
G:t
D vV
Go
D 12
i(g+m)
q27m2

inﬁf:qj T (CPL + dPR)



Acoples del espectro habitual con los bosones de Goldstone

Los diferentes acoples con los bosones de Goldstone estan provistos en la siguiente tabla:

| Acople/Modelo | THDM |

% €

CZ g cos 26y,
GCOT' 2 cos Oy

xZa — s cos 23 cos(fB + o)

0 .

Xéa Teosdy COS20sin(S + @)
z g

"lqq cos 0y,

77;% QQ sin aw
e g

77%’(1]' 2v/2my,

Calculo o(qq — W*W™)

/ s
/ G- 2L / Nes
2 ky .- P2 ky .-
x A X =
Z}Mfy ,"/ HO’hO .
: da e o
(4 \ A X
p1 4 Kk b1 k1
f G+ x A f Gt
p1 ki .
f G*

A nivel arbol en el THDM e igualmente que en el célculo del proceso ff — WHW ™, existen 7 diagramas que
contribuyen al proceso ff — GTG™. De estos 5 provienen del background del modelo estdndar. De los cuales
2 (figuras de la izquierda) son del canal s con los bosones vectoriales Z (M) y fotén (Mzz), v 3 (figura del
centro) provienen del canal ¢ (M;rr) con los tres diferentes quarks del tipo down (up) en el propagador (si los
quarks en las lineas externas son del tipo up (down)). En lo que respecta al sector de Higgs, existen dos (figura
de la derecha) contribuciones de los Higgs neutros del modelo THDM, debidas al Higgs neutro mas pesado
H° (Mpy) v al Higgs més liviano h° (My). El Higgs pseudoescalar AY tendria una contribucién asociada si
la teoria violara explicitamente CP, lo cual no es el caso que aqui se tendra en cuenta.

Este cdlculo permite, ademds de complementar la descripcién metddica de la seccién eficaz qg — WTW ™ en
el gauge de Feynman t’Hooft, mirar el comportamiento en este proceso de los bosones vectoriales polarizados
longitudinalmente en el régimen de altas energias, ya que en virtud al teorema de equivalencia los dos procesos
difieren a lo maximo en el orden O = my /Ey.

Contribucion de 7

Con la amplitud invariante en el Gauge R de Feynman t’Hooft

. _ . —1 .
iMp = 0(p2, 02)in: 7" (co — ca?”) U(Pl,o'l)(ﬁ_i%@@e(h — k)" (E.1)

z
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E. Célculo o(ff — GTG™)

En este gauge mgs = mw y mgo = m,. Con o; el estado de helicidad de espin de los fermiones y A; el
estado de polarizaciéon de los bosones. Aqui § = 77¢,. Con el fin de simplificar la notacién, haremos las
siguientes definiciones; 9 = 0(p2, 02), u1 = u(p1,01). Con todo lo anterior, el elemento matricial al cuadrado
no-polarizado adquiere la forma

(73) (eo?
/r’ —
M) = 2T (b mpen = e i+ g e — ear”)]

X Gapgu (kg — k)" (ks — k*)ﬁ- (E.2)

La seccién eficaz diferencial queda descrita por

do, 1
dt — 16ms(s —4m2)

L () o

© 6dms(s —4Am2) (s —m2)?

(MrMp)

Als, b). (E.3)

Con

A(s,t) = =82 (mt — 2m2(m2 +t) + mi — 2m2t +t(s + 1))
—8c2(mt +m2(2m2 — s —2t) +mi —2m2t 4+ t(s +t)). (E.4)

Asi la contribucién a la seccion eficaz, se encuentra descrita por:
z 2 z \2
1 <77ff> (wa) to

- t)dt
TAT Toms(s —am2)  (s—m2)? i A(s, t)dt,

L () o

pu— . E.5
64ms(s —4m2) (s —m2)? Als) (E5)
Donde
2
A(s) = —gﬁws [ci(s((ﬂi —3)s+ 12m2) +12m2 (s — 4m?2)) + 2s((82 — 3)s + 12m%u)] (E.6)
Contribucion del fotén
La amplitud invariante asociada a este canal estd dada por
. _ . _Z v . v
Mt = (02, 02005 7 ulpr, 1) =4 i by — k)" (E.7)

En virtud a la identidad de t’ Hooft (tratada en el apéndice B), este elemento matricial coincide con el asociado
al canal z (relacién (E.1) para ¢, = 1 y ¢, = 0 con un propagador vectorial no masivo en el gauge de Feynman
t’Hooft). Por lo tanto, podemos extrapolar el célculo asociado a la contribucién de z para el canal del fotén.
Asi la seccion eficaz para esta parte del proceso tiene la forma
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1 (77},?) 2 (%), i .

pu— . E.8
78 647s(s — 4m?2) 52 (s) (E8)
Con
2, o2 2
B(s) = —gﬂws [(By — 3)s + 12m;,] (E.9)
Contribucién de los términos con quarks tipo down (up) en el propagador
La amplitud invariante, asociada a este canal, esta dada por
G,
4iqj
Miir = —m@% (a1 + b175) (7 + ma)vu (a1 — b1ys) us. (E.10)
— My

Esta amplitud invariante estd destinada a determinar una seccién eficaz no-polarizada, para ello promediamos
sobre los estados iniciales y sumamos sobre los finales. Con lo cual el elemento matricial al cuadrado queda
establecido por

4
G
<77q¢qj) 11

(MIHM7H> = m§§ Z 52Quuulu_1gﬁav2- (E-ll)
d 0102
Evaluemos la suma sobre los estados fermionicos
> 001wt Qovy = 3 52Q1 (p1 + 1) Qava = Tr[(p2 — ma) Q1 (P1 + mu) Qa] (E.12)
0102 g2
Con esto el elemento matricial al cuadrado toma la forma
4
G
. 1 <77q¢qj)
MinMig) = 37—
(q - md)
x Tr [(p2 — my) (a1 + b1vs) (4 + ma) (a1 — b1ys) (P1 + mu) (a1 + b17ys) (4 + ma) (a1 + b1s)] .
(E.13)
La seccién eficaz diferencial es por lo tanto
do, 1 N
dt 16ms(s — 4m2) MurMin)
4
G
1 (77‘11"11'>
= t). E.14
64ms(s — 4m2) (t - mz)QC(s, ) (E-14)

Con
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E. Célculo o(ff — GTG™)

C(s,t) = —af [m3(5m: — 25) + 8mgmy(m? — m2, + t) + 2my, +ma(t — 4m3) + 2(mi, — 2mit +t(s + 1))
+ (4a3by + 4a1b3)(2mgm? — mgs +m3 — mym?2 + myt)my
+ a?b? [3mdm + 10mgmy (m?2 — m? + t) + 2(—4mt + m2(8m? +t) — 4(md — 2m2t +t(s + 1)) )]
+ b1 [md*(3m?2 — 25) + dmgmy,(m2 — m2, +t) — 2my +m2 (4m2, — )—2(m4 —2mit+t(s+1))].

w

(E.15)

As{ la seccién eficaz en el nivel de Born asociada a este canal es:

S S e S B S
e = 647s(s —4m?2) (nquj) / (t B mz)ZC(S’t)dt

! (€ )40( ) (E.16)
Op = —————— | Mg, s), .
¢ 64mrs(s —4m?2) laia;
donde
1
C(s) = - [— 2a7 (4mImy, +m3(3m2 — 2m2 4 2t1) + dmg(m3 — mym?) + mi — 2m2m?2 + mi —t3)
1=y

+ 4(a1b£{’ — a:{’bl)md(mimu + demi — mgs + mi — mum?ﬂ)
+ a2b3(10m3m,, + mA(5m?2 — 8(—2m?2 + s + 2t1)) + 10mg(m> — mym?2) — 8(mt — 2m2m? + ml — 1))
+ 2b‘11(2mdmu + md(mu — 2(—mw +s+1t1))+ 2md(m‘z — mum%v) — mi + Qmimi} — mfv + t%)]
1
t() — m?l

[ — 2af(4m3my, + mA(3m2 — 2m2 + 2tg) + dmg(m — mum?) +mi — 2m2m?2 + ml —t3)

+ 4(a1bi — atby)ma(mim, + 2mam? — mgs +md — m,m?)
+ atb? (10m3my, + m3(5m2 — 8(—2m2 + s + 2ty)) + 10mg(m> — mym?2) — 8(mik — 2m2m?2 + m? —13))

3

+ 2b‘11(2mdmu + md(mu — 2(—m120 + s+ to)) + 2mg(m;, 2

- mum’l%}) - mu + 2"nurnw - mi + t%)]

2

-1

+ log <%> [a‘ll(élm?l + 8mgmy, + m2 — 4m? + 2s) + 4al3bymgm,,
d U1

+ 20302 (8m32 — Smgmy, — m?2 — 8m2 4 4s) — darb3mgmy + b1 (4m3 — dmgmy, + m?2 — 4m? + 23)] .

(E.17)
Recordando que tg = m2 +m?2 — 5/2(1 — By) y t1 = m2, +m2 — 5/2(1 + By).
Contribucién del Higgs H°
La amplitud invariante asociada es
. _ . HO { _HO
iMpy = 0(p2, Ug)zxffu(pl, Ul)ﬁzxgg. (E.18)
q _mHO

El elemento al cuadrado, promediado sobre los estados iniciales y promediado sobre los finales, esta dado por
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4 (q2 - m?{O)Q 01092

b= mip)”
2 2
HO Ho
1 (7)) (o)
= 2 D(s,t), (E.19)
4 (S_mHO)

con

D(s,t) = 2(s — 2m?2) — 4m?. (E.20)
Para la seccién eficaz tenemos
do,, 1 *
dt — 16ms(s —4m2) My Miv)
0 2 0 2
L (gr) (&)
= 5 5—D(s,1). (E.21)
647ms(s — 4m?2) (s —m%0)
Con la contribucién integrada
2 2
Ho Ho
L (df) ()
op = /] D(s). (E.22)

 64ms(s — 4m2) (s — m%O)Q

Aqui

D(s) = —2Bus(4m? — s). (E.23)

Contribucién del Higgs h°

Para este canal tenemos la amplitud invariante

. - . RO { . RO
iMy = U(P27UQ)ZXfo(PhUl)mZXGG- (E.24)

hO

Al seguir un procedimiento similar que el conseguido para el célculo de la contribucién de H?, el elemento
matricial al cuadrado es

(X?;’)Q <XEOG)2 E(s, 1), (E.25)

1
My M) = =
(My My) 1 (S_miO)Q
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E. Célculo o(ff — GTG™)

con

E(s,t) = 2(s — 2m?2) — 4m?. (E.26)
Asi la seccién eficaz
2 2
ho ho
_ 1 <Xff> (XG‘G>
e =61 pP T2 E(s (E.27)
ms(s —4m3) (s — mho)
Aqui
E(s) = —2Bus(4m? — s). (E.28)

Términos de interferencia
Contribuciéon Z-fotén

Siguiendo el procedimiento del célculo para el elemento individual matricial al cuadrado del canal Z, se llega
a que la contribucién no-polarizada en el gauge de Feynman t’Hooft de este canal de interferencia es

M CaaSaa 11

MM =g 2

3 [02Q1u1t1 Qov) [(k+ — k(e — k). (E.29)

o102

Aqui Q1 =7, y Qa2 = vg(cy —ca5). La suma sobre los estados fermiénicos y su evaluacién respectiva reproduce
la relacién

Tr [(]52 - mu)Ql (]51 + mu)QQ] =c, Ir [(]52 - mu)’YV(ﬁl + mu)’Yﬁ] - cvszr [’YV’Yﬁ] . (E?’O)

Donde hemos hecho uso de las propiedades quirales de la matriz 5. La contracciéon entre la traza y los
momentos es representada en la funcién F(s,t) dentro del elemento matricial al cuadrado,

11750 CEaCl
(MM, = - ATPCER0G gy (E.31)

4 (s—m?)s

Con

F(s,t) = =8¢, [mi +m2(2m2 —s—2t) + md —2m2t 4+ t(s + t)]. (E.32)

Por lo tanto la seccion eficaz -asociada a este canal- queda determinada por

do, 1
dt — 16ms(s — 4m?2)
_ 1 pSealeo
 64ms(s —4m2) (s —m2)s

(MiMip)

F(s,t). (E.33)
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Asi

z . rz Y
1 nffnffCGGCGG
= . E.34
7F 64rs(s —4m2) (s —m?2)s Fls) (E.34)
con
2
‘F(s) = _gﬁchSQ((ﬂfv - 3)3 + 12m12u)' (E.35)

Contribucién Z-propagador tipo down (up)

Utilizando las amplitudes invariantes (E.1) y (E.10), podemos construir el elemento matricial al cuadrado de
la forma

2
Mg; ) MaaSé
MiMin) = =3 <§ - m;(t )
x Tr[(p2 — mu)y(co — caVs) (P 1+ my) (a1 + b1ys) (g + ma)(ar — b1ys)] (ky —k_)". (E.36)

Cuya notacién es invocada para reproducir una seccién eficaz no-polarizada. Después de realizar las contrac-
ciones respectivas, la seccién eficaz diferencial adquiere la forma

do 1
g _ .
dt  16ms(s —4m?2) MiMi)
2
G z rz
1 (77‘11"11'> MagSCc
= (s,t). (E.37)
647s(s — 4m2) (s —m2) (t —m3)
Con
G(s,t) = 4[a%cv(mdmu(—2mz —2m2 4 s+ 2t) —md +mb —2mit + st +t°)
+ 2a1b1cgm?(m2 — m?2 —t) + bic,(mgmy (2m2 + 2m?2 — s — 2t) — m + ml — 2m2t + st + t%)].
(E.38)
Asf la seccién eficaz
2
G z ;2
1 <771- ) MaSca
= M7 T G(s). (E.39)

% = 64rs(s —4m2) (s —m2)

Donde
G(s) =4(tg — t1) {a%cv(mz + 2mgmy, — Qm?u +s) — 2a1blcami + b%cv(m?l — 2mgmy, — Qm?u + s)]

2
1—my

2, 2 2 2
— 2a1bycomi,(ms — my, +ms)

to — md?
+4log (:7> {a%cv(mé + 2mmy, + mi(s — 2m2) + mgmy (—2m2 — 2m2 + s) — mi + mi)

+ b2c,(mi — 2m3my, + m3(s — 2m2) + mgmy(2m2 + 2m?2 — s) — mi + mi)]

+2¢, (85 — 1) (af + 07). (E.40)
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E. Célculo o(ff — GTG™)

Contribucién Z-H°

Desde los elementos matriciales individuales correspondientes (E.1) y (E.18), la contribucién de este canal de
interferencia puede describirse a través de

1 e X

775GaXs s Xoa i ] )
- ; Tr [(P2 — mu) Vo (co — ca¥s) (B + mu)] (ky — k). (E.41)
4 (g —m?) (¢? —m2,) +

(MiMiy) =

Evaluemos la traza correspondiente a través de las propiedades de la matriz quiral s

Tr (P2 — mu) Q1 (P1 + mu) Q2] = cu(p2 — p1)u- (B.42)

Este elemento matricial de interferencia puede escribirse, en términos de las variables de Mandelstan, por
medio de

0 HO
1 7 Kaax T xba
(MrMyy) = 21— I gy (s 8). (E.43)
4 (s —m?2) (s — mHO)
Con
H(s,t) = cymy(s + 2t — 2m2 — 2m2). (E.44)
Con la seccién eficaz diferencial
do,, 1 N
dt — 167s(s —4m?2) MiMiy)
HO HO
1 5 1SGa X F XGa

= 64ms(s —4m2) (s — m2) (S_mzo)’]‘l(s,t). (E.45)

Y la seccion eficaz

HO HO
1 nijéGXff Xaa

" Gdms(s — Am2) (s —m2) (s —m?y,)

H(s), (E.46)

o
donde

H(s) = ’ H(s,t)dt = 0. (E.47)

t1

Contribucién Z-h°

El elemento matricial al cuadrado para este canal tiene una forma anéloga al canal Z-HY,

z_/z RO h°

* 1 M37SG6XppXGG
= - I(s,1). E.48
MiMy) 4(s—m2) (s —m2,) (s,2) (E-48)
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Con

I(s,t) = H(s,t). (E.49)

Y por ende la seccion eficaz asociada es nula

=0 (E.50)

Contribucién fotén-propagador tipo down (up)

Utilizando un procedimiento andlogo al conseguido para el canal de z-propagador fermiénico, se llega a que el
elemento matricial asociado a la interferencia fotén-propagador tipo down (up) es

2
G
1 (nQiqj> quCva
4 s(t—m?)

(MirMipp) = J(s,t). (E.51)

Con J(s,t) = G(s,t) para ¢, = 1y ¢, = 0. Asi, después de un conjunto de simplificaciones, se llega a que
J(s,t) tiene la estructura

J(s,t) = 4[@%(mdmu(—2m3 —2m2 s+ 2t) —mi +mi —2mit + st +1?)

+ b2 (mgmay (2m2 + 2m?2 — s — 2t) — mt +ml —2m>t + st + tZ)] . (E.52)
Con la seccién eficaz

2
G
B 1 <77q¢qj) ngq(g‘c‘
T 6dms(s —4mZ) s (t—m?2)

g

(). (E.53)

donde

J(s) =4(to — t1) {a%(mz + 2mgma, — 2m2, + s) + b2 (m2 — 2mgm, — 2m?2, + 5)}

to — md?
+ 4log (h) [a%(mfl + 2mImy 4+ mAi(s — 2m2) + mgmy (—2m2 — 2m?2 + s) —mi + ml)
d
+ b%(mfl — 2m3mu + m?l(s — mev) + mdmu(Qmi + mev —5)— mi + mi)]

+2(12 — t1) (a2 + b3). (E.54)

Contribucién fotén-H?°

Siguiendo el método dado para la interferencia entre Z y HY, se puede concluir que este canal llega a tener la
contribucién

H° . HO
1757866X 7 Xea
4 s (s — mffo)

(MpMiy) =

K(s,1). (E.55)
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E. Célculo o(ff — GTG™)
Con K(s,t) = H(s,t) para ¢, = 1. Asi

K(s,t) = my(s + 2t — 2m2 — 2m?2). (E.56)
Por ende la seccion eficaz

~0. (E.57)

Contribucién fotén-h°
Desde la contribucién anterior, se puede determinar la asociada a este canal
Y Y kO RO
1M 756a X pXaG

<M]]M?V> - Z o (5 _ mio) ﬁ(S,t) (E58)

Con

L(s,t) = cymy(s + 2t — 2m?2 — 2m2). (E.59)

En virtud a que la cinemética asociada a las variables de Mandelstam es igual a la conseguida para los canales
con z y propagadaores fermionicos, la seccion eficaz de este modo del proceso global es nula,

~0. (E.60)

Contribucién Propagador Fermiénico tipo down-H"

Desde las amplitudes invariantes (E.10) y (E.18), se establece que esta interferencia puede describirse por

1 <77ng>2 X?;ng‘
(MirtMiy) = 1 w2 (@2 —m2 )Tr [(p2 —my)(p1 +my)(ar + bi1ys) (g +ma)(ar — bivys)] . (E.61)
FHO

Asi la seccion eficaz diferencial en términos de las variables de Mandelstam puede ser descrita como

dO'M 1 *
dt — 16ms(s — 4m2) MirMiv)
2
G HO  HO
1 <771- ) XrrXaa
2 I M (s, t). (E.62)

- 64ms(s —4m2) (t —m3)(s — m7)

con

M(s,t) = a2 (mg(2s — 8m?2) — dmy(m2 — m?2 +t)) + 203my (2mgmy, + 2m2 — s — 2t). (E.63)

Asf en la contribucion directa
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2
G HO HO
1 (77%'%'> XyfXaa
_ M(s), E.64
Tm 64ms(s —4m2)  ((s —m3y) () (E64)

donde
to —mg 2(9,,2 2 3 2
M(s) = —2log <t 2> [a1(2mdmu + dmgmi, — mgs + 2m;, — 2m,ms)
1—my
+ b2 My (2m3 — 2mgmy, — 2mw? + s)| — dmy(tg — t1) (a3 + b3). (E.65)

Contribucién Propagador Fermionico tipo down (up)-h°

Con las amplitudes invariantes (E.10) y (E.24), se llega a que esta interferencia puede describirse por

1 <77ng)2 X?}X}éoc
MirrMiy) = (@ —m)(d? —m2 I [(p2 = mu) (b1 +mu)(ar +b175) (4 + ma)(ar —b1ys)]. (E.66)
no

Siguiendo un procedimiento analogo al canal de interferencia propagador fermiénico tipo down -H°, encon-
tramos que la contribucién asociada a la seccion eficaz de este canal es

2
G RO K0
1 <77Qin> XyrXaa
ag =
N 6dms(s —4AmZ) (s —m3)

N(s), (E.67)

con

o — m2
N(s) = —2log <t(1) — Zg) [a%(Qm?lmu + dmgm? — mgs + 2m> — 2m,m?2)
d
+ b2my (2m2 — 2mgm, — 2mw? + s)] — dmy(to — t1)(a? + b?). (E.68)

Contribuciéon H? — p0

En virtud a las amplitudes (E.18) y (E.24) y a los célculos desde alli desplegados, el elemento matricial al
cuadrado asociado a la interferencia del Higgs mas pesado con el Higgs mas ligero se convierte en

1 X B

. FXfiXaaXaa

(M My) = EAM £ LN (s,t). (E.69)
(3 - mHO) (3 - th)

Por tanto la seccién eficaz diferencial toma la forma

do 1

o __ *
dt — 16ms(s — 4m2) My My)
0 0 0 0
1 X?f X?fXgGX}Cl}G’
= 5 5 5~ O(s,1). (E.70)
64ms(s —4m3) (s —mi,) (s —m3,)
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E. Célculo o(ff — GTG™)

Con
O(s,t) = 2(s — 2m2) — 4m?>. (E.71)
Y asi la contribucién a la seccién eficaz
HO RnO  HO RO
o = ! NrXpPXGEXGE o ) (E.72)
64ms(s —4m?) (s —m2,) (s —m?,)
donde
O(s) = —2Bys(4m? — s). (E.73)

Seccion eficaz en el bakground del modelo estandar electrodébil

Utilizando los acoples respectivos al background Modelo Esténdar (con quarks up como estados iniciales) y
con el sector de Higgs del 2HDM sin violacion CP, las contribuciones individuales quedan descritas por:

1 32meG? cos? 20, 1
= . E.74
74 647s(s —4m?2) 4 cos? 0y, (s — m§)2./4(s) (E-74a)
1 32mf‘UG§Q2 sin? 4,
= . E.74b
o8 647s(s —4m?2) 52 B(s) (E.74b)
4 12
1 my, Gy
o, = C(s). (E.74c¢)
€ 64mrs(s —4m?2) 2md
1 2m2m? G2 (EHE))Q (Egg‘)Q
op — T hll AN 2_D(s). (E.74d)
64ms(s —4m?2) cost b, (s —m2)
2 2
,_,h() ,_hO
1 2m2im G2 <:ff) <:G’G)
o0s = =TT f4;U / 3 E(s). (E.74e)
TS(S m;)  Ccos® 0y (3 — mho)

0 0
Con &l y E;Z 7 son los acoples relativos dependientes del modelo. Las contribuciones de las interferencias con
el canal del Z estan esquematizadas por

oo 1 32m%UG3c tan? 6, cos 26wQ}"(3) (E.750)
7 64ms(s — 4m2) (s—m?)s ' '

oo 1 4m12UG? cos 20, 1 G(s) (E.75h)
¢ 647s(s —4m2) m2 cos?60, (s —m2) '

o, =0. (E.75c¢)

o, =0. (E.75d)

Las restantes interferencias debidas al fotén, se encuentran esquematizadas por
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1 8m?2 Qsin? 0,

77 =  64ms(s — 4m2) m2 s (5)-

Los demas términos de interferencias con los canales en los propagadores fermiénicos

0 0
I 1 G}mfmwmz 5}? ggG’ (S)
M 6dms(s —4m2) m2 cosby (s —m2,) '
RO ¢hO
1 G2mmym. &7 :E5q
oy = JTTwTE 2T N (s).

 64ms(s — 4m2) m2 cosly, (s — m2,)

Y finalmente la interferencia entre los bosones de Higgs de CP-par del 2HDM

HO £h0 ¢ HO ¢h0
L 2mpGhmE & &pfoatos

%0 = 64ms(s —4mz) cos?Oy (s —mi,) (s —m,)

O(s).

(E.76)

(E.77)
(E.78)

(E.79a)

(E.79b)

(E.80)

Asi en la aproximacién a nivel arbol, la seccién eficaz total asociada al proceso ff — GTG™ esta dada por

B =0, ‘o, +o. topto,+20, + 20, + 20, + 20, + 20, + 20, +20, +20,, + 20, +20,. (E.81)

Para el SM minmal solo existe la contribucién de un bosén de Higgs, por tanto se encuentra que la seccién

eficaz asociada es

O_Born:O_A+O,B+O_C+O—§M+20']__—|-2(J'QSM—|-20'J+20’,C+20'§M.

(E.82)
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