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Producción y decaimiento de bosones Z ′ y bosones de
Higgs h, H en el marco del modelo B-L en futuros

colisionadores e+e� ILC y CLIC

RESUMEN

En este proyecto de investigación, se estudia la fenomenología de la producción y

decaimiento del bosón de Higgs ligero h y pesado H en el contexto de una extensión

U(1)B−L del Modelo Estándar con un bosón pesado Z ′ adicional en futuros colisiona-

dores lineales e+e− a energías de centro-de-masa de
√
s = 500-3000 GeV y luminosida-

des integradas de L = 500-2000 fb−1. El estudio incluye los procesos Higgs-strahlung

e+e− → (Z,Z ′) → Zh y e+e− → (Z,Z ′) → ZH, teniendo en cuenta los efectos re-

sonantes y no resonantes. Encontramos que el número total de eventos esperados Zh

y ZH son del orden de O ∼ 106 y O ∼ 105 respectivamente. Otros procesos también

considerados en este trabajo corresponden a la producción de bosones de Higgs h y

H en asociación con un par de quarks top. Especí�camente, se analizan los efectos

resonantes y no resonantes de los procesos de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄h

y e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄H, también se analizó la sensibilidad de la producción de

bosones de Higgs, h y H, en relación con la posible existencia de un bosón Z ′ y un par

de quarks top a las escalas de energía que se alcanzarán en los próximos colisionadores

lineales e+e−. Para los procesos tt̄h, H la cantidad de eventos esperados es de; 69,067 y

52,578 respectivamente. Además se desarrollan y se presentan novedosas fórmulas ana-

líticas para determinar las diferentes secciones transversales totales involucradas en la

producción de bosones de Higgs. Se concluye que este es un escenario optimista donde

será posible realizar mediciones de precisión para el Higgs ligero h y pesado H , así

como para el Z ′ en el futuros experimentos en colisionadores e+e− de alta energía y

alta luminosidad.
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Z ′ bosons and Higgs h, H bosons production and
decay in the context of the B-L model at future e+e�

linear colliders ILC and CLIC

ABSTRACT

In this project, we studyed the production and decay phenomenology of the light

h and heavy H Higgs bosons in the context of a U(1)B−L extension of the Standard

Model with an additional Z ′ heavy boson at future e+e− linear colliders with center-of-

mass energies of
√
s = 500-3000 GeV and integrated luminosities of L = 500-2000 fb−1.

The study includes the processes e+e− → (Z,Z ′) → Zh and e+e− → (Z,Z ′) → ZH,

considering both the resonant and non-resonant e�ects. We �nd that the total number

of expected Zh and ZH events can reach O ∼ 106 and O ∼ 105, respectively. Other

processes which are also considered in this project, correspond to the Higgs boson

production h and H associated with a pair of top quarks, speci�cally, we analyzed the

resonant and non-resonant e�ects of the annihilation processes e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h

and e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄H, we also considered the production sensitivity of the light

h and heavy H Higgs bosons, in relation with the possible existence of a heavy Z ′ boson

and a top quark pair at the energy scales that will be reached in the near future at

projected e+e− linear colliders. For the tt̄h, H processes, the number of expected events

are 69,067 y 52,578 respectively. Furthermore, we developed and present novel analytical

formulae to assess the total cross-sections involved in the production of Higgs bosons.

We found that under this optimistic scenario, it would be possible to perform precision

measurements for both Higgs bosons h and H, as well as for the Z ′ boson in future

high-energy and high-luminosity e+e− linear colliders experiments.
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Capítulo 1

Introducción

El Modelo Estándar (SM por sus siglas en inglés) de la física de las partículas elemen-

tales es una Teoría Cuántica de Campos Relativista (Quantum Field Theory (QFT)),

desarrollada a �nales de los años 60. Esta teoría esta basada en las ideas de la uni�cación

de de las interacciones y de simetrías de norma, describe la estructura fundamental de

la materia y el vacío, considerando a las partículas elementales como una manifestación

de la perturbación de los campos y como entes irreducibles cuya dinámica está regida

por tres de las cuatro interacciones fundamentales conocidas. La palabra "modelo" vie-

ne del período de los años 70s cuando no había su�ciente evidencia experimental que

con�rmara la teoría. Hasta la fecha, casi todas las pruebas experimentales de las tres

fuerzas descritas por el SM están de acuerdo con sus predicciones [1].

Actualmente, el SM de las interacciones Electrodébiles (EW) y Fuerte o Cromodi-

námica Cuántica (QCD) de las partículas elementales representa uno de los mayores

logros de la humanidad en la comprensión de las leyes fundamentales de la naturaleza.

La física de �nales del siglo XX y el descubrimiento del bosón de Higgs en el 2012, dan

fe del triunfo y del éxito que este modelo ha tenido hasta nuestros días.

La teoría Electrodébil, propuesta por Glashow, Salam y Weinberg [2] para describir

las interacciones electromagnéticas y débiles entre leptones y quarks, se basa en el grupo

de simetría de norma o simetría de fase (gauge symmetry), es decir, que los procesos son

invariantes ante una transformación de fase y considera el isospín izquierdo (levógiro)

e hipercarga, SU(2)LÖU(1)Y . Esta teoría, al combinarse con la QCD, la teoría de las

interacciones fuertes entre quarks de "colores" basada en el grupo de simetría SU(3)C ,

proporciona una imagen perfectamente coherente que describe estas tres interacciones

y los fenómenos de la física de partículas observados hasta ahora a nivel cuántico.

Una piedra angular del SM es el mecanismo de ruptura espontánea de la simetría
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electrodébil (EWSB), que se abordará mas delante, propuesto en los años sesentas por;

P. W. Higgs, R. Brout, F. Englert, G. S. Guralink, C. R. Hagen y T. W. B. Kibble

[2] para generar las masas de los bosones vectoriales de norma débiles de una manera

mínima (con un minimo de campos, en estye caso un doblete) y, como se demostró más

tarde, respeta los requisitos de renormalizabilidad, es decir, que se puede evitar que el

Lagrangiano diverja a ciertas energías (en teoría de campos, técnicamente se re�ere a

una densidad Lagrangiana L, que es función de los campos φi y de sus derivadas espacio-

temporales) además de ser unitaria (una matriz U es unitaria si tiene inversa igual a

su traspuesta conjugada U∗). Este mecanismo introduce un doblete (dos partículas o

campos que poseen las mismas propiedades físicas bajo cierta interacción) SU (2) de

campos escalares complejos (campo de Higgs) y su componente neutra arroja un valor

mínimo diferente de cero, valor esperado de vacío, v (vacuum expectation value - VEV).

Como consecuencia, la simetría electrodébil SU(2)LÖU(1)Y es espontáneamente rota

hasta el nivel de la simetría electromagnética U(1)Q (Q es el número cuántico de carga

eléctrica), es decir, ésta no se rompe. Tres de los cuatro grados de libertad del doblete de

campos escalares complejos son absorbidos ("eaten") por los bosones vectoriales débiles

W± y Z, para dar lugar a sus polarizaciones longitudinales y de esta manera adquirir

masa [2]. El grado de libertad restante corresponde a una partícula escalar, el bosón de

Higgs. Las masas de los fermiones son generadas a través de la interacción del campo

escalar de Higgs y su conjugado con los fermiones, llamada interacción de Yukawa (la

cual se analizará mas delante).

1.1. Antecedentes

El SM de las interacciones electrodébiles, incluyendo el mecanismo de ruptura es-

pontánea de la simetría electrodébil para generar las masas de las partículas, se propuso

a mediados de los años 60, sin embargo, no fue sino hasta los años 70 que todas sus

facetas comenzaron a ser investigadas completamente, después de la prueba por Ge-

rard 't Hooft y Veltman [3, 6], la cual concluye que es una teoría renormalizable y

el descubrimiento de la corriente neutra débil en el experimento Gargamelle. Después

del descubrimiento de los bosones de norma (gauge bosons) W± y Z en el CERN

(Conseil Européen pour la Recherche Nucléaire -Consejo Europeo para la Investigación

Nuclear), el estudio del mecanismo de la ruptura espontánea de la simetría electrodébil

se convirtió en un tema dominante de la física de partículas elementales. La reliquia de

este mecanismo, la partícula de Higgs [2], se convirtió en el Santo Grial de la física de
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colisionadores de altas energías y el objeto más buscado con estos aparatos.

En los años setenta y ochenta, se acumuló una impresionante cantidad de conoci-

mientos teóricos sobre el rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil (EWSB) y

de las propiedades esperadas de el/los bosones de Higgs, tanto en el marco del SM como

de sus extensiones (supersimétricas (en física de partículas, la supersimetría (SUSY) es

un principio que propone una relación entre dos clases básicas de partículas elementa-

les: los bosones, que tienen un espin con valores enteros, y los fermiones, que tienen un

espín de 1/2) y no supersimétricas). A �nales de los años 80, ya se habían examina-

do de forma teórica las propiedades básicas de las partículas de Higgs y se exploraron

sus principales modos de decaimiento y mecanismos de producción en colisionadores

de hadrones y leptones [3,4]. Este monumental esfuerzo fue amplia y profundamente

revisado en el famoso libro, "The Higgs Hunter Guide" escrito por; John F. Gunion,

Sally Dawson, Howard E. Haber, Gordon Kane. También se analizaron las cotas de los

datos experimentales disponibles en aquel momento y las perspectivas para descubrir la

partícula de Higgs en los próximos experimentos en colisionadores de alta energía, co-

mo el LEP Large Electron Positron Collider), SLC (Stanford Linear Collider) y el LHC

(Large Hadron Collider), así como los posibles futuros colisionadores electrón-positrón,

e+e−.

Los grupos de simetría de gauge (en mecánica cuántica y teoría cuántica de campos,

el grupo de simetría de gauge se re�ere al conjunto de transformaciones de coordenadas

o transformaciones de fase que dejan invariante el que de�ne la evolución temporal

de un sistema físico) del SM dan lugar a una teoría cuántica de campos [5] que es

perturbativa (En la mecánica cuántica, la teoría de perturbación es un conjunto de

esquemas de aproximación directamente relacionados con la perturbación matemática

para describir un sistema cuántico complicado en términos de uno más simple. La idea

es comenzar con un sistema simple para el que se conoce una solución matemática, y

añadir un Hamiltoniano adicional que representa una perturbación débil en el sistema)

a energías su�cientemente altas y además es renormalizable [6], (la renormalización

es una colección de técnicas en teoría cuántica de campos, y mecánica estadística de

campos, usadas para tratar los in�nitos que surgen al realizar cálculos matemáticos

para analizar fenómenos de interacciones entre partículas). A partir de este marco, está

ampliamente aceptado que cada partícula de este modelo (en particular, cada bosón de

gauge masivo) obtiene su masa por medio del llamado Mecanismo de Higgs.

Como se ha mencionado, el SM de la física de partículas codi�ca las propiedades

e interacciones de los constituyentes fundamentales de toda la materia visible del uni-
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verso. Describe correctamente los resultados de experimentos en aceleradores, algunos

de ellos a un grado de precisión muy alto. Sin embargo, durante mucho tiempo el SM

se asemejaba a un rompecabezas con una pieza que faltaba: el bosón de Higgs. Esa

partícula, o algo capaz de reemplazarla, era esencial para la calculabilidad del SM y su

coherencia con los datos experimentales. Esta última pieza, llamada la "Partícula de

Dios" (no por motivos religiosos) por el Nobel de física Leon Lederman, fue �nalmente

puesta en su lugar con el anuncio de su descubrimiento [1] el 4 de julio del 2012, al

observarse una resonancia bosónica de 125 GeV con las características del bosón de

Higgs en los detectores ATLAS (A Toroidal LHC ApparatuS - Aparato Toroidal del

LHC) y CMS (Compact Muon Solenoid - Solenoide Compacto de Muones) del LHC

del CERN. Su descubrimiento proporciona un cierre a medio siglo de conjeturas sobre

física teórica y �jó la etapa para una nueva fase de búsqueda de física más allá del SM.

Recientemente, las mediciones de sus propiedades por las colaboraciones ATLAS y CMS

han arrojado más consistencia a las predicciones del bosón de Higgs, en la actualidad

continúan las búsquedas de posibles discrepancias indicativas de una nueva física más

allá del SM.

La existencia del bosón de Higgs fue postulada por primera vez en 1964 [2]. Después

de algunos trabajos teóricos previos que introducían el concepto de ruptura espontánea

de la simetría en materia-condensada [3] y en la física de partículas. Este concepto

se incorporó al SM en 1967 [4, 5], este parece ser el primer documento en el que se

muestra que las partículas de materia también pueden adquirir sus masas a través del

proceso de ruptura espontánea de simetría y posteriormente en 1971, se demostró [6]

que conducía a una teoría uni�cada y calculable que predecía las interacciones débiles

y electromagnéticas. Las predicciones del SM han sido coronadas con una serie de

éxitos, como lo son; el descubrimiento de las corrientes neutras en 1973, del charmonium

en 1974 [7], los descubrimientos de las partículas W± y Z0 en 1983 y sus mediciones

detalladas posteriores, y el reciente descubrimiento del la partícula de Higgs.

Ya en 1975, antes de que se con�rmara el descubrimiento experimental del quark

encanto (charm), se consideraba que el descubrimiento del bosón de Higgs sería la

culminación de la comprobación experimental del SM, y se publicaron muchos do-

cumentos delineando su per�l fenomenológico [8]. En ese tiempo, las ideas sobre la

ruptura-espontánea de teorías de norma generalmente eran consideradas como mera-

mente hipotéticas, y el bosón de Higgs aun no estaba dentro de la agenda experimental.

Sin embargo, en los años posteriores hubo algunos eventos clave, primero en experimen-

tos con colisiones e+e− y posteriormente en colisiones protón-antiproton pp y protón-
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protón pp [9], con el tiempo llegó a ser considerado como el principal objetivo de los

experimentos en el LHC.

Los datos actuales sobre el bosón de Higgs en el LHC [10] tienen varias limitaciones,

existen aún grandes incertidumbres sobre los acoplamientos entre el bosón de Higgs y

las otras partículas del modelo, también, las medidas de precisión de las propiedades

del bosón de Higgs en el LHC son desa�adas seriamente por el complicado fondo ra-

diactivo, generado principalmente por el hecho de que los hadrones tienen estructura,

es decir, están formados por entes más elementales, los quarks. Por otra parte, otras

"fábricas" (procesos de producción) del bosón de Higgs aparte del LHC, como los fu-

turos, International Linear Collider (ILC) y Compact Linear Collider (CLIC), pueden

llevar a cabo mediciones del bosón de Higgs con alta exactitud. En muchos casos, el ILC

puede mejorar signi�cativamente las mediciones del LHC [11, 12] debido a su ambiente

"limpio", libre de fondo radiactivo, dado que los electrones son partículas elementales,

sin estructura. Es en este tipo de colisionadores, electrón-positrón, en donde los pro-

cesos analizados en el presente trabajo tienen lugar, y de donde obtenemos una de las

principales motivaciones de nuestra propuesta.

Aparte de los problemas experimentales al analizar el Higgs, se sabe que el SM no

alcanza a ser una teoría completa de las interacciones fundamentales debido a varios

problemas sin resolver, como el hecho de que los neutrinos son masivos, mani�esto en

las recientes observaciones de patrones de oscilaciones además, la evidencia de materia

oscura (DM) y de observaciones cosmológicas relacionadas. El SM también es afectado

por varios problemas teóricos: en primer lugar, la gravedad cuántica no está mani�es-

tamente incluida; en segundo lugar, la teoría se ve afectada por el llamado "problema

de jerarquía", en física teórica, el problema jerárquico es la gran discrepancia que hay

entre los aspectos de la fuerza débil y la gravedad. No hay consenso cientí�co sobre por

qué, por ejemplo, la fuerza débil es 1024 veces más fuerte que la gravedad. Ahora bien,

aunque el hecho de encontrar una solución al problema gravitatorio a rangos de energía

cerca de la escala de Planck O (1019 GeV, el LHC actualmente esta trabajando a 14

TeV), el problema jerárquico es de hecho una indicación de problemas de consistencia

presentes a una escala de energía de O (TeV).

Recordemos que el SM aún después del descubrimiento del bosón de Higgs, contiene

varios parámetros libres: cinco constantes de acoplamiento (gs, g, g1, µ
2, λ), y algunas

masas, ángulos y fases de mezcla. La mayoría de las interrogantes que deja abiertas

están relacionadas con el sector de rotura de simetría y algunas de estas son:

¾Por qué hay tres generaciones?
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¾Por qué las masas y las mezclas son las que son?

¾Son las masas la única diferencia entre generaciones?

¾Cuál es el origen de la estructura de los sabores?

¾Qué dinámica es la responsable de la violación de CP (carga-paridad) observada?

Todos estos problemas mencionados, teóricos y experimentales, son evidencia de las

inconsistencias que tiene el modelo, y nos lleva a considerar que no puede aceptarse

como un marco teórico satisfactorio. Consideramos que estas inconsistencias "claman"

por una extensión del SM las cuales son la motivación para elaborar el presente trabajo

en donde se está abordando una extensión mínima del SM, en la cual se añade un campo

escalar complejo (singlete) en el sector de Higgs, dando como consecuencia la aparición

de tres fermiones singletes (neutrinos pesados) y de otro bosón de Higgs, más pesado que

el del SM. La base de este nuevo modelo es la inserción de otro grupo de norma U (1),

el cual contempla la diferencia entre los números cuánticos bariónico y leptónico (B-L),

dado que en el SM son cantidades que se conservan, es decir, esta extensión B-L consiste

en aumentar los grupos de norma SU(3)CÖSU(2)LÖU(1)Y con la mencionada simetría

U(1)B−L. Este nuevo grupo de norma, de acuerdo con el teorema de Goldstone (el cual

se abordará más delante), dará lugar a otro bosón de norma neutro Z ′ en el modelo.

En la literatura actual no se ha considerado la mezcla de este "nuevo" bosón Z ′ con el

bosón de norma neutro Z del SM, y es aquí precisamente que se está proponiendo darle

otro enfoque a este nuevo modelo, en donde sí se considera la mezcla (interferencia)

entre los dos bosones neutros, Z y Z ′. Esperando con esto incursionar en una nueva

física, más allá del SM, y con el objetivo de que esta propuesta pudiera ser considerada

en la agenda de actividades de los futuros colisionadores positrón-electrón (e+e−) de

altas energías ILC y CLIC.

Desde el siglo pasado, las principales corrientes cientí�cas han procedido de dos ma-

neras al extender el SM; con un enfoque vertical arriba-abajo o de abajo hacia arriba,

desde el punto de vista energético. El primero consiste en la formulación de una teoría

que resuelva todos los detalles del SM y que pueda romperse hasta llegar a un patrón

de simetría que �nalmente incluya al SM como una teoría efectiva a bajas energías: un

ejemplo típico de este enfoque está representado por escenarios supersimétricos como el

Minimal Supersymmetric Standard Model (MSSM) y el (Next to) Minimal Supersym-

metric Standard Model (N)MSSM. El segundo enfoque consiste en agrupar un sistema

de pequeñas (mínimas) extensiones e ir considerando energías cada vez más altas hasta
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dar lugar a un sistema lo más extenso posible. En el contexto de este trabajo, optamos

por seguir este último enfoque, al incorporar la llamada extensión mínima B-L del SM.

1.2. Futuros colisionadores e+e− : ILC y CLIC

En esta sección presentamos las máquinas presentes y futuras que posiblemente nos

permitan veri�car la validez de la extensión B-L del SM.

Los colisionadores e+e− que han operado durante las últimas cinco décadas han

sido extraordinariamente acertados en la búsqueda de los componentes fundamenta-

les de la materia y en la exploración de sus interacciones así como de nueva física. El

quark charm (encanto) y el leptón τ se establecieron en el SPEAR (Stanford Posi-

tron Electron Accelerating Ring, en Stanford 1972), completando la segunda familia

y abriendo la tercera. Los gluones fueron identi�cados como los cuántos de fuerza. de

las interacciones fuertes en el PETRA (Positron-Electron Tandem Ring Accelerator -

Acelerador Circular Tándem de Positrones y Electrones, de 2.3 km de circunferencia,

en el DESY en Hamburgo). Además del descubrimiento de estas nuevas partículas, la

abundante producción de quarks y leptones en un ambiente experimental limpio ha

permitido estudios precisos de sus propiedades electrodébiles. Dando lugar a una evo-

lución experimental durante muchos años. El análisis actual de alta-precisión del bosón

Z y sus modos de decaimiento en el LEP (Large Electron Positron Collider, sustituido

por el LHC) ha sentado una sólida base tanto para el sector electrodébil, como para el

sector fuerte del SM.

Puesto que la radiación de sincrotrón en máquinas circulares se incrementa con la

cuarta potencia de la energía debido a la aceleración centrípeta, los futuros colisiona-

dores, más allá del LEP 200 deberán ser máquinas lineales para evitar las prohibitivas

pérdidas de energía.

La próxima generación de colisionadores e+e− será un importante instrumento para

la búsqueda de nuevas partículas que se predicen en todas las aproximaciones teóricas de

la física más allá del SM. Incluso las partículas en el SM pueden tener pistas importantes

de este nuevo dominio de la física. En particular las interacciones entre las partículas

pesadas, el quark top y los bosones vectoriales electrodébiles, podrían ser sensibles a

efectos ajenos al SM.

Como parte de la estrategia europea para el desarrollo de la física de partículas,

están los colisionadores lineales electrón-positrón, los cuales son un factor importante

dentro del futuro programa de física de altas energías. Se están diseñando para realizar
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mediciones de alta precisión, y complementarán al actual LHC, así como a sus posibles

mejoras y sucesores en el CERN [10]. En la actualidad, hay dos proyectos internacio-

nales dedicados al diseño de los futuros colisionadores lineales: el Colisionador Lineal

Internacional (ILC) [11] y el Colisionador Lineal Compacto (CLIC) [12].

Uno de los principales objetivos de los experimentos de los colisionadores lineales

es el de poner a prueba el SM, en particular con respecto al mecanismo de ruptura

de la simetría electrodébil (EWSB). Como se mencionó anteriormente, el reciente des-

cubrimiento en el 2012 de un nuevo bosón escalar en el LHC [13], con propiedades

consistentes con las del bosón de Higgs del SM, ha dado un gran impulso a esta área de

investigación. Mediciones precisas del sector de Higgs pueden poner a prueba diferentes

teorías existentes sobre la EWSB. Otra área importante es la búsqueda de una nueva

física. Esta área es motivada por la búsqueda de respuestas a las preguntas abiertas que

ya se comentaron y que existen en la física de partículas, así como por las evidencias

de fenómenos cosmológicos que no pueden explicarse en el marco del SM.

1.2.1. Colisionadores de hadrones versus de leptones

La diferencia en la naturaleza de las partículas que se impactan da origen a las

principales diferencias entre los experimentos en los colisionadores hadrón y leptón.

Dado que los hadrones son objetos compuestos, el estado inicial de partones indivi-

duales no está de�nido de forma única. Generalmente los estados iniciales se consideran

como una superposición cuántica de estados distribuidos de acuerdo a las funciones de

estructura del protón.

En los colisionadores de leptones, las partículas que chocan son elementales, por lo

tanto el estado inicial está bien de�nido a nivel fundamental. Esto permite la recons-

trucción completa del estado �nal en base a principios de conservación considerando la

cinemática y la energía de centro-de-masa (CM) de las partículas iniciales.

Cada evento en un colisionador de hadrones da lugar a un gran número de proce-

sos elementales. La mayoría de estos procesos representan radiación de fondo para el

análisis físico y se depositan altas dosis de radiación en el detector. Para seleccionar los

eventos de interés, se requieren complejos sistemas de gatilleo (trigger), con una tasa de

retención de tan sólo ∼ 1 evento en 106. Además, debido a los niveles altos de radiación,

un aspecto importante para el diseño del detector es la protección ante la radiación de

los detectores en todos los ángulos.

Por el contrario, la sección transversal total en colisionadores de leptones es relati-

vamente pequeña, los niveles totales de radiación son moderados, y la dosis de radiación
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no representa un problema para el diseño del detector. La estructura del haz pulsado

permite la lectura de los datos del detector. La lectura no requiere de gatilleo, y el

experimento es más limpio en cuanto a radiación de fondo o ruido [11]. En términos

de la sección transversal, los colisionadores de leptones tienen una alta sensibilidad a

los procesos electrodébiles, permitiendo medidas muy precisas en el sector de Higgs, lo

mismo que en la búsqueda de nueva física.

1.2.2. Características y conceptos del colisionador ILC

El ILC es una propuesta de acelerador lineal de partículas. Se planea que tenga

inicialmente una energía de colisión de 500 GeV. Y si se aprueba después de que se

haya publicado el informe de diseño técnico del proyecto, planeado para 2017, podría

terminarse al �nal de la década del 2020 [11]. Todavía no se ha elegido el país que va a

albergar el acelerador, probablemente será Japón. También se están preparando estudios

para un posible proyecto competidor llamado CLIC, el colisionador lineal compacto

potencialmente tendría energías más altas (de 3 a 5 TeV). El ILC colisionará electrones

con positrones. Tendrá entre 30 y 50 kilómetros de largo, con lo que sería más de 10

veces más largo que el Stanford Linear Accelerator (SLAC) de 50 GeV.

El informe del diseño técnico de ILC [11] señala que está planeado para medir el

bosón de Higgs a energías de centro-de-masa (CM); 250 GeV, 500 GeV y 1000 GeV. En la

primera etapa de
√
s = 250 GeV, el programa Higgs de precisión se iniciará con el proceso

Higgs-strahlung e+e− → Zh, la sección transversal para este proceso es dominante a

bajas energías y tiene su sección transversal máxima de alrededor de
√
s = 250 GeV. En

la segunda etapa de
√
s = 500 GeV, dos muy importantes procesos, e+e− → t̄th (el cual

se analizan en el presente trabajo) y e+e− → Zhh se hacen accesibles. Para el proceso

e+e− → t̄th, el acoplamiento de Yukawa del quark t aparece a nivel árbol por primera

vez en el ILC y tendrá un papel importante para las mediciones de precisión de este

acoplamiento. Para el proceso e+e− → Zhh, en los que contribuye el triple acoplamiento

de bosones de Higgs a nivel del árbol, será crucial para entender el auto-acoplamiento

del Higgs y la ruptura de simetría electrodébil. En la tercera etapa de
√
s = 1000 GeV,

se involucran los procesos e+e− → t̄th, e+e− → νeνeh y e+e− → νeνehh. En estas

etapas de energía, los canales tth y νeνeh tienen secciones transversales grandes, y el

canal νeνehh puede usarse junto con el canal Zhh para mejorar las mediciones del

auto-acoplamiento del Higgs.
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1.2.2.1. Aceleradores del ILC

Los electrones del ILC son producidos por un cañón de electrones de CC con un

fotocátodo polarizado. Los electrones se aceleran primero a 15 GeV en el compresor

de bunch (paquete) y luego en el acelerador principal hasta su energía nominal. Los

positrones se generan por conversión de pares de fotones de alta energía producidos

al pasar el haz de electrones de alta energía a través de un ondulador (undulator). La

aceleración del haz en el linac (acelerador lineal) principal del ILC es proporcionada

por cavidades de nueve celdas superconductoras de niobio. Los sistemas de entrega del

haz luego ponen los dos haces en colisión con un ángulo de cruce de 14 mrad.

El haz del ILC está estructurado en trenes de paquetes, que arriban a una razón de

5 Hz, con una duración de 1 ms, el espaciado del paquete dentro del tren es de 370 ns,

lo que permite la separación completa de eventos de diferentes paquetes por técnicas de

sincronización del detector. A una energía de CM de 500 GeV, cada paquete contiene 2

Ö 1010 electrones en una distribución espacial cuasi-Gaussiana con σx = 470 nm, σy =

5.9 nm y σz = 300 μm, lo que resulta en una luminosidad instantánea de 2 Ö 1034 cm-2

s-1 [14].

1.2.3. Características y conceptos del colisionador CLIC

El CLIC es un colisionador lineal electrón positrón e+e− a una escala de TeV de alta

luminosidad actualmente en desarrollo. Se basa en una novedosa técnica de aceleración

de dos haces proporcionando gradientes de aceleración del orden de 100 MV/m. Es-

tudios recientes [15, 16] sobre el desarrollo del CLIC han convergido hacia un enfoque

gradual o escalonado que ofrece un programa único de física que abarca varias décadas.

Bajo este esquema, el CLIC proporcionaría colisiones de alta luminosidad desde unos

pocos cientos de GeV hasta 3 TeV. La primera etapa, en o por encima del umbral de

producción de 350 GeV del par top, da acceso a la física de precisión del Higgs a través

del proceso Higgs-strahlung y procesos de producción de fusión WW, proporcionando

valores absolutos de acoplamientos a fermiones y bosones del Higgs. Esta etapa trata

también de la física de precisión del quark top. La segunda etapa, alrededor de 1.4 TeV,

abre la frontera de energía, lo que permite el descubrimiento de fenómenos de nueva

física. Esta etapa también proporciona acceso a propiedades adicionales del Higgs, co-

mo el acoplamiento de Yukawa del quark top, el potencial de Higgs y a raros cocientes

(relaciones) de rami�cación BR (branching ratios) del decaimiento del Higgs. La última

energía del CLIC, 3 TeV, aumenta aún más el potencial de física del CLIC, abarcando el
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panorama completo de física de precisión del SM, búsquedas directas de producción de

pares de nuevas partículas hasta una masa de 1.5 TeV, y un nivel óptimo de sensibilidad

a la nueva física a escalas de masa mucho mayores a través de mediciones de precisión.

Una implementación en etapas del CLIC a lo largo de las líneas descritas abrirían la

puerta a un impresionante programa de física a largo plazo a una frontera de energía,

más allá del programa LHC [15].

1.2.3.1. Parámetros del CLIC

Como se mencionó, el diseño del acelerador CLIC se basa en un esquema novedoso

de aceleración de dos haces. Utiliza un haz guía (drive) de alta intensidad para generar

energía de RF a 12 GHz. La RF se utiliza para acelerar el haz de partículas principal

que discurre en paralelo al haz guía. El CLIC utiliza estructuras de aceleración de

conducción normal (no superconductoras), operadas a temperatura ambiente. La haces

iniciales, guía y principal, se generan en los complejos centrales y luego se inyectan

en el extremo de los brazos de dos rayos del linac. Se ha demostrado la viabilidad del

acelerador CLIC a través de prototipos, simulaciones y pruebas a gran escala, como se

describe en el informe de diseño conceptual. Se contempla que ambos haces funcionen

con gradientes superiores a 100 MV/m. Se han obtenido altas luminosidades con muy

pequeñas emitancias de haces, que se generan en el complejo del inyector y mantenidas

durante el transporte hasta el punto de interacción [16].

La elección �nal de las etapas de energía del CLIC será de�nida por los objetivos

de la física, donde se espera una entrada adicional de datos del LHC, en particular a 14

TeV. El reciente descubrimiento del Higgs por el LHC, hace muy atractiva una etapa

inicial de energía de alrededor de 350 GeV a 375 GeV, pero la decisión �nal dependerá de

los próximos resultados del LHC. En la primera etapa alrededor de 350 GeV y segunda

etapa alrededor de 1.4 TeV un solo complejo de generación de haz guía alimentará

ambos linacs, mientras que en la tercera etapa a 3 TeV cada linac es alimentado por

un complejo separado. Loa parámetros de este acelerador están basados en estudios

detallados, descritos en el CDR (Conceptual Design Report) [16].

.

1.2.3.2. Detectores del CLIC

Los conceptos del detector utilizados para los estudios de física del CLIC se basan

en los detectores SiD (Silicon Detector) [17, 18] e ILD (International Linear Detector)
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[18], éstos fueron adaptados para la etapa de 3 TeV, que constituye el entorno más

desa�ante para los detectores.

1.2.3.3. Conceptos, requerimientos y desempeño del detector del CLIC

Los requisitos de funcionamiento para los detectores CLIC están dados por los ob-

jetivos de la física, y son los siguientes:

� Una resolución en energía del Jet σE/E . 3.5% para energías del jet de 100 GeV

a 1 TeV (. 5% a 50 GeV);

� Resolución del track de momento de σpT/p2
T . 10−5 GeV-1;

� Resolución del parámetro impacto de σ2
d0 = (5µm)2 + (15µm)2/p2 sin3 θ;

� E�ciencia de identi�cación de leptón mejor de 95% sobre la gama completa de

energías;

� Cobertura del detector para electrones a ángulos muy bajos .

1.3. Organización del trabajo

El esquema de la presente tesis esta estructurado de la siguiente manera;

En el Capítulo 1 se presenta una reseña histórica de los conceptos básicos de los

diferentes fenómenos relacionados con la presente propuesta, además se presentan

las características esenciales de los colisionadores lineales ILC y CLIC.

En el capítulo 2, se exponen los ingredientes básicos del SM, como son; algunos

aspectos formales relacionados con los campos de materia, de invariancia de gauge,

EWSB y el mecanismo de Higgs.

En el Capítulo 3, describimos y analizamos el modelo extendido B - L, también

se analiza el mecanismo See-Saw (balancín o sube y baja) para generar las masas

de los neutrinos.

En el capítulo 4 extendemos el análisis del modelo B-L, con énfasis en; las seccio-

nes transversales, anchuras de decaimientos, cocientes de rami�cación (branching

ratios), etc., de los procesos Higgs-strahlung e+e− → Zh y e+e− → ZH que dan

lugar a la aparición de diferentes fermiones y bosones de interés, en particular

del bosón de Higgs y del nuevo bosón Z ′, todo esto dentro del marco del modelo
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extendido B-L considerando la interferencia entre los bosones neutros Z y Z ′ dado

que son conceptos fundamentales de la presente propuesta.

En el Capítulo 5 se lleva a cabo un análisis similar al del capítulo 4, pero ahora

enfocados en la reacción de aniquilación e+e− → tt̄h,H en el modelo B-L.

En el Capítulo 6, se presentan los resultados fenomenológicos y concluimos nuestro

trabajo discutiendo y analizando los diferentes tópicos de la investigación y se

presentan algunas perspectivas para el futuro.
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Capítulo 2

El Modelo Estándar

La teoría electrodébil (EW) de Glashow-Weinberg-Salam que describe las interac-

ciones débiles y electromagnéticas entre quarks y leptones, es una teoría de Yang-Mills

[19] basada en el grupo de simetría SU(2)LÖU(1)Y , la cual combinada con la teoría

de gauge (QCD) basada en el grupo SU(3)C de las interacciones fuertes entre quarks,

proporciona un marco para describir estas tres fuerzas de la naturaleza: el SM. Aquí

se uni�can, en cierto sentido, el electromagnetismo y las interacciones débiles al esta-

blecerse una mezcla entre los bosones débiles y el fotón gracias a una simetría que los

conecta; el grupo de norma SU(2)LÖU(1)Y .

El modelo de interacción, antes de introducir el mecanismo de ruptura de sime-

tría electrodébil, que se discutirá más adelante, tiene dos tipos de campos, campos de

materia y campos de norma (gauge) que median las interacciones.

2.1. Campos de materia

Estos campos se relacionan con las tres generaciones de quarks y leptones quirales

izquierdos y derechos obtenidos mediante el operador de proyección, fL,R = 1
2
(1∓ γ5)f ,

(donde, γ5 = iγ0γ1γ2γ3). Los fermiones izquierdos (levógiros) son isodobletes (par de

campos que se comportan igual bajo el isoespín débil) débiles, L, Q, mientras que

los fermiones derechos (dextrógiros) son isosingletes débiles, eR, uR, dR. Según toda

la evidencia experimental actual no tienen estructura interna ni factores de forma,

ni estados excitados [19]. En la Tabla II-a se muestran las diferentes cargas de estas

partículas.

14



Tabla II-a: Constituyentes básicos de la materia de acuerdo con el SM, donde

α =1,2,3 es el índice de color.

QUARKS
quarks tipo u uα cα tα

quarks tipo d dα sα bα

LEPTONES
neutrinos νe νµ ντ

leptones cargados e− µ− τ−

A continuación presentamos la de�nición para los dobletes y singletes de las tres

generaciones de leptones y quarks,

L1 =

(
νe

e−

)
L

, eR1 = e−R, Q1 =

(
u

d

)
L

, uR1 = uR, dR1 = dR,

I3L,3R
f = +

1

2
, 0 : L2 =

(
νµ

µ−

)
L

, eR2 = µ−R, Q2 =

(
c

s

)
L

, uR2 = cR, dR2 = sR,

(2.1)

L3 =

(
ντ

e−

)
L

, eR3 = τ−R , Q3 =

(
t

b

)
L

, uR3 = tR, dR3 = bR ,

denotamos:

u = (uα, cα, tα) donde α = indice de color,

d = (dα, sα, tα),

ν = (νe, νµ, ντ ),

e = (e−, µ−, τ−),
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La hipercarga Y de los fermiones esta de�nida en términos de la tercera componente del

isospín débil I3
f y la carga eléctrica Qf en unidades de la carga del protón +e y se eligen

de tal manera que cumpla con la relación de Gell-Mann-Nishijima, para garantizar la

conservación de las cargas, la cual nos asegura la cancelación de anomalías de carga [53]

entre cada generación,(ver la Tabla II-b),

Yf = Qf − I3
f (2.2)

Tabla II-b: Asignaciones de hipercarga e isospín en el SM.

uR uL dR dL NL eR eL
Hipercarga Y 2/3 1/6 -1/3 1/6 -1/2 -1 -1/2

3° componente de isospín I3 0 1/2 0 -1/2 1/2 0 -1/2
Carga eléctrica Q 2/3 2/3 -1/3 -1/3 0 -1 -1

Además, los quarks son tripletes en el grupo SU(3)C , y son sensibles a la interacción

fuerte, mientras que los leptones son singletes SU(3)C . Ambos son sensibles a la inter-

acción electrodébil, esto conduce a la siguiente relación para mantener la conservación

de la carga, ∑
f

Yf =
∑
f

Qf = 0 , (2.3)

que asegura la cancelación de anomalías quirales, es decir, que la carga asociada con la

simetría quiral se conserve. [20] dentro de cada generación, y preserva la renormaliza-

bilidad de la teoría electrodébil.

2.2. Campos de norma (gauge)

Los campos de gauge corresponden a los bosones de espín uno que median las

diferentes interacciones entre partículas.

2.2.1. Interacción electrodébil

El sector electrodébil se describe mediante una teoría invariante de gauge, donde

tenemos el campo Bµ que corresponde al generador Y del grupo U(1)Y relacionado con

la hipercarga, y los tres campos W µ
a que corresponden a los generadores T a (a = 1, 2,

16



3) del grupo SU(2)L. Estos generadores son equivalentes a un medio de las matrices

2Ö2 no-conmutantes de Pauli, aquí denominadas `tau' precisamente para distinguirlas

de las matemáticamente idénticas matrices `sigma' σ, asociadas con el grado de libertad

del espín real, s.

T a =
1

2
τa; τ 1 =

(
0 1

1 0

)
, τ 2 =

(
0 −i
i 0

)
, τ 3 =

(
1 0

0 −1

)
, (2.4)

y las relaciones de conmutación de estos generadores quedan dadas por

[
T a, T b

]
= iεabcTc, y además [T a, Y ] = 0 , (2.5)

donde εabc es el tensor antisimétrico de Levi-Civita.

La invariancia del Lagrangiano a la que nos referimos, es ante la siguiente transfor-

mación de gauge o de fase,

Ψj → Ψ
′

j = exp{
−→
T · −→α (x) + iYjβ(x)}Ψj , (2.6)

para los singletes T = 0 y para los dobletes T = las matrices de Pauli ya mencionadas,

α y β son fases arbitrarias.

La interacción débil es quiral, es decir, los cuantos sólo se acoplan a la materia

levógira (viola la paridad), y para que el modelo esté completo han de introducirse

los términos cinéticos para los bosones de gauge, y el Lagrangiano sin los campos de

materia que describe la interacción es:

LSM = =
1

4
W a
µνW

µν
a =

1

4
BµνB

µν , (2.7)

donde,

W a
µν = ∂µW

a
ν=∂νW

a
µ + g1ε

abcW b
µW

c
ν , (2.8)

Bµν = ∂µBν=∂νBµ , (2.9)

W a
µν y Bµν son los bosónes de los grupos SU(2)L y SU(1)Y respectivamente y g1

es la constante de acoplamiento del grupo SU(2)L, el tercer término del bosón W a
µν

aparece debido a la naturaleza no-Abeliana del gruposSU(2)L, ya que los generadores

no conmutan, es un grupo de Yang-Mills.
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2.2.2. Interacción fuerte

La interacción fuerte es descrita por la teoría invariante de gauge bajo el grupo SU(3)C ,

conocida como QCD. En este sector aparece un octeto de campos de gluones de masa

nula Ga
µ (a = 1,2, . . ,8) o bosones de gauge que corresponden a los ocho generadores

del grupo SU(3)C equivalentes a un medio de las ocho matrices 3Ö3 anti�conmutantes

de Gell-Mann y que obedecen las siguientes relaciones de conmutación,

[
T a, T b

]
= ifabcTc donde Tr

[
T a, T b

]
=

1

2
δab, (2.10)

donde el tensor fabc de�ne las constantes de estructura del grupo SU(3)C y se ha

utilizado la misma notación que para los generadores de SU(2)L.

Su acoplamiento es vectorial y el Lagrangiano sin considerar los campos de materia

esta dado por:

LQCD = =
1

4
Ga
µνG

µν
a . (2.11)

La intensidad de este campo está dada por,

Ga
µν = ∂µG

a
ν=∂νG

a
µ + gsf

abcGµbGνc, (2.12)

donde gs es el acoplamiento de la interacción fuerte y debido a la naturaleza no-Abeliana

de los grupos SU(2)L y SU(3)C , aparecen auto-interacciones entre sus campos de gauge,

Vµ ≡ Wµ, Gµ, obteniendo lo siguiente,

acoplamiento triple de bosones de gauge : igiTr (∂νVµ= ∂µVν)[Vµ, Vν ]

acoplamiento cuártico de bosones de gauge : 1
2
g2
i Tr [Vµ, Vν ]

2.

Los campos de materia se acoplan a los campos de gauge y el Lagrangiano que describe

esta interacción queda dado por,

Lm = iQ̄γµDQµQ+ iL̄γµDLµL, (2.13)

donde Dµ es la derivada covariante, y en el caso de los quarks se de�ne como,

DQµQ =

(
∂µ - igst

aGa
µ - igT

aW a
µ - ig1

Y

2
Bµ

)
Q, (2.14)

donde gS, g y g1 son, respectivamente, las constantes de acoplamiento de los grupos

SU(3)C , SU(2)L y U(1)Y , lo cual nos determina los acoplamientos entre los fermiones

y los campos gauge Vµ ≡ Wµ, Gµ los cuales se expresan de esta forma,
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−giψVµγµψ. (2.15)

El Lagrangiano del SM sin considerar los términos masivos para los fermiones es:

LSM = LiiDµγ
µLi + eRiiDµγ

µeRi +QiiDµγ
µQi + uRiiDµγ

µuRi + dRiiDµγ
µdRi , (2.16)

como se mencionó anteriormente, este Lagrangiano es invariante ante transformacio-

nes de gauge locales SU(3)CÖSU(2)LÖU(1)Y para fermiones y campos de gauge, por

ejemplo, para el caso del sector electrodébil las transformaciones son las siguientes,

L(x)→ L′(x) = eiαa(x)Ta+iβ(x)YL(x) , R(x)→ R′(x) = eiβ(x)YR(x) ,

~W (x)→ ~Wµ(x)− 1

g
∂µ~α(x)− ~α(x)× ~Wµ(x) , Bµ(x)→ Bµ(x)− 1

g1

∂µβ(x), (2.17)

donde el símbolo × signi�ca el producto directo entre grupos.

Hasta ahora, los campos de gauge y los campos de fermiones se han considerado

como no masivos. En el caso de las interacciones fuertes, los gluones son de hecho par-

tículas sin masa, mientras que los términos de masa de la forma −mqψψ se pueden

generar para los quarks "coloreados" de una manera invariante de gauge SU(3)C . En el

caso del sector electrodébil, la situación es más problemática: si añadimos los términos

de masa, 1
2
M2

VWµW
µ, correspondiente a los bosones de gauge (experimentalmente se ha

demostrado que son masivos, considerando que las interacción débil es de corta distan-

cia), esta acción violaría la invariancia de gauge local SU(2)LÖU(1)Y . Esta a�rmación

se puede visualizar tomando como ejemplo a la electrodinámica cuántica QED, donde

el fotón no es masivo debido a la simetría local U(1)Q.

1

2
M2

AAµA
µ
�

1

2
M2

A(Aµ-
1

e
∂µα)(Aµ-

1

e
∂µα) 6= 1

2
M2

AAµA
µ . (2.18)

Aparte de lo anterior, si tratamos de insertar explícitamente a mano los términos

masivos para los bosones de gauge y para los fermiones, llegaríamos a un rompimiento

de la invariancia de la simetría local SU(2)LÖU(1)Y , entonces nos encontramos con

dos opciones; o nos olvidamos de la masa de las partículas o sacri�camos una simetría

gauge exacta, es decir, sin romper.
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2.3. El mecanismo de Higgs y el teorema de Goldstone

De acuerdo con lo mencionado anteriormente, en los años 60 surgió la siguiente

pregunta: ¾existe una manera (de preferencia simple y elegante) de generar la masa

de los bosones de gauge y de los fermiones sin que sea violada la invariancia de fase

SU(2)LÖU(1)Y ?. La respuesta es si: el mecanismo de ruptura espontánea de la simetría

o simetría oculta de; Higgs-Brout-Englert-Guralink-Hagen-Kible, mejor conocido como:

El Mecanismo de Higgs [19].

Este proceso está relacionado con el vacío, pero el concepto de vacío para un físico

no corresponde con la idea ingenua de espacio vacío. En cambio, un físico reconoce que

incluso en la ausencia de partículas físicas existen efectos cuánticos debido a partículas

"virtuales" �uctuando en el vacío. Para un físico el vacío es el estado de energía más

baja, después de la consideración de éstos efectos cuánticos. La ruptura "espontánea"

de la simetría, o simetría oculta, es el estado de mínima energía que puede no poseer

todas las simetrías de las ecuaciones subyacentes del sistema físico.

Este mecanismo surgió por primera vez en relación con el fenómeno de la supercon-

ductividad, como se describe en la teoría de Bardeen, Cooper y Schrie�er [21]. Según

esta teoría, el fotón adquiere una masa efectiva cuando se propaga a través de ciertos

materiales a temperaturas su�cientemente bajas, sugerido anteriormente por Ginzburg

y Landau [22]. En el espacio libre, la carencia de masa del fotón está garantizada por

la invariancia de Lorentz y la simetría de gauge U(1)e. Un superconductor tiene un

marco en reposo bien de�nido de manera que la invariancia de Lorentz se rompe de

una manera explícita. Sin embargo, la simetría de gauge todavía está presente, aunque

"oculta", por la condensación de pares de electrones de Cooper en el estado de energía

más bajo (vacío). Se demostró explícitamente por Anderson [3] cómo las interacciones

de los fotones con los pares de Cooper en un superconductor ocasionan que el fotón

adquiera una masa efectiva.

La idea de la ruptura espontánea de la simetría global fue introducida a la física

relativista de partículas en cuatro dimensiones por Nambu en 1960. Él sugirió que la

pequeña masa y las interacciones de baja energía de los piones podrían entenderse

como una re�exión de una simetría global quiral rota espontáneamente, la cual fuese

exacta si el quark up y down no tuviesen masa. Su sugerencia fue que los quarks ligeros

se condensan en el vacío, al igual que los pares de Cooper en superconductividad.

Cuando esto sucede, la simetría quiral "oculta" o rota, hace que las masas de los piones

desaparezcan y �ja sus acoplamientos de baja energía a los protones, neutrones y entre

ellos mismos.
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Previamente existía un teorema, propuesto por Goldstone, el cual fue demostrado

en 1961 por él mismo y por Salam-Weinberg, el cual dice que: la ruptura espontánea

de una simetría continua, tal como una simetría quiral, debe ir acompañada de la

aparición de un escalar (espín 0) no-masivo llamado, bosón de Goldstone y aparecerá

uno por cada generador roto. Por ejemplo, para una simetría continua O(N) se tienen
1
2
N(N−1) generadores; la simetría residual sin romper O(N−1) tiene 1

2
(N−1)(N−2)

generadores y por ende, existen N -1 bosones de Goldstone no masivos, por ejemplo, en

el grupo O(4) existen 3.

Sin embargo, ésto no es necesariamente el caso si se trata de una ruptura de simetría

de gauge, como en el caso no relativista de la superconductividad. Anderson conjeturó

que podría ser posible ampliar este mecanismo para el caso relativista, como lo hicieron

Klein y Lee, pero Gilbert argumentó que este proceso estaba prohibido por la invariancia

de Lorentz.

La ruptura espontánea de la simetría de gauge local fue introducida a la física

de partículas en 1964 por Englert y Brout, seguido independientemente y sin saberlo

por Higgs y posteriormente por Guralnik, Hagen y Kibble [23]. Demostraron cómo

se podían desechar simultáneamente dos bosones sin masa no deseados, un bosón de

Nambu-Goldstone sin espín y un bosón de gauge de una simetría local, combinándolos

en un solo bosón vectorial masivo dentro del marco de una teoría totalmente relativista.

Los dos estados de polarización de un bosón vectorial sin masa se combinan con el único

grado de libertad de una partícula de espín-cero dando lugar a los tres grados de libertad

requeridos por una partícula masiva de espín-uno V, cuya masa esta dada por:

mV = gV
v√
2
,

donde gV es la correspondiente constante de acoplamiento de gauge.

Englert y Brout consideraron explícitamente una teoría de Yang-Mills, no-Abeliana,

y supusieron la formación de un valor esperado de vacío (VEV) de un campo escalar

no-singlete (no único) y usaron un proceso esquemático para demostrar la generación de

masa para el campo de gauge V. El primer artículo de Higgs demostró que la simetría de

gauge proporciona una escapatoria del teorema "prohibitivo" de Gilbert mencionado

anteriormente, y en su segundo trabajo [2] explota esta "salida" para demostrar la

generación de masa para el caso Abeliano. En un artículo posterior Guralnik, Hagen

y Kibble [23] hacen referencia a los artículos de Englert/Brout y Higgs y también

demuestran la generación de masa también en el caso Abeliano.
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El segundo documento de Higgs, [2] es el único de los artículos de 1964 en mencionar

explícitamente la existencia de una partícula escalar masiva asociada a la curvatura del

potencial efectivo que determina el VEV, v del campo cargado.

mH =
√

2λv .

Englert y Brout no mencionaron el espectro de los escalares físicos, mientras que

Guralnik, Hagen y Kibble [23] hablan de un escalar no masivo que se desacoplaba de

las excitaciones masivas en su modelo. También destaca un notable artículo escrito sin

conocimiento previo de estos documentos por Migdal y Polyakov [24] en 1965, mientras

aún eran estudiantes, en el cual discuten la ruptura espontánea parcial de la simetría

local en el caso no-Abeliano. En 1966 surgió otro artículo muy importante por Higgs,

en el que discutió en detalle la formulación de la teoría Abeliana rota-espontáneamente.

En particular, deriva explícitamente las reglas de Feynman para procesos relacionados a

lo que hoy ha llegado a ser conocido como el bosón masivo de Higgs H, incluso discutió

con sorprendente detalle su decaimiento a dos bosones vectoriales masivos, así como la

dispersión vectorial-escalar y escalar-escalar. Otro artículo importante de Kibble discute

en detalle el caso no-Abeliano, incluyendo ruptura-espontánea parcial de la simetría y

también se menciona la aparición de un bosón escalar masivo à la Higgs.

El siguiente paso importante fue la incorporación por Weinberg [4] y por Salam

[5] de la ruptura-espontánea de la simetría no Abeliana al modelo uni�cado de las

interacciones débiles y electromagnéticas, SU (2)ÖU (1) de Glashow [25]. El artículo

de Weinberg fue el primero en observar que el VEV del campo escalar podría dar

lugar también a las masas de los fermiones fundamentales f, y que éstas masas son

proporcionales a su acoplamiento con el bosón de Higgs.

mf = gffHv .

Sin embargo, los trabajos originales de la ruptura-espontánea de simetrías gauge y

uni�cación electrodébil fueron en gran parte ignorados por las principales corrientes en

la comunidad de físicos de partículas hasta que la renormalizabilidad de las teorías de

gauge rotas-espontáneamente fue demostrada por 't Hooft y Veltman [6]. Posteriormen-

te estas ideas fueron incorporadas a la corriente muy rápidamente, gracias en particular

a una serie de documentos muy in�uyentes por B. W. Lee y colaboradores.

B. W. Lee tiene mucha responsabilidad de que el bosón de Higgs sea llamado el bosón

de Higgs, mencionando repetidamente �campos escalares de Higgs� en la Conferencia
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Internacional de Física de Altas Energías en 1972 [26].

2.3.1. El bosón de Higgs - Per�l fenomenológico

Ya en la década de los 70s había pocas sugerencias de cómo restringir o excluir la

posible existencia de un bosón de Higgs físico. Un artículo considera el posible efecto

de intercambio de Higgs en dispersiones deuterón-electrón, y obtiene un límite inferior

mH > 0.6 MeV y otra cota se obtuvo de la emisión de Higgs por estrellas de neutrones,

produciendo el límite inferior mH > 0.7 MeV. También hubo una discusión teórica de la

posible producción de Higgs en transiciones nucleares 0+ → 0+ y el hecho de que no es

observado en decaimientos excitados del 16O y 4He condujo a que su masa fuera excluida

del rango 1.03 MeV < mH < 18.3 MeV. Paralelamente, información sobre la dispersión

deuterón-electrón arroja un limite inferior de mH > 15 MeV. Estos dos últimos fueron

los límites más robustos obtenidos en este período.

Este era el contexto en 1975 del primer estudio sistemático de la posible fenomeno-

logía del Higgs [8]. Las corrientes neutras ya habían sido descubiertas y se creía que la

partícula J/ψ [7] era charmonium, aunque seguían habiendo dudas y el descubrimiento

del quark charm (encanto) aun yacía en el futuro. La búsqueda de los bosones vec-

toriales intermedios W±, y Z0 estaba apareciendo en la agenda experimental, pero el

colisionador pp del CERN que los descubriría aún no estaba propuesto. Sin embargo,

parecía que la prueba que a�anzaría el paradigma de la ruptura espontánea de simetría,

subyacente del SM, sería el descubrimiento del bosón de Higgs.

En aquellos días, había muy pocos datos teóricos sobre la posible masa del bosón

de Higgs, que es una de las razones del por qué, en aquellos tiempos, se consideraban

masas muy pequeñas del bosón de Higgs en los análisis teóricos. Una posibilidad que

llamó la atención fue que la masa del Higgs era enteramente debida a correcciones

cuánticas, lo cual arrojaba mH ∼ 10 GeV en ausencia de fermiones pesados [40] (A

nivel atómico, la mayoría de las correcciones cuánticas implican que el electrón de un

átomo irradia un fotón o captura un fotón irradiado desde otro lugar y se deben de

considerar esas correcciones). En el otro extremo de la escala de masas, se subrayó que

las auto-interacciones del Higgs serían más intensas para mH ∼ 1 TeV.
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2.4. Ruptura espontánea de la simetría

2.4.1. Ruptura espontánea de simetría global en un modeloU (1)

Un modelo simple de ruptura espontánea de simetría global U (1) fue introducido

por Goldstone en 1961, con un solo campo escalar complejo φ = φ1 +iφ2 con el siguiente

Lagrangiano y potencial efectivo,

L =
1

2
∂µφ∂

µφ− V (φ) , V (φ∗φ) =
µ2

2
(φ∗φ) +

λ

4
(φ∗φ)2 , (2.19)

donde μ2 y λ > 0 son constantes reales. Como se ha mencionado anteriormente se busca

que el Lagrangiano sea invariante, y éste evidentemente lo es ante la transformación de

fase global U (1),

φ→ eiαφ, (2.20)

α es un angulo de fase (rotación). Si el parámetro μ2 es positivo, existirá un único estado

de vacío, 〈φ〉 = 0. Perturbaciones alrededor de este vacío nos revelan que, para este caso,

φ1 y φ2 tienen masas iguales, dado que la simetría del Lagrangiano es evidente.

Considerando ahora el caso μ2 < 0, el potencial V (φ∗φ) tendrá la forma de un

sombrero mexicano o fondo de botella, ilustrado en la �gura 2.1. Cuando se minimiza el

potencial obtenemos el valor esperado de vacío v (VEV) del campo escalar φ diferente

de cero, 〈|φ|〉 = v 6= 0 donde,

〈|φ|〉 = φ2
1 + φ2

2 = −µ
2

2λ
≡ v2 , (2.21)

quedando indeterminado el angulo de fase α. Observamos que cuando μ2< 0 aparece un

conjunto de puntos mínimos equivalentes a lo largo de un circulo de radio
√
−µ2/2λ,

y al seleccionar uno de esos puntos se rompe espontáneamente la simetría rotacional.

La simetría U (1) queda ahora implícita, dado que relaciona los diferentes puntos

equivalentes de ese "vacío", que corresponde a la aparición de una ruptura espontánea

de la simetría. Para poder observar el espectro de partículas participantes, se selecciona

un punto determinado de vacío entre todos los disponibles alrededor de ese circulo, y

se realiza una perturbación alrededor de ese punto,

φ1,vac =

√
−µ

2

2λ
≡ v√

2
, φ2,vac = 0 . (2.22)
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Podemos parametrizar las perturbaciones de la siguiente manera,

η√
2
≡ φ1 −

v√
2
, φ2 ≡,

ξ√
2

(2.23)

entonces φ = (v + η + iξ)/
√

2, donde η y ξ , las perturbaciones, son campos reales, y

en términos de estos el potencial efectivo queda así,

L = −µ
2

2
η2 − λ

2

[
(v + η)2 + ξ2

]2 − µ2vη − µ2

2
ξ2 − 1

2
µ2v2. (2.24)

La partícula escalar correspondiente a η tiene una masa dada por, m2
η = −µ2 > 0,

mientras que la partícula escalar ξ , no tiene masa. Esta última partícula es un proto-

tipo de un bosón de Goldstone (conocido también como bosón de Nambu-Goldstone),

no tiene masa por que en la dirección en el espacio de campos en el que actúa, co-

rrespondiente a un cambio de fase, la energía potencial no cambia, y como ya se había

mencionado, su aparición se debe (teorema de Goldstone) a la ruptura espontánea de

la simetría.

Figura 2.1

Un prototipo de un potencial efectivo en forma de Sombrero Mexicano que lleva a

una ruptura espontánea de simetría. El vacío, es decir, el estado de menor energía,

es descrito por un punto escogido al azar alrededor de la parte inferior del borde del

sombrero. En una simetría "global", los movimientos alrededor de la parte inferior del

sombrero corresponden a un bosón de "Nambu-Goldstone" sin masa y de espín cero.

En el caso de una simetría de gauge "local", como fue señalado por Englert-Brout, por

Higgs y por Guralnik, Hagen y Kibble, este bosón se combina con un bosón sin masa

y espín-uno para producir una partícula masiva con espín uno. El bosón de Higgs es
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una partícula masiva de espín cero correspondiente a las �uctuaciones cuánticas en la

dirección radial, oscilando entre el centro y el lado del sombrero.

Para clari�car el concepto, observemos que aunque la fase de φ no está determinada,

y todas las opciones son equivalentes dado que tienen la misma energía. El sistema debe

elegir algún valor particular de la fase, es decir, en qué dirección va a bajar hacia ese

estado de mínima energía, ahora bien, cambiar la fase no requiere energía dado que

permanece al mismo potencial. La interpretación que se le da a esto, es que el sistema

tiene un grado de libertad sin masa, el bosón de Nambu-Goldstone, correspondiente a

�uctuaciones cuánticas rotacionales del campo alrededor del borde o ala del "sombrero

mexicano", donde permanecen al mismo potencial.

2.4.2. Ruptura espontánea de simetría local en un modelo U (1)

A continuación veremos como la ruptura espontánea de la simetría se mani�esta

en la presencia de un campo de gauge U (1), con el �n de construir una teoría que sea

invariante ante transformaciones de fase locales U (1), φ→ eiα(x)φ [2, 23], y se propone

el siguiente Lagrangiano

L =
1

4
FµνF

µν +Dµφ
∗Dµφ− V (φ) , (2.25)

donde el primer término corresponde a las componentes cinéticas del campo Aµ, los

siguientes son los del campo escalar y el potencial escalar, dado por, V (φ) = µ2

2
(φ∗φ) +

λ
4
(φ∗φ)2, las derivadas espacio-temporales se sustituyen por la derivada covariante Dµ =

∂µ−iqAµ (e es la carga que se conserva), necesaria para que el Lagrangiano sea invariante
ante las siguientes transformaciones de fase locales U (1);

φ→ eiα(x)φ , A′µ → Aµ +
1

q
∂µα(x). (2.26)

Para µ2 > 0, L es simplemente el Lagrangiano de QED para una partícula escalar

cargada de masa μ y con una auto-interacción φ4. Para µ2 < 0, el campo escalar φ(x)

adquiere un valor esperado de vacío y el mínimo del potencial V (φ), será igual que el

de la ecuación (2.23).

Ahora, como en el caso anterior, minimizamos el potencial V (φ) y se expande (per-

turba) el Lagrangiano y lo escribimos en términos de las perturbaciones alrededor del

estado de vacío 〈φ〉,
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L =

{
1

2

[
(∂µη)(∂µη)− µ2η2

]
+

1

2
(∂µξ)(∂µξ)−

1

4
F µνFµν +

1

2
q2v2AµAµ

}

+vq2AµAµη +
q2

2
η2AµAµ + q(∂µξ)Aµ(v + η)− q(∂µη)Aµξ

−µ2vη − µ2

2
ξ2 − λ

2

[
(v + η)2 + ξ2

]2 − µ2v

2
. (2.27)

Los primeros términos describen una partícula escalar real, η, con una masa
√
−µ2,

en seguida aparece un bosón de Goldstone no-masivo, el cuarto termino describe un

campo de gauge U (1) libre, pero contrario al caso anterior, ahora se observa que después

de la fase de ruptura-espontánea aparece un término masivo proporcional a AµAµ, que

corresponde a una masa para el campo de gauge, Aµ, mA = qv, que como se ve es

proporcional al VEV del campo de Higgs [4, 5].

El resto de los términos corresponden a acoplamientos entre los campos Aµ, η y

ξ, incluyendo un acoplamiento de interacción bilineal (entre dos campos) proporcional

a Aµ∂µ ξ. Para dar una correcta interpretación del Lagrangiano anterior y cancelar

el campo "fantasma" ξ (por que no tiene masa), se deben diagonalizar los términos

bilineales, para eso se hace una transformación al campo Aµ, dado que se tiene una

libertad de transformaciones de gauge.

Aµ → A′µ = Aµ +
1

qv
∂µξ, (2.28)

y también realizamos la siguiente transformación de fase local a primer orden,

φ→ φ′ = e−iξ(x)/v(v + η(x) + iξ(x)) =
v + η(x)√

2
, (2.29)

al aplicar estas transformaciones, técnica conocida como unitary gauge, el campo ξ

desaparece, y el Lagrangiano (2.27) adquiere la siguiente forma simpli�cada,

L =
1

2

[
(∂µη)(∂µη)− µ2η2

]
− 1

4
F µνFµν +

1

2
q2v2Aµ′A′µ + . . . . (2.30)

donde los puntos suspensivos representan interacciones trilineales y cuadrilineales.
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El bosón de Goldstone ξ que apareció cuando se rompió espontáneamente la simetría

U (1) al considerar µ2 < 0, fue absorbido por el campo de gauge Aµ, el cual por lo

tanto, adquirió masa. Hay que considerar que, un bosón de gauge no-masivo tiene tan

solo dos grados de libertad, los estados de polarización transversales, mientras que un

bosón de gauge masivo tiene un tercer estado (longitudinal) de polarización que es

suministrado por el bosón de Goldstone en el proceso de la ruptura espontánea de

simetría. La simetría de gauge U(1) ya no es evidente, ahora esta "escondida" o rota

espontáneamente. Este es el mecanismo de Englert-Brout-Higgs, por medio del cual los

bosones de gauge adquieren masa, y como veremos mas delante, este proceso se puede

generalizar para también generar la masa de los fermiones.

2.5. El mecanismo de Higgs en el Modelo Estándar

2.5.1. Generación de la masa de los Bosones

En el caso del SM, cuyo grupo de gauge es el SU(2)L×SU(1)Y , el cual es un modelo

no-Abeliano, su análisis es un poco más complicado que el caso anterior, aquí se necesita

generar las masas de los bosones de gauge W± y Z, pero el fotón debe seguir siendo no

masivo y la QED debe permanecer como una simetría exacta. Por lo tanto, necesitamos

al menos 3 grados de libertad para los campos escalares. La opción más simple es la de

un doblete de campos escalares complejos SU(2) , φ,

Φ =

(
φ+

φ0

)
=

1√
2

(
φ1 − iφ2

φ3 − iφ4

)
, Yφ = +1 (2.31)

en seguida, al Lagrangiano del SM, ignorando los términos de la sección fuerte,

LSM =− 1

4
W a
µνW

aµν − 1

4
BµνB

µν + lkL γµD
µlkL + iekR γµD

µekR... (2.32)

se le añaden los términos invariantes del sector escalar con su respectivo potencial

efectivo,

Ls = (DµΦ)†(DµΦ)− µ2Φ†Φ− λ(Φ†Φ)2. (2.33)

En el caso µ2 < 0, la componente neutra del doblete de campos escalares Φ adquirirá

un valor esperado de vacío, VEV, el cual no deberá de ser en la dirección cargada φ+

para poder preservar U(1)QED.
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〈Φ〉0 ≡ 〈0 |Φ| 0〉 =

(
0
v
2

)
= donde v =

(
−µ

2

λ

)1/2

, (2.34)

y se lleva a cabo el mismo procedimiento que en el caso anterior, expresar el campo Φ

en términos de cuatro campos θ1,2,3(x) y h(x) a primer orden,

Φ(x) =

(
θ2 + iθ1

1√
2
(v + h)− iθ3

)
= eiτ

a·θ(x)/v 1√
2

(
0

v + h(x)

)
, (2.35)

en seguida se hace una transformación de gauge al campo para que de lugar a un gauge

unitario,

Φ(x)→ e−iτ
a·θ(x)/v)Φ(x) =

1√
2

(
0

v + h(x)

)
, (2.36)

y proceder a expandir completamente el término |DµΦ|2 del Lagrangiano del sector

escalar, LS,

|DµΦ|2 =
[
(∂µ − ig τa2 W

a
µ − ig1

1
2
Bµ)Φ

]2
= 1

2

∣∣∣∣∣
(
∂µ − i

2
(gW 3

µ − g1Bµ) − ig
2

(W 1
µ − iW 2

µ)

− ig
2

(W 1
µ + iW 2

µ) ∂µ + i
2
(gW 3

µ − g1Bµ)

)(
0

v + h

)∣∣∣∣∣
2

=
1

2
(∂µh)2 +

1

8
g2(v + h)2

∣∣W 1
µ − iW 2

µ

∣∣2 +
1

8
(v + h)2

∣∣gW 3
µ − g1Bµ

∣∣2 , (2.37)

en donde | |2 ≡ ( )† ( ), y en seguida se de�nen los nuevos campos W±
µ y Zµ :

W± =
1√
2

(W 1
µ ∓ iW 2

µ) , Zµ =
gW 3

µ − g1Bµ√
g2 + g2

1

, Aµ =
g1W

3
µ + gBµ√
g2 + g2

1

, (2.38)

donde Aµ es el campo ortogonal a Zµ, y al considerar los términos bilineales de los

campos; W±, Z, A,

MW± =
1

2
vg , MZ =

1

2
v
√
g2 + g2

1 , MA = 0, (2.39)

obtenemos la masa de los bosones W±, y Z mientras que el fotón, A, permanece sin

masa.
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Por medio de la ruptura espontánea de la simetría SU(2)LÖU(1)Y → U(1)Q, lo que

se ha logrado es que tres bosones de Goldstone han sido absorbidos por los bosonesW±
µ

y Zµ para dar lugar a su polarización longitudinal y así adquirir masa. Considerando que

la simetría U(1)Q permaneció inalterada, sin ser rota, el fotón, el cual es su generador

permanece sin masa, como debe de ser.

2.5.2. Generación de la masa de los Fermiones

Ahora veremos como se genera la masa de los fermiones haciendo uso del mismo

campo escalar Φ, con una hipercarga Y = 1, y el isodoblete Φ̃ = iτ2Φ∗, con una

hipercarga Y = −1.

Para la generación de la masa de los fermiones, introducimos el Lagrangiano inva-

riante de Yukawa SU(2)L × U(1)Y ,

LY ukawa = −λeL̄ΦeR − λdQ̄ΦdR − λuQ̄Φ̃uR + h.c. (2.40)

donde las λe,d,u son los correspondientes acoplamientos de Yukawa (matrices 3 × 3), y

a continuación se realiza el mismo procedimiento que en el caso anterior. Por ejemplo,

para el caso especí�co del electrón, se obtiene lo siguiente:

LY ukawa = −1

2
λe(ν̄e, ēL)

(
0

v + h

)
eR + ...

LY ukawa = −1

2
λe(v + h) ēLeR + ... (2.41)

En general, se observa que los coe�cientes constantes de los fermiones f̄L, fR ( y

h.c.) se interpretan como la masa de ellos

me =
λev√

2
, mu =

λuv√
2
,md =

λdv√
2
. (2.42)

Es interesante ver que con el mismo isodoblete de campos escalares complejos Φ, se

ha generado la masa tanto de los bosones vectoriales débiles W±
µ y Zµ así como la de

los fermiones, y a la vez se ha preservado la simetría de gauge SU (2)×U (1), la cual

fue rota espontáneamente o escondida. La simetría electromagnética U (1)Q así como la

simetría de color SU (3)C permanecieron intactas, sin ser rotas.
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Capítulo 3

El modelo extendido B-L

El gran éxito de la simetría de gauge en la descripción del SM nos conduce a consi-

derar que cualquier ampliación de este modelo debe ser a través de una extensión de su

simetría de gauge. En este capítulo se analiza el modelo que se abordará en esta tesis,

se introduce la notación y se resaltan las diferencias que existen con el SM.

El modelo extendido U(1)B−L [27-31] es una de las extensiones más simples del SM

con la adición de una simetría de gauge local U(1)B−L [32], donde B y L representan el

número bariónico y leptónico respectivamente. Esta simetría B-L desempeña un papel

importante en varios escenarios de la física más allá del SM. (i) El grupo de simetría

de gauge U(1)B−L esta contenido dentro de la Teoría de la Gran Uni�cación (GUT)

descrita por un grupo SO(10) [27]. (ii) La escala del rompimiento de la simetría B-L

esta relacionada con la escala de los términos de masa del neutrino de Majorana pesado

dextrógiro (RH) y da lugar al conocido mecanismo balancín (see-saw) [33-37] con lo

cual se explica la masa ligera de los neutrinos levógiros del SM. (iii) La simetría B-L

y la escala de su ruptura están estrechamente ligadas al mecanismo de bario-génesis a

través de lepto-génesis [38]. También, el modelo contiene un bosón de gauge adicional Z ′

correspondiente a la simetría B-L y un singlete escalar extra, relacionado al SM (bosón

de Higgs pesado H ). Esto puede cambiar signi�cativamente la fenomenología del SM

y nos puede indicar la existencia de nuevos e interesantes fenómenos en colisionadores

actuales y futuros, tales como el gran colisionador de hadrones (LHC) [39-40], el co-

lisionador lineal internacional (ILC) [41-46] y el colisionador lineal compacto (CLIC)

[47-49]. Por lo tanto, los colisionadores ILC y CLIC serán usados como otros mecanis-

mos de producción, "fábricas", de Higgs en los cuales se puede estudiar con precisión y

detalle las propiedades de los bosones h y H y esto se puede considerar como un gran

paso en la exploración de la física de altas energías y altas luminosidades (HL).
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Lo atractivo del modelo B-L es la relativa sencillez en su estructura teórica [50-51]

y su prueba crucial es la detección del nuevo bosón neutro pesado (Z ′) y el nuevo

bosón de Higgs (H ). El análisis de las mediciones precisas electrodébiles indica que el

nuevo bosón de gauge Z ′ debe de pesar más de 1.2 TeV [52]. En la actualidad, tanto

el nuevo bosón neutro pesado (Z ′) como el nuevo bosón de Higgs, predichos por este

modelo, son buscados en el LHC. En este sentido, se ha obtenido una cota para la

masa del bosón adicional (Z ′) del modelo B-L dado por la relación MZ′ = 2v′g′1 , donde

v′, g′1 son el VEV del nuevo grupo y la constante de acoplamiento del nuevo modelo

respectivamente [30, 31, 50, 51]. Este nuevo bosón interactúa con los leptones, quarks,

neutrinos pesados y neutrinos ligeros con una intensidad de interacción proporcional

al acoplamiento de gauge B-L, g′1. El bosón Z ′ puede ser detectado en colisionadores

por medio de señales di-leptónicas y di-jet. Los limites de sensitividad de la masa

de este nuevo bosón MZ′ para el ATLAS y la colaboración CMS son del orden de

O(1.83 − 2.65) TeV [53-61]. Para el caso del bosón de Higgs neutro pesado H, este

puede ser producido en la corrida de alta luminosidad (HL) en el LHC (HL-LHC) a

través de varios procesos de producción: fusión de gluones, fusión de bosones débiles,

producciones asociadas WH/ZH y tt̄H con el subsecuente decaimiento a partículas

pesadas. Los modos predominantes de decaimiento sonWW, hh y ZZ, respectivamente,

el bosón pesado también puede ser producido asociado a un Z ′ [30, 31]. Las perspectivas

del descubrimiento del escalar neutro pesado H durante las corridas en HL-LHC se han

estudiado extensivamente en [30, 31, 62-64]. Debe de recalcarse que actualmente (2019)

se están analizando los datos de la corridas del LHC a 13-14 TeV y los resultados

podrían aumentar los posibles límites de la masa del Z ′ a valores superiores, o bien,

podría encontrarse evidencia de su existencia. Para poder llevar a cabo estudios de alta

precisión de las propiedades del Z ′ se requiere de un nuevo colisionador lineal [65], que

nos permita realizar estudios profundos del sector de Higgs [30, 31, 50, 51, 66-71].

Es importante considerar que la extensión B-L analizada en el presente trabajo, es

una extensión a escala de TeV. Esto signi�ca que el rompimiento del valor esperado de

vacío (VEV) del grupo U(1)B−L es del O (TeV). Por lo tanto, también las masa de las

nuevas partículas tendrán una escala de TeV. En particular, consideraremos el bosón

Z ′ y la nueva partícula de Higgs con masas en el rango del mismo orden. Con respecto

a los neutrinos, con una elección adecuada de los parámetros, los tres neutrinos ligeros

tendrán masas en el rango de sub-eV, mientras que los tres pesados tendrán masas de

O (100) GeV.

El proceso Higgs-strahlung e+e− → Zh es uno de los principales mecanismos de
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producción del bosón de Higgs en futuros colisionadores lineales e+e− tales como el

ILC y el CLIC [72-76]. Por lo tanto, después del descubrimiento del bosón de Higgs,

estudios detallados experimentales y teóricos son necesarios para la comprobación de

sus propiedades y su dinámica [77-80]. Es posible buscar el bosón de Higgs en el marco

del modelo B-L; sin embargo, la existencia de un bosón de gauge nuevo también podría

proporcionar novedosos mecanismos de producción del Higgs que podrían probar su

origen no-estándar.

En este trabajo se estudia la fenomenología del bosón de Higgs en el modelo see-

saw TIPO I [33-37] para la generación de la masa del neutrino en presencia de una

ruptura espontánea de simetría U(1)B−L en futuros colisionadores lineales electrón-

positrón como el ILC y CLIC.

Se consideran los dos estados físicos del Higgs que emergen en este modelo, uno

de los cuales es del tipo del SM (h) mientras que el otro (H ) es de origen B-L (de

aquí en adelante así designaremos a estas dos partículas), ambos compatibles con los

últimos datos del LHC. Se examina una variedad de canales de desintegración de h, H

y nos concentramos en los modos de producción; e+e− → Zh , ZH y e+e− → tt̄h, tt̄H

incluyendo la posibilidad de mediación a través de un Z ′, que podría ser resonante,

y también contemplamos la mezcla Z/Z ′ (considerando restricciones experimentales

relevantes del LEP).

Cabe mencionar que en [66], los autores hicieron un estudio de la física del Higgs

a través del proceso Higgs-strahlung e+e− → Z ′h, Z ′H, la producción asociada de un

bosón de Higgs y un par de quarks top e+e− → tt̄h, tt̄H , y la producción asociada de

un par de Higgs y un bosón Z ′ e+e− → hhZ ′ en el ya mencionado modelo B�L. Sin

embargo, la corriente principal (mainstream) de la literatura no consideran el caso de la

mezcla Z/Z ′ el cual sí se considera en el presente trabajo.

Otra de las motivaciones para considerar los futuros colisionadores lineales es que

las diferentes etapas de alta-energía y HL del ILC y el CLIC proporcionarán un medio

ambiente limpio para estudiar las propiedades del bosón Z ′ y de los bosones de Higgs

a través de la producción de Z/Z ′ asociada a un bosón de Higgs, tanto del tipo del

SM como el originado por el grupo B-L. Los diferentes procesos de producción de

ambos bosones de Higgs donde sus características pueden ser aprovechadas de mejor

manera para revelar la naturaleza B-L de la ruptura de la simetría electrodébil (EWSB)

en asociación con partículas pesadas, tanto de origen SM (bosones W, Z y quarks

tt̄) como de origen B-L (bosón Z ′ y neutrinos derechos νR), son los procesos Higgs-

strahlung e+e− → Zh, ZH, Z ′h, Z ′H, los procesos de fusión de bosones vectoriales
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WW, e+e− → νeν̄eh y los procesos de fusión de bosones vectoriales ZZ, e+e− → e+e−h.

Otros mecanismos de producción importantes del bosón de Higgs mediante un bosón

Z ′ que también son accesibles al ILC y CLIC, son e+e− → tt̄h, tt̄H y e+e− → Zhh, Z ′hh

donde los procesos e+e− → tt̄h, tt̄H (los cuales analizaremos en el presente trabajo)

desempeñarán un papel importante en las mediciones de precisión del acoplamiento de

Yukawa del quark top, mientras que los procesos e+e− → Zhh, Z ′hh serán cruciales

para entender el auto-acoplamiento del bosón de Higgs, los mecanismos de ruptura de

simetría electrodébil EWSB y la generación de masa. El auto-acoplamiento del Higgs

puede ser una forma no trivial de sondear el potencial de Higgs y probablemente la prue-

ba más decisiva del mecanismo de EWSB. Discusiones detalladas sobre estos procesos

y algunos nuevos modelos de física pueden encontrarse en [44, 45, 48, 81, 82].

Aunque en este trabajo no se considera el fondo radiactivo, es importante mencionar

el fondo predominante de los procesos estudiados aquí, e+e− → Zh y ZH : ZZ,Zγ, γγ

para el estado �nal del quark b (e+e− → Zh→ e+e−b b̄, µ+µ−b b̄) y W+W−Z, γ para el

estado �nal del bosón W, e+e− → Zh → e+e−W+W−, µ+µ−W+W− respectivamente

[34, 35, 48, 81, 82].

Como se mencionó anteriormente, el objetivo del presente trabajo es estudiar la

fenomenología de la producción y decaimiento del bosón de Higgs ligero y pesado, así

como la sensitividad del bosón Z ′ del modelo B-L como una fuente de bosones de Higgs a

través de los procesos Higgs-strahlung e+e− → (Z,Z ′)→ Zh , e+e− → (Z,Z ′)→ ZH y

el proceso de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h,H incluyendo los efectos resonantes

y no-resonantes en futuros colisionadores lineales e+e−, de alta energía y HL. Se evalúa

la sección transversal total para la producción de Zh , ZH y tt̄h, tt̄H y se calcula

el número total de eventos para luminosidades integradas de L = 500 − 2000 fb−1 y

energías de centro-de-masa de
√
s = 500− 3000 GeV.

En el SM los neutrinos carecen de masa debido a la ausencia de neutrinos derechos

(RH) y a la exacta conservación B-L, pero se tiene evidencia sólida de que el neutrino es

masivo, con�rmada por varios experimentos relacionados con fenómenos de oscilación

[29, 33], siendo esto evidencia de la necesidad de una nueva física, más allá del SM.

El modelo más idóneo para dar una explicación natural y sencilla de la pequeña

masa del neutrino del SM es por medio del mecanismo balancín (see-saw) [34 - 36, 83],

en el cual se introducen los neutrinos pesados derechos (dextrógiros) RH como singletes

bajo el grupo de gauge del SM. Como se ha mencionado, el modelo de gauge basado

en el grupo SU(3)CÖSU(2)LÖU(1)YÖU(1)B−L [30, 31, 33, 50, 66-71, 84] es una de la

extensiones más simples del SM, en donde U(1)B−L representa una simetría de gauge
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adicional y donde los neutrinos pesados derechos son esenciales, tanto para la consis-

tencia de los números cuánticos (cancelación de anomalías) como para la preservación

de la invariancia de gauge. En este modelo, la masa de los neutrinos RH surge en el

sector de Yukawa del Lagrangiano después del rompimiento de la simetría del grupo

U(1)B−L.

3.1. El Lagrangiano del modelo B-L

La extensión B-L (Barión - Leptón) del SM se lleva a cabo añadiendo un grupo

de gauge U(1), que se relaciona con la simetría B-L. Sin pérdida de generalidad, el

Lagrangiano clásico invariante de gauge para el modelo bajo consideración se puede

descomponer de la siguiente manera:

L = Ls + LYM + Lf + LY , (3.1)

donde los diferentes términos, Ls, LYM , Lf y LY representan los sectores; escalar, Yang-

Mills (gauge), fermiónico y de Yukawa, respectivamente. Nótese que este "nuevo" La-

grangiano es similar al del SM, aunque, debido a la diferente estructura de la simetría,

cada término toma en consideración las diferencias existentes en los sectores escalar,

gauge y fermiónico.

A continuación, resaltaremos sector por sector las similitudes y diferencias del mo-

delo B-L con respecto al caso del SM.

3.1.1. El sector de gauge (Yang-Mills)

Al igual que en el SM, los campos vectoriales se determinan especí�camente por

la elección del grupo de gauge y por la transformación en sus representaciones de sus

adjuntas, por lo tanto, en el Lagrangiano de Yang-Mills, las intensidades de campo no-

Abelianos son iguales que en el SM y la única diferencia está contenida en los términos

Abelianos.

El Lagrangiano para el sector de gauge se de�ne explícitamente como: [30, 70, 85,

86]

LYM = −1

4
Ga
µνG

µνα − 1

4
W a
µνW

µνα − 1

4
BµνB

µν − 1

4
Z ′µνZ

′µν , (3.2)
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donde Ga
µν , W

a
µν , Bµν y Z ′µν son los correspondientes tensores de intensidad de campo

de los grupos SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y y U(1)B−L respectivamente.

Los tensores no-Abelianos son los mismos del SM y los tensores de intensidad de

campo Abelianos quedan de�nidos por:

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ (3.3)

Z ′µν = ∂µZ
′
ν − ∂νZ ′µ, (3.4)

en donde Bµ y Z ′µ son los campos de gauge asociados a los grupos U(1)Y , U(1)B−L

respectivamente.

3.1.2. El sector escalar

Como se ha dicho, el modelo bajo estudio tiene un sector de gauge extendido, con

un bosón de gauge neutro adicional Z ′ con respecto al SM. Para que el mecanismo de

Higgs sea consistente (dar masa no sólo a los bosones débiles del SM, sino también al

Z ′) es necesario ampliar el sector de Higgs del SM mediante la adición de un singlete

de Higgs complejo χ.

Para poder preservar la invariancia de gauge del modelo, es necesario elegir las

cargas B-L de los dos campos escalares Φ y χ , y se de�nen como, Y Φ
B−L = 0 y Y χ

B−L = 2

[30, 31, 66-68].

El Lagrangiano más general invariante de gauge renormalizable para el sector escalar

del modelo es,

Ls = (DµΦ)†(DµΦ) + (Dµχ)†(Dµχ)− V (Φ, χ), (3.5)

donde el termino del potencial queda dado por [68],

V (Φ, χ) = m2(Φ†Φ) + µ2|χ|2 + λ1(Φ†Φ)2 + λ2|χ|4 + λ3(Φ†Φ)|χ|2, (3.6)

V (Φ, χ) = m2(Φ†Φ) + µ2|χ|2 + (Φ†Φ |χ|2)

(
λ1

λ3
2

λ3
2

λ2

)(
Φ†Φ

|χ|2

)
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siguiendo la notación de esta base de campos introducida anteriormente, la derivada

covariante del modelo B-L se de�nen como la parte usual no-Abeliana del SM más una

parte Abeliana: [66-68]

Dµ = ∂µ + igst
αGα

µ + i[gT aW a
µ + g1Y Bµ + (g̃Y + g′1YB−L)B′µ], (3.7)

donde gs, g, g1, y g′1 son los acoplamientos de SU(3)C , SU(2)L, U(1)Y y U(1)B−L

respectivamente y en donde tα, T a, Y y YB−L son sus correspondientes generadores de

grupo. La mezcla entre los dos grupos Abelianos queda descrita por el nuevo acopla-

miento g̃. Las cargas electromagnéticas Q de los campos son las mismas que las del

SM y las cargas YB−L para los quarks, leptones y campos escalares son las siguientes:

Y quark
B−L = 1

3
, Y leptón

B−L = −1, sin diferencia entre generaciones para que sea universal, y

como ya mencionamos, YB−L(Φ) = 0, YB−L(χ) = 2, para preservar la invariancia de

gauge del modelo.

Cabe mencionar que en este modelo, g̃ y g′1 son parámetros libres y su signi�cado

es crucial en el presente trabajo, para entender a fondo su signi�cado, analicemos la

ecuación (3.7). Se observa que esta derivada covariante se puede reescribir considerando

una carga efectiva Y E y un acoplamiento efectivo gE :

gEY
E ≡ g̃Y + g′1YB−L. (3.8)

Como cualquier otro parámetro en el Lagrangiano, g̃Y y g′1YB−L son parámetros que

"corren" (running parameters), es decir, que dependen de la energía del análisis, por

ende sus valores deben de ser de�nidos a determinada escala. Existe un grupo de valores

a escalas determinadas (generalmente la escala electrodébil) para estos acoplamientos

normalmente usados en la literatura [87, 88] con los cuales se obtienen diferentes mo-

delos de referencia que contemplan bosones de gauge Z ′ [70].

Comúnmente en la literatura se maneja el modelo B-L "puro", el cual queda de�nido

por la condición g̃(QEW ) = 0 (Y ′ = YB−L), es decir, este nuevo acoplamiento se nuli�ca

a la escala EW, esto implica que no hay mezcla a nivel árbol entre los bosones de gauge

B-L, Z ′ y el Z del SM. Otros modelos de referencia de esta parametrización, son por

ejemplo, el modelo Secuencial SM (SSM), de�nido por Y E = Y , que en nuestra notación

corresponde a las condiciones g̃ = g1, g
′
1 = 0 a escala EW, también se maneja el modelo

U(1)R, para el cual las cargas de los fermiones RH son cero, en nuestra notación esto

se obtiene con la condición g̃ = −2g′1 a escala EW. Otro importante modelo es el U(1)χ

basado en el grupo SO(10), relacionado con GUTs, que en esta notación se obtiene con
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g̃ = −4
5
g′1. Aun que estos dos acoplamientos "corren" bajo diferente comportamiento,

se preserva la relación EW g̃/g′1 = −4/5 a un lazo y a cualquier escala.

Los escalares, doblete y singlete, se de�nen como:

Φ =

(
G±

v+φ0+iGZ√
2

)
, χ =

v′ + φ
′0 + iz′√
2

, (3.9)

donde G±, GZ y z′ son los bosones de Goldstone de W±, Z y Z ′ respectivamente,

mientras que v ' 246 GeV es la escala de la ruptura de la simetría electro-débil y v′ es

la escala de ruptura del modelo B-L acotada por los datos de las mediciones de precisión

electro-débiles cuyo valor se asume del orden de TeV.

3.1.3. El sector Fermiónico

El espectro Fermiónico del modelo es el mismo que el del SM, excepto por la adición

de tres neutrinos diestros (RH), νR (singletes bajo el grupo de gauge del SM) uno por

cada una de las tres familias de leptones. Como ya mencionamos, esta adición es esencial

tanto para la cancelación de la anomalías como para la preservación de la invariancia

de gauge.

El Lagrangiano del sector Fermiónico (k es el índice de generación) queda dado por:

Lf =
3∑

k=1

( iqkLγD
µqkL + iukR γµD

µukR + id kR γµD
µdkR+

+i l kL γµD
µlkL + iekR γµD

µekR + iνkR γµD
µνkR), (3.10)

donde las cargas de los campos son las habituales del SM y las B-L son; 1/3 para los

quarks y -1 para los leptones, sin distinción entre generaciones, con lo que se garantiza la

universalidad. Las asignaciones de las cargas B-L de los campos, así como la introducción

de tres neutrinos pesados RH con carga -1 bajo B-L están diseñadas para eliminar las

anomalías de la teoría, y como ya se mencionó, la carga del nuevo campo escalar de

Higgs (χ) de +2 bajo B-L se elige para asegurar la invariancia de gauge del modelo.
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3.1.4. Interacciones de Yukawa

Además de los acoplamientos de Yukawa del SM, se observan dos nuevos tipos de

interacciones de Yukawa que involucran neutrinos derechos RH, en donde se generan

términos masivos tanto de Dirac como de Majorana.

LY = −yd
jkqLjdRkΦ−yu

jkqLjuRkΦ̃−ye
jk lLj eRkΦ−yνjk lLjνRkΦ̃−yM

jk (νR)cj νRkχ+ h.c., (3.11)

donde νcR = C νR T y Φ̃ = iσ2Φ∗ donde i, j, k toman los valores de 1 a 3, los últimos

dos términos son los términos de masa de Dirac y de Majorana para neutrinos RH y

los otros son los usuales de Dirac. Sin pérdida de generalidad, se trabaja en la base en

donde, yM , son las matrices 3×3 del acoplamiento de Yukawa de los neutrinos RH y

son diagonales, reales y positivas. Estos son los únicos términos invariantes de gauge

permitidos, dado que hay términos prohibidos, por ejemplo, un término de masa efectivo

tal como Mν̄cRνR está prohibido por que viola la invariancia de gauge. En particular,

el último término en la ecuación (3.11) acopla a los neutrinos con el nuevo campo del

singlete escalar, χ, y permite la generación dinámica de masa del neutrino a medida

que el campo χ adquiere un VEV a través del mecanismo de Higgs. Debido a esto, en el

modelo B-L, los neutrinos se acoplan al sector escalar, en particular los RH se acoplan

fuertemente al singlete escalar χ y se observa por que es necesaria una carga Y χ
B−L = +2

para preservar la invariancia de gauge del Lagrangiano.

Como veremos mas delante, estos son los ingredientes esenciales del mecanismo

balancín ("see-saw") por medio del cual adquieren masa los neutrinos. A los estados

propios de masa del neutrino, obtenidos después de aplicar el mencionado mecanismo,

se les llamará νl (donde l signi�ca light (ligero)) y νh (donde h signi�ca heavy (pe-

sado)), donde los primeros son los análogos del SM. Con una apropiada selección de

acoplamientos de Yukawa, los neutrinos pesados pueden tener masas mνh ∼ O (100)

GeV.

3.2. Ruptura espontánea de la simetría (mecanismo

de Higgs) SU(2)L × U(1)Y × U(1)B−L

Aquí se generaliza el proceso de la ruptura espontánea de la simetría EW (EWSB)

aplicado al potencial clásico, descrito por la ecuación (3.6) para el modelo B-L. Para

39



determinar la condición de delimitar V (Φ, χ) de abajo hacia arriba, energéticamente, es

su�ciente estudiar su comportamiento para valores elevados de los campos, controlada

por la matriz de la primera línea de la ecuación (3.6). Del requerimiento de que dicha

matriz sea positiva, se obtienen las siguientes condiciones:

4λ1λ2 − λ2
3 > 0 , (3.12)

λ1, λ2 > 0 . (3.13)

Si las condiciones de las ecuaciones (3.12) y (3.13) se cumplen y siguiendo la receta

de parametrización del gauge de Feynman para el doblete de Higgs y el singlete del

modelo B=L, podemos proceder a la minimización del potencial V como función no

sólo de los campos de Higgs y sus VEVs, sino también de los llamados bosones de

Goldstone. Por lo tanto, los campos escalares, Φ y χ , ahora se de�nen de la siguiente

manera:

Φ =
1

2

(
−i(w1 − iw2)

v + (h+ iz)

)
, χ =

1√
2

(v′ + (h′ + iz′)) , (3.14)

donde w± = w1 ∓ iw2 , z y z′ son los aspirantes (would be) a bosones de Goldstone de

W±, Z y Z ′ respectivamente.

Haciendo uso de la invariancia de gauge (no es afectado por la elección del gauge)

para la minimización del potencial escalar, tenemos que no hay restricciones al de�nir

ambos VEVs de la siguiente forma:

〈Φ〉 ≡ 1√
2

(
0

v

)
, 〈χ〉 ≡ v′√

2
, (3.15)

para v y v′ reales y no-negativos.

Para encontrar el mínimo del potencial V, se hace uso de las siguientes ecuaciones

diferenciales.

{
∂V
∂v

(v, v′) = v (λ1m
2v2 +

λ23
2
v′2) = 0

∂V
∂v′

(v, v′) = v′ (λ2µ
2v′2 +

λ23
2
v2) = 0

, (3.16)

40



las soluciones físicas más interesantes de la minimización de la ecuación (2.3) se obtienen

cuando v, v′ > 0 :

v2 =
−λ2m

2 + λ3
2
µ2

λ1λ2 − λ23
4

(3.17)

v′2 =
−λ1µ

2 + λ3
2
m2

λ1λ2 − λ23
4

. (3.18)

Estas soluciones físicas deben cumplir con las siguientes condiciones; v2 > 0 y v′2 >

0. La ecuación (3.12) implica que los denominadores siempre son positivos, así que sólo

se requieren que los numeradores sean también positivos. En cuanto a los parámetros

en el Lagrangiano, esto signi�ca que; λ2m
2 < λ3

2
µ2, λ1µ

2 < λ3
2
m2.

Para encontrar el mínimo, se hizo uso de la siguiente matriz Hessiana:

Φ(v, v′) ≡

(
∂2V
∂v2

∂2V
∂v∂v′

∂2V
∂v∂v′

∂2V
∂v′2

)
=

(
2λ1v

2 λ3vv
′

λ3vv
′ 2λ2v

′2

)
(3.19)

a partir de esta ecuación concluimos que las soluciones son mínimos si y sólo sí, se

satisfacen las ecuaciones (3.12, 3.13).

.

3.2.1. Espectro de masa del sector escalar

Para calcular las masas de los escalares, debemos expandir el potencial en la ecua-

ción (3.6) alrededor de los mínimos en ecuaciones (3.17) y (3.18). Se denota por h y H

a los campos escalares de masas de�nidas mh y mH respectivamente, y elegimos con-

vencionalmente m2
h < m2

H . Dado que los valores propios físicos de masa son invariantes

de gauge, se de�nen los campos de Higgs, considerando el gauge unitario como:

Φ =

(
0

v+φ0√
2

)
, χ =

v′ + φ′0√
2

, (3.20)

donde v y v′ son reales y positivos. Después de minimizar el potencial se obtiene:

41



m2 + 2λ1v
2 + λ3vv

′ = 0

µ2 + 4λ2v
′2 + λ3vv

′ = 0. (3.21)

Usando las condiciones de minimización, tenemos la siguiente matriz de masa de los

escalares:

M =

(
λ1v

2 λ3vv′

2
λ3vv′

2
λ2v

′2

)
=

(
M11 M12

M21 M22

)
, (3.22)

después de manipulaciones estándar, las expresiones explícitas para los valores propios

(eigenvalues) de masa de los escalares son:

M2
H,h =

(M11 +M22)±
√

(M11 −M22)2 + 4M2
12

2
, (3.23)

donde h y H son combinaciones lineales de φ0y φ′0 y por convención de�nimosMh<MH .

Estos valores propios se relacionan con los siguientes vectores propios (eigenvectors):(
h

H

)
=

(
cosα −senα

senα cosα

)(
φ0

φ′0

)
(3.24)

donde −π
2
≤ α ≤ π

2
es el ángulo de mezcla entre h, el bosón de Higgs similar al del SM,

y H, el bosón de Higgs extra que predice el modelo B-L, el ángulo de mezcla se puede

expresar como:

sen(2α) =
λ3vv

′√
(λ2v′2 − λ1v2) + (λ3vv′)2

,

cos(2α) =
λ2v

′2 − λ1v
2√

(λ2v′2 − λ1v2) + (λ3vv′)2
,

tan(2α) =
2M12

M22 −M11

=
λ3vv

′

λ2v′2 − λ1v2
, (3.25)

es importante analizar el límite de desacople (cuando α → 0) , en este límite, h es

básicamente el bosón de Higgs similar al del SM, mientras que H no se acopla con las

partículas del SM, haciendo imposible su descubrimiento en el LHC.
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Para el análisis numérico del sector de Higgs extendido, es necesario extraer los

parámetros del Lagrangiano en términos de las cantidades físicas Mh y MH y el ángulo

α por medio de las ecuaciones (3.25), obteniendo así las constantes de acoplamiento,

λ1 =
M2

H

4v2
(1− cos 2α) +

M2
h

4v2
(1 + cos 2α),

λ2 =
M2

h

4v′2
(1− cos 2α) +

M2
H

4v′2
(1 + cos 2α), (3.26)

λ3 = sen 2α

(
M2

H −M2
h

2vv′

)
.

Si los datos del LHC [89, 90] se interpretan mediante la identi�cación de h con

el bosón de Higgs recientemente observado, entonces el ángulo mezcla escalar α debe

satisfacer la restricción sin2 α . 0.33(0.36) para MH = 200 (300) GeV, como se explica

en [91-93].

3.2.2. Espectro de masa del sector Fermiónico, el mecanismo

see-saw

En el ámbito del SM, no hay una manera directa de generar la masa de los neutrinos y

sus oscilaciones, las cuales como ya se mencionó, han sido detectadas experimentalmen-

te, cualquier extensión aislada para resolver este enigma, se ve afectada por problemas

de consistencia (echan abajo la renoramlizabilidad o la invarianza de gauge). El modelo

B-L nos provee de una solución sencilla y "elegante": la presencia de neutrinos derechos

(RH) en el Lagrangiano de Yukawa, ecuación (3.11), da lugar al llamado mecanismo

balancín (see-saw), los dos últimos términos de esta ecuación son los términos de masa

de Dirac y Majorana para los neutrinos, respectivamente. En contraste con la habitual

aplicación efectiva del mecanismo see-saw (balancín), el último término de la ecuación

es una interacción de Yukawa con el nuevo singlete de Higgs. Después de la ruptura

espontánea de la simetría de gauge, los neutrinos de Dirac se combinan con seis esta-

dos propios de masa de Majorana, y para extraer las masas de los neutrinos primero

procedemos a re-escribir los campos de Dirac de los neutrinos en términos de campos
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de Majorana haciendo uso de la siguiente conversión, νD = 1−γ5
2
νL + 1+γ5

2
νR donde νD

es un campo de Dirac y νL,R son sus componentes izquierda (derecha). Si se sustituyen

estos valores en el el sector de neutrinos del SM, tendremos una teoría equivalente, pero

ahora en términos de neutrinos de Majorana consistente con las cotas experimentales,

en el segundo paso se tiene que diagonalizar la matriz de masa de los neutrinos:

M =

(
0 mD

mT
D M

)
(3.27)

en donde mD y M son las matrices de masa de Dirac y Majorana respectivamente, y

de�nidas [27] en función de las matrices (3×3, la dimensión depende del numero de

generaciones) de acoplamiento de Yukawa, y, y de los VEV como:

mD =
(yν)∗√

2
v , M =

√
2 yMv′, (3.28)

el VEV del campo χ se de�ne como v′. La matriz puede ser diagonalizada por medio

de una rotación sobre el ángulo αν , de tal forma que:

tan2αν = −2mD

M
. (3.29)

Por simplicidad no se considera la mezcla intergeneracional de tal forma que los

neutrinos de cada generación se puedan diagonalizar independientemente. También se

requiere que los neutrinos sean degenerados en masa. Por lo tanto, los neutrinos levógiros

y dextrógiros, νL,R, se pueden describir de acuerdo a la siguiente combinación lineal de

estados propios de masa de Majorana ligero y pesado, νl,h:

(
νL

νR

)
=

(
cosαν −senαν

senαν cosαν

)(
νl

νh

)
, (3.30)

cuyas masas son

mνl '
m2
D

M
, (3.31)

mνh 'M , (3.32)

ahora podemos expresar la ecuación (3.29), en términos de las masas físicas:
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tan2αν ' −2

√
mνl

mνh

. (3.33)

De donde resulta que para mνl ∼ 0.1 eV y mνh = 125 GeV, tanαν ∼ 10−6. Por

lo tanto, νl,h, son en su mayoría los neutrinos LH, (RH). Una consecuencia es que

los neutrinos pesados pueden ser partículas de larga duración. También, siendo en su

mayoría RH, los neutrinos pesados están fuertemente acoplados al bosón de Higgs H, h

para un ángulo de mezcla escalar α (pequeño, grande), mientras que los similares al

SM (siendo en su mayoría LH) no son acoplados fuertemente.

En la Tabla III.a, se muestran las diferentes asignaciones de carga para los fermiones

quirales y los campos escalares.

Tabla III.a: Números cuánticos B-L y Y asignadas a los campos escalares y fermiones

quirales.

ψ qL uR dR lL eR νR H χ

SU(3)C 3 3 3 1 1 1 1 1

SU(2)L 2 1 1 2 1 1 2 1

Y 1
6

2
3

-1
3

-1
2

-1 0 1
2

0

B − L 1
3

1
3

1
3

-1 -1 -1 0 2

3.2.3. Espectro de masa del sector de gauge

Para determinar el espectro de masas de los bosones de gauge, tenemos que expandir

los términos cinéticos escalares como en el caso del SM. Esperamos que exista un bosón

de gauge sin masa, el fotón, mientras que los otros bosones de gauge adquirirán masa.

Como ya hemos mencionado, se contempla que el espectro de los bosones vectoriales

cargados del SM permanezca intacto después de la extensión B-L, dado que esta afecta

sólo al sector Abeliano.

Usando la parametrización de gauge-unitaria, se de�nen los términos cinéticos del

potencial V como:

(DµH)†DµH =
1

2
∂µh∂µh+

1

8
(h+ v)2(0 1) [gW µ

a σa + g1B
µ + g̃B′µ]

2

(
0

1

)
(3.34)

=
1

2
∂µh∂µh+

1

8
(h+ v)2

[
g2 |W µ

1 − iW
µ
2 |

2 + (gW µ
3 + g1B

µ + g̃B′µ)2
]
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y

(Dµχ)†Dµχ =
1

2
∂µχ∂µχ+

1

2
(H + χ)2(g′12B′µ)2, (3.35)

en donde se ha considerado Y B−L
χ = 2 para garantizar la invariancia de gauge de los tér-

minos de Yukawa. Dado que la extensión que se está estudiando es en el sector Abeliano

del grupo de gauge del SM, los bosones cargados W± no se ven afectados y tendrán

sus masas de�nidas por las expresiones del SM, estando únicamente relacionadas con el

factor SU(2)L. La masa de los otros bosones de gauge no es tan sencillo de identi�car,

debido a la mezcla entre los dos factores. De hecho, análogamente al SM, los campos

de masa de�nida son combinaciones lineales de W µ
3 , B

µ y B′µ. Cabe mencionar que si

no hubiese mezcla entre los factores U(1), es decir, considerando que g̃ = 0, se pudiera

identi�car el bosón vectorial extra como Z ′ ≡ B′. Cuando no hay mezcla entre los

sectores Abelianos (los dos factores U(1)), comúnmente se le denomina, modelo B-L

"puro". A continuación se hace un breve análisis de este caso. Es importante recalcar

que en este trabajo sí se considera la mezcla de los bosones neutros.

Una vez que se establece a W µ
3 , B

µ y B′µ como la base de campos, la expresión

explícita del cuadrado de la matriz de masa es:

M2 = v2

4

 g2
1 −gg1 0

−gg1 g2 0

0 0 16v
′2

v2
g′21



=
v2

4
(g2 + g2

1)


sen2θw −cosθw senθw 0

−cosθw senθw cos2θw 0

0 0
16 v′2g′21
v2(g2+g21)

 (3.36)

en donde se ha hecho uso de las conocidas relaciones:

cosθw =
g√

g2 + g2
1

, senθw =
g1√
g2 + g2

1

. (3.37)

Al igual que en el caso del SM, para diagonalizar la sub-matriz 2× 2 de la ecuación

(3.36), se requiere aplicar una rotación, en este caso sobre el campo B′(Z)′, de�nida

como:
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REW (θw) =

 cosθw −senθw 0

senθw cosθw 0

0 0 1

 , (3.38)

esto nos permitirá aislar cada valor-propio de masa

REW (θw)M2 [REW (θw)]−1 =

 0 0 0

0 v2

4
(g2 + g2

1) 0

0 0 4x
2
(g′1)2

 . (3.39)

Por último, podemos asociar los valores propios de masa con los correspondientes

valores propios de los bosones vectoriales físicos.

MA = 0,

MZ =
v

2

√
g2 + g′1, (3.40)

MZ′ = 2xg′1,

y la masa de los bosones cargados es la misma que en el SM, MW± = 1
2
vg.

Como se mencionó anteriormente, el caso anterior es para cuando no hay mezcla en

el sector Abeliano, lo cual simpli�ca el análisis. Pero en este trabajo sí consideramos

la mezcla, por lo que a continuación obtendremos las masas de los bosones neutros Zµ

y Z ′µ considerando mezcla entre los sectores Abelianos, es decir, θB−L 6= 0, lo cual es

medular en el presente trabajo.

También se parte del hecho de que los campos de masa de�nida, Aµ (el fotón), Zµ

y Z ′µ, análogamente al SM, son combinaciones lineales de W µ
3 , B

µ y B′µ, la expresión

explicita es [50, 51, 66, 67]

 Bµ

W µ
3

B′µ

 =

 cosθw −senθW cosθB−L senθW senθB−L

senθw cosθW cosθB−L −cosθw senθB−L

0 senθB−L cosθB−L


 Aµ

Zµ

Z ′µ

 , (3.41)

en donde −π
4
≤ θB−L ≤ π

4
es el ángulo de mezcla entre los bosones neutros Zµ y Z ′µ que

satisface la siguiente expresión:
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tan2θB−L =
2g̃
√
g2 + g2

1

g̃2 + 16(v
′

v
)2g

′2
1 − g2 − g2

1

, (3.42)

de donde obtenemos el espectro de masa de los bosones de gauge para el modelo B-L

considerando mezcla entre los bosones neutros,

MA = 0,

MW± = 1
2
vg,

MZ =
v

2

√
g2 + g2

1

√
1

2

(
g̃2 + 16(v

′

v
)2g

′2
1

g2 + g2
1

+ 1

)
− g̃

sin 2θB−L
√
g2 + g2

1

, (3.43)

MZ′ =
v

2

√
g2 + g2

1

√
1

2

(
g̃2 + 16(v

′

v
)2g

′2
1

g2 + g2
1

+ 1

)
+

g̃

sin 2θB−L
√
g2 + g2

1

,

obsérvese la diferencia entre las expresiones de la masa de los bosones neutros Zµ y Z ′µ

cuando sí hay mezcla y cuando no la hay.

Posteriormente se obtiene esta expresión,

sen2θB−L =
2g̃
√
g2 + g2

1√
(g̃2 + 16(v

′

v
)2g

′2
1 − g2 − g2

1)2 + (2g̃)2(g2 + g2
1)
, (3.44)

en la ecuación (3.43) se genera la masa del nuevo bosón de gauge neutro MZ′ , la cual

depende de v′ y g′1. las otras son las equivalentes a las del SM. Como se ha mencionado,

en este trabajo se considera el caso g̃ 6= 0, que se determina principalmente por las

constantes de acoplamiento de gauge g′ y g′1. Los datos arrojados por las mediciones de

precisión electrodébiles en el LEP (large electron positron collider) nos da una cota del

ángulo mezcla θB−L entre Z ′ y Z , expresado en la ecuación (3.42) [68].

A continuación se presenta la Tabla III.a, que contiene las diferentes cargas de las

partículas involucradas en nuestro análisis.

En el Lagrangiano extendido B-L, los términos de las interacciones entre los bosones

de gauge neutros Z ′, Z y un par de fermiones del SM pueden describirse de la siguiente

forma [30,31, 95-97],

LNC =
−ig

cos θW

∑
f

f̄γµ
1

2
(gfV − g

f
Aγ

5)fZµ +
−ig

cos θW

∑
f

f̄γµ
1

2
(g
′f
V − g

′f
A γ

5)fZ ′µ. (3.45)

48



A partir de este Lagrangiano se determinan las expresiones para los nuevos aco-

plamientos de los bosones Z ′ y Z con los fermiones del SM, los cuales se dan en la

Tabla III.b. Los acoplamientos gfV (g
′f
V ) y gfA (g

′f
A ) dependen del ángulo de mezcla θB−L

entre Z ′ y Z y de la constante de acoplamiento g′1 de la interacción B-L. La cota actual

del ángulo de mezcla es θB−L > 10−3 [98]. En el límite de desacoplamiento, cuando

θB−L = 0 y g′1 = 0, se recuperan los acoplamientos del SM.
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Capítulo 4

Decaimientos y procesos de

producción de los bosones Z ′, h y H

en el modelo B-L

4.1. Anchura de decaimiento del bosón Z ′ en el mo-

delo B-L

En este capítulo se presentan las anchuras de decaimiento del bosón Z ′ [52, 95, 99-101]

en el contexto del modelo B-L, las cuales son necesarias para el cálculo de la sección

transversal del proceso Higgs-strahlung e+e− → Zh.

La anchura de decaimiento del bosón Z ′ a fermiones esta dada por,

Γ(Z ′ → ff̄) =
2GF

3π
√

2
NcM

2
ZMZ′

√
1−

4M2
f

M2
Z′

[
(g′fV )2

{
1 + 2

(
M2

f

M2
Z′

)}
+ (g′fA )2

{
1− 4

(
M2

f

M2
Z′

)}]
, (4.1)

donde NC es el factor de color (NC = 1 para leptones y NC = 3 para quarks), los

acoplamientos g′fV y g′fA del bosón Z ′ con los fermiones del SM se dan en la Tabla IV.a
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Tabla IV.a: Auto-interacciones y acoplamientos de los fermiones, bosones vectoriales y

escalares en el modelo B-L.

Partícula Acoplamientos

f f̄ h gff̄h = i
Mf

v
cosα

f f̄ H gff̄H = i
Mf

v
senα

ZµZνh gZZh = −i2M2
Z

v
gµν cosα

ZµZνH gZZH = −i2M2
Z

v
gµν sinα

W−
µ W

+
ν h gW−W+h = i eMW

sin θW
gµν cosα

W−
µ W

+
ν H gW−W+H = i eMW

sin θW
gµν sinα

gZZ′h = 2i[1
4
v cosαf(θBL, g

′
1)− v′ sinαg(θBL, g

′
1)]gµν

ZµZ
′
νh f(θBL, g

′
1) = − sin(2θ′)(g21 + g22 + g

′2
1 )− 2 cos(2θ′)g

′

1

√
g21 + g22 ,

g(θBL, g
′
1) = 1

4 sin(2θ′)g
′2
1

ZµZ
′
νH gZZ′H = 2i[1

4
v sinαf(θBL, g

′
1) + v′ cosαg(θBL, g

′
1)]gµν

W−
µ (p1)W+

ν (p2)Zρ(p3) gW−W+Z = −ig cos θW cos θB−L[(p1 − p2)ρgµν+

+(p2 − p3)µgνρ + (p3 − p1)νgρν ]

W−
µ (p1)W+

ν (p2)Z ′ρ(p3) gW−W+Z′ = −ig cos θW sin θB−L[(p1 − p2)ρgµν+

+(p2 − p3)µgνρ + (p3 − p1)νgρν ]

Z ′µZ
′
νh gZ′Z′h = −8 sinαg

′2
1 v
′gµν

Z ′µZ
′
νH gZ′Z′H = −8 cosαg

′2
1 v
′gµν

νRν̄Rh gνRν̄Rh = −iMνR

v′
sinα

νRν̄RH gνRν̄RH = i
MνR

v′
cosα

hhh ghhh = 1
4
λ1v(3 cosα + cos 3α) + 1

4
λ2v

′(−3 sinα + sin 3α)

+1
8
λ3[v(cosα− cos 3α)− v′(sinα + sin 3α)]

hhH ghhH = 3λ1v(cos2 α sinα) + 3λ2v
′(cosα sin2 α)

+1
8
λ3[v′(cosα´+ 3 cos 3α) + v(sinα− 3 sin 3α)]

ff̄Z gfV = T f3 cos θBL − 2Qf sin2 θW cos θBL +
2g′1
g cos θW sin θBL

gfA = T f3 cos θBL

ff̄Z ′ g
′f
V = −T f3 sin θBL − 2Qf sin2 θW sin θBL +

2g′1
g cos θW cos θBL

g
′f
A = −T f3 sin θBL

La anchura de decaimiento del bosón Z ′ a neutrinos pesados es,

Γ(Z ′ → νRν̄R) =
g
′2
1

24π
sin2 θBLMZ′

√
1−

4M2
νR

M2
Z′

[
1−

4M2
νR

M2
Z′

]
, (4.2)
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donde la anchura dada por la ecuación (4.2) implica que los neutrinos derechos RH

deben de ser más ligeros que un medio de la masa de Z ′, MνR <
MZ′

2
, esta condición se

cumple cuando hay acoplamiento de neutrinos pesados, es decir, a una masa menor que
MZ′

2
. La posibilidad de que el bosón pesado Z ′ decaiga a pares de neutrinos pesados es

una de sus características más interesantes.

Las anchuras de decaimiento parciales del bosón Z ′ donde se involucran bosones

vectoriales y bosones escalares son:

Γ(Z ′ → W+W−) =
GFM

2
W

24π
√

2
cos2 θW sin2 θBLMZ′

(
MZ′

MZ

)4

×
(

1− 4
M2

W

M2
Z′

) 3
2
[
1 + 20

M2
W

M2
Z′

+ 12
M4

W

M4
Z′

]
, (4.3)

Γ(Z ′ → Zh) =
GFM

2
ZMZ′

24π
√

2

√
λh

[
λh + 12

M2
Z

M2
Z′

][
f(θBL, g

′
1) cosα + g(θBL, g

′
1) sinα

]2

,

(4.4)

Γ(Z ′ → ZH) =
GFM

2
ZMZ′

24π
√

2

√
λH

[
λH + 12

M2
Z

M2
Z′

][
f(θBL, g

′
1) sinα− g(θBL, g

′
1) cosα

]2

,

(4.5)

donde

λh,H

(
1,

M2
Z

M2
Z′
,
M2
h,H

M2
Z′

)
= 1+

(
M2
Z

M2
Z′

)2

+

(
M2
h,H

M2
Z′

)2

−2

(
M2
Z

M2
Z′

)
−2

(
M2
h,H

M2
Z′

)
−2

(
M2
Z

M2
Z′

)(
M2
h,H

M2
Z′

)
,

f(θBL, g
′
1) =

(
1 +

v2g′21
4M2

Z

)
sin(2θBL) +

(
vg′1
MZ

)
cos(2θBL), (4.6)

g(θBL, g
′
1) =

(
vv′

4M2
Z

)
g′21 sin(2θBL).

En el modelo B-L, la masa del bosón de gauge pesado MZ′ satisface la relación

MZ′ = 2v′g′1 [30,31,50,51,66,67], y teniendo en cuenta el límite más reciente de MZ′
g′1
≥ 6.9

TeV [88,102,103], es posible obtener una cota directa de la escala de ruptura B-L, v′.

En los siguientes cálculos numéricos, se considera v′ = 3.45 TeV, mientras que α = π
9

para el ángulo de mezcla h−H en correspondencia con las referencias [30, 39, 40, 104].
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4.2. El proceso Higgs-strahlung e+e− → Zh en el mo-

delo B-L

Anteriormente se mencionó que en los futuros colisionadores e+e− como el ILC y

CLIC, uno de los principales mecanismos de producción del bosón de Higgs es el proceso

Higgs-strahlung e+e− → Zh. El descubrimiento de este bosón en el 2012 requiere de

nuevos estudios detallados, tanto teóricos como experimentales para a�anzar los cono-

cimientos de sus propiedades y su dinámica. El modelo B-L es un campo fértil para el

estudio del bosón de Higgs, la existencia de otro bosón de gauge nos provee de meca-

nismos de producción de un nuevo bosón de Higgs, estos mecanismos pudieran probar

su origen no estándar.

En este sub-capítulo se calcula la sección transversal de la producción del bosón de

Higgs por medio del mecanismo Higgs-strahlung en el contexto del modelo extendido B-

L en futuros colisionadores lineales electrón-positrón de alta energía y alta luminosidad

HL, tales como el ILC y CLIC.

Los diagramas de Feynman correspondientes al proceso e+e− → (Z,Z ′) → Zh se

muestran en la �gura 4.1. Las respectivas amplitudes de transición quedan dadas por

MZ = −
ig

cosθW
v̄ (p1) γµ

1

2

(
geν − geAγ5

)
u (p2)

(
− gµν + pµpν/M

2
Z

(p1 + p2)2 −M2
Z − iΓ2

Z

)

×

(
2M2

Z cosα

v

)
ενλ (z) , (4.7)

MZ′ =
− ig

cosθW
v̄ (p1) γµ

1

2

(
g′eV − g′eAγ5

)
u (p2)

(
− gµν + pµpν/M

2
Z′

(p1 + p2)2 −M2
Z′ − iΓ2

Z′

)(
2M2

Z

v

)
× (f (θBL, g

′
1) cosα + g (θBL, g

′
1) senα) ενλ (Z) , (4.8)

donde ενλ (Z) es el vector de polarización del bosón Z. Los acoplamientos geV , g
e
A, g

′e
V , g

′e
A

se dan en la Tabla IV.a y las funciones f (θBL, g
′
1) y g(θBL, g

′
1) se dan en las ecuaciones

(4.6), mientras que ΓZ′ se da en las ecuaciones (4.3) - (4.5).
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Figura 4.1: Diagramas de Feynman del proceso Higgs-strhalung e+e− → Zh y e+e− → ZH

en el modelo B-L.

Los parámetros del modelo U(1)B−L; MZ′ , g
′
1, θBL y α, contribuyen a la sección

transversal total del proceso e+e− → (Z,Z ′)→ Zh, y las expresiones de estas secciones

transversales se pueden de�nir de una manera compacta como [95]:

σTot

(
e+e− → Zh

)
= σZ

(
e+e− → Zh

)
+ σZ′

(
e+e− → Zh

)
+ σZ,Z′

(
e+e− → Zh

)
, (4.9)

donde

σZ

(
e+e− → Zh

)
=
G2
FM

4
Z cos2α

24π

[
(geV )2 + (geA)2] s

√
λ [λ+ 12M2

Z/s][
(s−M2

Z)
2

+M2
ZΓ2

Z

] , (4.10)

σZ ′
(
e+e− → Zh

)
=
G2
FM

6
Z

24π

[
(g′eV )

2
+ (g′eA)

2
] s

√
λ [λ+ 12M2

Z′/s]

M2
Z′

[
(s−M2

Z′)
2

+M2
Z′Γ

2
Z′

]
× [f (θBL, g

′
1) cosα + g (θBL, g

′
1) sinα]

2
, (4.11)

σZ,Z ′ (e
+e− → Zh) =

G2
FM

6
Z cosα

6π
[geV g

′e
V + geAg

′e
A] s
√
λ

×

[
1

M2
Z

(λ+ 12M2
Z/s) +

1

M2
Z′

(
λ+

6 (M2
Z −M2

Z′)

s

)
+

sλ

8M2
ZM

2
Z′

(λ− 12M2
Z/s)

]
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×
[(s−M2

Z) (s−M2
Z′) +MZMZ′ΓZΓ′Z ][

(s−M2
Z)

2
+M2

ZΓ2
Z

] [
(s−M2

Z′)
2

+M2
Z′Γ

2
Z′

] [f (θBL, g
′
1) cosα + g (θBL, g

′
1) sinα] ,

(4.12)

en donde

λ

(
1,
M2

Z

s
,
M2

h

s

)
=

(
1− M2

Z

s
− M2

h

s

)2

− 4
M2

ZM
2
h

s2
, (4.13)

es la función usual de espacio fase.

La expresión de la ecuación (4.10) corresponde a la sección transversal con el in-

tercambio de un bosón Z, mientras que las de la ecuación (4.11) y (4.12) provienen

de la contribución del modelo B-L y de la interferencia, respectivamente. La expresión

del SM de la sección transversal de la reacción e+e− → Zh se puede obtener en el

límite de desacoplamiento, es decir, cuando θBL = 0, g′1 = 0 y α = 0. En este caso, los

términos que dependen de estos parámetros en las ecuaciones (4.10) - (4.12) son cero y

la ecuación (4.9) se reduce a la expresión dada en [72, 76] del SM.

4.3. La anchura de decaimiento del bosón de Higgs

pesado H en el modelo B-L

En esta sección presentamos las anchuras de decaimiento del bosón de Higgs pesado

H [30, 31, 105] en el contexto del modelo B � L que necesitamos para el estudio del

proceso e+e− → ZH. La anchura de decaimiento del bosón H a fermiones esta dada

por,

Γ(H → ff̄) =
GFM

2
fMH

4π
√

2
Nf

√(
1−

4M2
f

M2
H

)3

sin2 α, (4.14)

en donde Nf es el factor de color, 1 para leptones y 3 para quarks.

Las anchuras de decaimiento parciales que involucran bosones vectoriales, neutrinos

pesados y el bosón escalar son:
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Γ(H → W+W−) =
GFM

3
H

8π
√

2

√
1− 4M2

W

M2
H

[
1− 4

M2
W

M2
H

+
3

4

(
4M2

W

M2
H

)2]
sin2 α, (4.15)

Γ(H → ZZ) =
GFM

3
H

16π
√

2

√
1− 4M2

Z

M2
H

[
1− 4

M2
Z

M2
H

+
3

4

(
4M2

Z

M2
H

)2]
sin2 α, (4.16)

Γ(H → νRνR) =
M2

νR
MH

16πv′2

√(
1−

4M2
NR

M2
H

)3

cos2 α, (4.17)

Γ(H → hh) =
g2
hhH

32πMH

√
1− 4M2

h

M2
H

, (4.18)

el acoplamiento g2
hhH se da en la Tabla IV.a.

4.4. El proceso Higgs-strahlung e+e− → ZH en el mo-

delo B-L

Aquí se procede a calcular la sección transversal del proceso de producción de boso-

nes de Higgs a través del proceso e+e− → ZH en el contexto del modelo B-L en futuros

colisionadores electrón-positrón de alta energía y alta luminosidad HL como el ILC y

el CLIC.

Los diagramas de Feynman del proceso e+e− → (Z, Z ′) → ZH se muestran en la

�gura 6.3. Las amplitudes de transición respectivas son;

MZ =
−ig

cos θW

[
v̄(p1)γµ

1

2
(geV − geAγ5)u(p2)

] (−gµν + pµpν/M
2
Z)[

(p1 + p2)2 −M2
Z − iΓ2

Z

][2M2
Z sinα

v

]
ενλ ,

(4.19)
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MZ′ =
−ig

cos θW

[
v̄(p1)γµ

1

2
(g
′e
V − g

′e
Aγ5)u(p2)

] (−gµν + pµpν/M
2
Z′)[

(p1 + p2)2 −M2
Z′ − iΓ2

Z′

] [
2M2

Z

v

]
×
[
f(θBL, g

′
1) sinα− g(θBL, g

′
1) cosα

]
ενλ. (4.20)

A continuación se procede de igual manera que en el caso del bosón ligero h que

se vio anteriormente, y se muestran la expresiones para la sección transversal total del

proceso Higgs-strahlung para sus diferentes contribuciones,

σTot(e
+e− → ZH) = σZ(e+e− → ZH) + σZ′(e

+e− → ZH) + σZ,Z′(e
+e− → ZH),

(4.21)

donde

σZ(e+e− → ZH) =
G2
FM

4
Zcos2α

24π
[(geV )2 + (geA)2]

s
√
λ[λ+ 12M2

Z/s]

[(s−M2
Z)2 +M2

ZΓ2
Z ]
, (4.22)

σZ ′
(
e+e− → ZH

)
=
G2
FM

6
Z

24π

[
(g′eV )

2
+ (g′eA)

2
] s

√
λ [λ+ 12M2

Z′/s]

M2
Z′

[
(s−M2

Z′)
2

+M2
Z′Γ

2
Z′

]
× [f (θBL, g

′
1) senα− g (θBL, g

′
1) cosα]

2
, (4.23)

σZ ,Z ′ (e
+e− → ZH) =

G2
FM

6
Z cosα

6π
[(geV ) (g′eV ) + (geA) (g′eA)] s

√
λ

×

[
1

M2
Z

(λ+ 12M2
Z/s) +

1

M2
Z′

(λ+ 6 (M2
Z −M2

Z′) /s) +
sλ

8M2
ZM

2
Z′

(λ− 12M2
Z/s)

]

×
[(s−M2

Z) (s−M2
Z′) +MZMZ′ΓZΓ′Z ][

(s−M2
Z)

2
+M2

ZΓ2
Z

] [
(s−M2

Z′)
2

+M2
Z′Γ

2
Z′

] [f (θBL, g
′
1) senα− g (θBL, g

′
1) cosα] ,

(4.24)

donde

57



λ

(
1,
M2

Z

s
,
M2

H

s

)
=

(
1− M2

Z

s
− M2

H

s

)2

− 4
M2

ZM
2
H

s2
. (4.25)

La expresión de la ecuación (4.22) corresponde a la sección transversal con el inter-

cambio de un bosón Z, mientras que las de la ecuación (4.23) y (4.24) provienen de

la contribución del modelo B-L y de la interferencia, respectivamente. En el límite de

desacoplamiento, es decir, cuando θBL = 0, g′1 = 0 y α = 0, la sección transversal total

de la reacción e+e− → ZH es cero.
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Capítulo 5

Proceso de aniquilación e+e−→ tth,H

en el modelo B-L

Los colisionadores de alta energía se bene�cian de la alta tasa de producción top-

Higgs a través de los procesos e+e− → tt̄h y e+e− → tt̄H [107]. Esto es crucial para

acotar directamente el acoplamiento de Yukawa del quark top, y nos ayudan a descifrar

las propiedades del bosón de Higgs y probablemente dar luz a una nueva física más

allá del SM. La producción de un bosón de Higgs en asociación con quarks top requiere

una gran energía de centro-de-masa como la que se obtiene en un colisionador lineal,

como es el caso del CLIC. El bosón de Higgs en asociación con un par de quarks top

se puede producir en otros colisionadores, como el LHC y el ILC a energías
√
s = 500

GeV, aunque en el primer caso el proceso principal se produce a través de división de

gluones.

En este capítulo, se analiza la producción de los bosones de Higgs, h y H aso-

ciada a la subyacente resonancia Z ′ y un par de quarks top a través de los procesos

e+e� → (γ, Z, Z ′) → tt̄h y e+e� → (γ, Z, Z ′) → tt̄H en el contexto del modelo B-L

[30,31,50,51,104,106,107].

Aquí se obtienen las expresiones analíticas completas para los decaimientos del nue-

vo bosón pesado Z' a tres cuerpos Γ(Z ′ → ff̄h, f f̄H) y las fórmulas de la sección

transversal total de los procesos e+e� → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h, tt̄H. Así, nuestros resultados

analíticos de la producción de bosones de Higgs y su decaimiento pueden implementarse

fácilmente en la búsqueda de rastros de una nueva física y podrían tener una signi�-

cante importancia cientí�ca. Los diagramas de Feynman que contribuyen a los procesos

e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h, tt̄H se muestran en la �gura 5.1.
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FIG. 5.1: Diagramas de Feynman de la producción de bosones de Higgs asociados a un par

tt̄ , e+e− → tt̄h y e+e− → tt̄H en el modelo B-L.

5.1. La anchura de decaimiento del bosón neutro sub-

yacente Z ′

Las anchuras de decaimiento relevantes del bosón Z ′ para los procesos a dos cuerpos

se presentan en [95, 106, 107]. Las anchuras de decaimiento parciales del bosón Z ′ para

los procesos de tres cuerpos Γ(Z ′ → ff̄h, f f̄H) y Γ(Z ′ → W+W−h,W+W−H) quedan

dadas por
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Γ(Z ′ → ff̄h, f f̄H) =
GFM

2
ZMZ′

32π3
×[

Γ1(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) + Γ2(g

′f
V , g

′f
A , x1, x2) + Γ3(g

′f
V , g

′f
A , x1, x2)

]
, (5.1)

y

Γ(Z ′ → W+W−h,W+W−H) =
G2
FM

3
Z′M

2
W cos2 θW sin2 θ′(cos2 α, sin2 α)

8π3
×[

Γ4(x1, x2) + Γ5(x1, x2) + Γ6(x1, x2)

]
. (5.2)

Expresiones completas y explícitas para la Γi(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) y Γi(x1, x2), i = 1, 2, ..., 6,

junto con los correspondientes límites de integración se pueden consultar en el Apéndice

A [107].

5.2. Producción del bosón de Higgs asociado con un

par de quarks top

Ahora procedemos a calcular la sección transversal total de los procesos e+e− →
tt̄h, tt̄H y la expresamos en forma compacta como la suma de cada una de las diferentes

contribuciones, es decir:

σTot(e
+e− → tt̄h, tt̄H) = σγ(e

+e− → tt̄h, tt̄H) + σZ(e+e− → tt̄h, tt̄H)

+σZ′(e
+e− → tt̄h, tt̄H) + σγ,Z(e+e− → tt̄h, tt̄H)

+σγ,Z′(e
+e− → tt̄h, tt̄H) + σZ,Z′(e

+e− → tt̄h, tt̄H), (5.3)

donde

σγ(e
+e− → tt̄h, tt̄H) =

G2
FM

4
Z

π2s

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

Q2
eQ

2
t I1(x1, x2)dx1dx2, (5.4)
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σZ(e+e− → tt̄h, tt̄H) =
G2
FM

4
Zs

π2

´ x+1
x−1

´ x+2
x−2

(ge2V +ge2A )

[(s−M2
Z)2+M2

ZΓ2
Z ]

×[(gt2V + gt2A )I1(x1, x2) + gt2A

6∑
i=2

Ii(x1, x2) + gt2V

(
I4(x1, x2) + I6(x1, x2)

)]
dx1dx2 (5.5)

σZ′(e
+e− → tt̄h, tt̄H) =

G2
FM

4
Zs

π2

´ x+1
x−1

´ x+2
x−2

(g
′e2
V +g

′e2
A )

[(s−M2
Z′ )

2+M2
Z′Γ

2
Z′ ]

×[(g
′t2
V +g

′t2
A )I1(x1, x2)+g

′t2
A

10∑
i=7

Ii(x1, x2)+g
′t2
V

(
I8(x1, x2)+I10(x1, x2)

)]
dx1dx2, (5.6)

σγ,Z(e+e− → tt̄h, tt̄H) =
G2
FM

4
Z

π2

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

QeQtg
e
V g

t
V

[(s−M2
Z) +MZΓZ ]

×
[
2I1(x1, x2) + I6(x1, x2)

]
dx1dx2, (5.7)

σγ,Z′(e
+e− → tt̄h, tt̄H) =

G2
FM

4
Z

π2

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

QeQtg
′e
V g
′t
V

[(s−M2
Z′) +MZ′ΓZ′ ]

×[2I1(x1, x2) + I10(x1, x2)

]
dx1dx2, (5.8)

σZ,Z′(e
+e− → tt̄h, tt̄H) =

2G2
FM

4
Z

π2s

´ x+1
x−1

´ x+2
x−2

(geV g
′e
V + geAg

′e
A)

× [(s−M2
Z)(s−M2

Z′ )+MZMZ′ΓZΓZ′ ]

[(s−M2
Z)2+M2

ZΓ2
Z ][(s−M2

Z′ )
2+M2

Z′Γ
2
Z′ ]

×
[
(gtV g

′t
V + gtAg

′t
A)I1(x1, x2) + (gtAg

′t
A)
∑10

i=2 Ii(x1, x2)

+(gtV g
′t
V )

(
I4(x1, x2) + I6(x1, x2) + I8(x1, x2) + I10(x1, x2)

)]
dx1dx2. (5.9)

La forma explícita de las funciones Ii(x1, x2), i = 1,2....,10, y de sus correspondientes

límites de integración x±1 (x±2 ) se dan en el Apéndice B [107].
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Las ecuaciones (5.4) y (5.5) determinan la sección transversal con el intercambio de

un fotón γ y el bosón Z, mientras que las expresiones en las ecuaciones (5.6-5.9) cuan-

ti�can las contribuciones de la sección transversal del modelo B-L y de la interferencia,

respectivamente. La expresión para la sección transversal de la reacción e+e− → tt̄h en

el SM se puede recuperar fácilmente en los límites de desacoplamiento θ′ = 0, g′1 = 0 y

α = 0. Así la ecuación (5.3) se reduce a la del SM [62-66].
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Capítulo 6

Resultados

6.1. Producción y decaimiento del bosón de Higgs h

en el modelo B-L

En este sub-capítulo se presentan y se analizan nuestros resultados del proceso

e+e− → (Z,Z ′)→ Zh en el contexto del modelo B-L en futuros colisionadores lineales

e+e− tales como el ILC y el CLIC.

En el análisis se consideraron los siguientes valores numéricos [98]; sin2 θW = 0.23126±
0.00022, mτ = 1776.82 ± 0.16 MeV, mb = 4.6 ± 0.18 GeV, mt = 172 ± 0.9 GeV,

MW = 80.389 ± 0.023 GeV,MZ = 91.1876 ± 0.0021 GeV, ΓZ = 2.4952 ± 0.0023 GeV,

Mh = 125± 0.4 GeV y considerando el más reciente limite de [88, 102, 103]

MZ′

g′1
≥ 6.9 TeV, (6.1)

se puede obtener una cota de la escala de rompimiento v′ y tomar v′ = 3.45 TeV y

α = π
9
.

La sección transversal total σtot = σtot(
√
s, MZ′ , g

′
1, θBL, α) se obtiene a través de

nuestro análisis numérico, y se consideran;
√
s, MZ′ , g

′
1, θBL y α como parámetros libres.

Para poder determinar cómo varían el acoplamiento gZZ′h, y las funciones f(θBL, g
′
1)

y g(θBL, g
′
1) de su valor en el SM con respecto a los parámetros en el modelo B-L, se

presenta la grá�ca en la �gura 6.1, en esta �gura se observa que, tanto el acoplamiento

gZZ′h como las funciones f(θBL, g
′
1) y g(θBL, g

′
1) dependen fuertemente de g′1.
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Figura 6.1: El acoplamiento gZZ′(θBL, g
′
1) y las funciones f(θBL, g

′
1), g(θBL, g

′
1) como

función de g′1 con θBL = 10−3.

En la �gura 6.2 se presenta la anchura de decaimiento total del bosón Z ′ como

función deMZ′ y la nueva constante de acoplamiento g′1, respectivamente, manteniendo

los otros parámetros �jos y considerando tres diferentes valores. En la grá�ca superior se

observa que la anchura total del nuevo bosón Z ′ varía desde unos cuantos hasta cientos

de GeV en un rango de masa de 1000 GeV ≤ MZ′ ≤ 3500 GeV, dependiendo del valor

de g′1, cuando g
′
1 = 0.145, 0.290, 0.435. En el caso del grá�co inferior, se obtiene un

comportamiento similar en el rango de 0 ≤ g′1 ≤ 1 considerando los valores de MZ′ =

1000, 2000, 3000 GeV.

65



Figura 6.2: Grá�ca superior: la anchura de Z ′ como función de MZ′ para valores �jos de g′1.

Grá�ca inferior: la anchura de Z ′ como función de g′1 para valores �jos de MZ′ .

Los cocientes de rami�cación (BR) vs. la masa del Z ′ y el acoplamiento g′1 se dan

en la �gura 6.3 para diferentes canales: BR(Z ′ → ff̄), BR(Z ′ → W+W−), BR(Z ′ →
Zh), BR(Z ′ → ZH) y BR(Z ′ → νRν̄R) respectivamente. En estas �guras, el cociente

de rami�cación, BR(Z ′ → ff̄) es la suma de todos los BRs, para decaimientos a

fermiones. En el caso de la grá�ca superior, se considera θB−L = 10−3, g′1 = 0.290 y
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1000 GeV ≤ MZ′ ≤ 3500 GeV. Para el grá�co inferior, se considera θB−L = 10−3,

MZ′ = 2000 GeV y 0 ≤ g′1 ≤ 1. En ambos casos se aprecia una clara dependencia de

los parámetros del modelo U(1)B−L.

Figura 6.3: Grá�ca superior: Relaciones de rami�cación múltiple como función de MZ′ .

Grá�ca inferior: Relaciones de rami�cación múltiple como función de g′1.

En las �guras 6.4-6.8 se ilustran los resultados con respecto a la sensibilidad del

bosón pesado Z ′ del modelo B-L como una fuente del bosón de Higgs a través del

proceso Higgs-strahlung e+e− → (Z,Z ′) → Zh, incluyendo los efectos resonantes y no
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resonantes en futuros colisionadores lineales de alta luminosidad tales como el ILC y el

CLIC.

En la �gura 6.4, se muestra la sección transversal σ(e+e− → Zh) para las diferen-

tes aportaciones en función de la energía de centro-de-masa
√
s para θB−L = 10−3 y

g′1 = 0.290: la línea continua corresponde al SM y la línea de guiones corresponde a

σZ(e+e− → Zh) (4.10), donde el modelo U(1)B−L contribuye a los acoplamientos gfV
y gfA del bosón de gauge Z del SM a los electrones. La línea punto-guión corresponde

a σZ′(e+e− → Zh) (4.11) la cual sólo es la contribución B-L, mientras que la línea

punto-punto-guión corresponde a la interferencia σZ,Z′(e+e− → Zh) (4.12). Finalmen-

te, la línea punteada corresponde a la sección transversal total del proceso e+e− → Zh

(4.9). En esta grá�ca también se puede ver que la sección transversal correspondien-

te a σZ(e+e− → Zh) disminuye para valores grandes de
√
s, mientras que en el caso

de la sección transversal del modelo B-L ecuación (4.11) y la sección transversal to-

tal (4.9), respectivamente, hay un incremento para valores grandes de la energía de

centro-de-masa, alcanzando su valor máximo en la resonancia Z ′, es decir a
√
s = 2000

GeV.

Figura 6.4: La sección transversal del proceso de producción e+e− → Zh como una función

de
√
s para Mh = 125 MeV, MZ′ = 2000 MeV y g′1 = 0.290. Las curvas son para el SM

(línea continua), σZ (ecuación (4.10, línea de guiones), σZ′ (ecuación 4.11, línea de punto-

guion), σZZ′ (ecuación (4.12, línea de punto-punto-guion), y la línea punteada corresponden

a la sección transversal total del proceso σTot (ecuación 4.9), respectivamente.
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La grá�ca de la sección transversal total de la reacción e+e− → Zh aparece en la

�gura 6.5 como función de la energía de centro-de-masa,
√
s, para valores de masa del

bosón pesado MZ′ = 1000, 2000, 3000 GeV y g′1 = 0.145, 0.290 0.435, respectivamente.

Cabe destacar que la elección de los valores para MZ′ y g′1 se logra manteniendo la

relación entre MZ′ y g′1 dada por la ecuación (6.1). Esta relación se mantendrá siempre

en todo este trabajo. En la �gura 6.5 también se muestra que la sección transversal

es sensible a los parámetros libres y también se ve que la altura de los picos de la

resonancia para el bosón Z ′ cambia dependiendo del valor de
√
s = M2

Z′ . Además, las

resonancias son más amplias para valores mayores de g′1, a medida que la anchura total

del bosón Z ′ aumenta con g′1 como se muestra en la �gura 6.2.

Figura 6.5: La sección transversal total del proceso de produccion e+e− → Zh como función

de
√
s . Las curvas son para MZ′ = 1000 GeV y g′1 = 0.145 (línea sólida), MZ′ = 2000 GeV y

g′1 = 0.290 (línea de guiones), MZ′ = 3000 GeV y g′1 = 0.435 (línea de puntos, guiones),

respectivamente.

Una parámetro importante es la signi�cación estadística,

S[σ] =
|σBLZh − σSMZh |

δσBLZh
=
|∆σZh|√
σSMZh

√
Lint, (6.2)
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donde δσZh es la incertidumbre estadística y L la luminosidad integrada, este parámetro

determina que tanto se desvía la sección transversal de la predicción del SM, en términos

de desviaciones estándar. En la �gura 6.6 se muestra la dependencia de la energía
√
s

de esta signi�cación estadística para L = 1000 fb−1 y para tres diferentes masas, MZ′

con su valor correspondiente para g′1 : MZ′ = 1000 GeV y g′1 = 0.145,MZ′ = 2000 GeV

y g′1 = 0.290, MZ′ = 3000 GeV y g′1 = 0.435, respectivamente. Como se ve en la �gura,

los picos se localizan en las energías de
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV. La �gura también

muestra que la sensibilidad se reduce a masas más altas de Z ′.

Figura 6.6: La signi�cación estadística S [σ] de la ecuación (6.2) como una función de
√
s. A

partir de la parte superior, las curvas son para MZ′ = 1000 GeV y g′1 = 0.145, MZ′ = 2000

GeV y g′1 = 0.290, MZ′ = 3000 GeV y g′1 = 0.435, con L = 1000 fb−1.

La signi�cación estadística S[σ] como función de g′1 se muestra en la �gura 6.7 para

valores de MZ′ = 1000, 2000, 3000 GeV y
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV, respectivamente

con L = 1000 fb−1. Es evidente que la S[σ] aumenta a medida que g′1 se incrementa, y

muestra una clara dependencia de los parámetros del modelo. Así, en una amplia región

de los parámetros del modelo B-L, el nuevo bosón pesado Z ′ puede producir una señal

signi�cativa que pudiera ser detectada en futuros experimentos en los colisionadores

ILC y CLIC.
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Figura 6.7: La signi�cación estadística S [σ] como una función de g′1. A partir de la parte

superior, las curvas son para MZ′ = 1000, 2000, 3000 GeV y
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV con

L = 1000 fb−1, respectivamente.

La correlación entre la masa del bosón de gauge pesado MZ′ y el acoplamiento g′1 del

modelo U(1)B−L para la sección transversal total σTot = 100, 200, 400, 500 fb (grá�ca

superior) con
√
s = 1000 GeV, σTot = 10, 20, 30, 35 fb (grá�ca central) con

√
s =

2000 GeV y σTot = 4, 5, 6, 7 fb (grá�ca inferior) con
√
s = 3000 GeV se presenta en la

�gura 6.8. En los grá�cos vemos que existe una signi�cativa correlación entre la masa

del bosón de gauge MZ′ y el nuevo acoplamiento gauge g′1.
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Figura 6.8. Correlación entre la masa del bosón neutro pesado MZ′ y la constante de

acoplamiento del modelo B-L, g′1 .

De las �guras 6.4-6.8, esta claro que la sección transversal total es sensible al valor

de; la masa del bosón MZ′ , energía de centro-de-masa
√
s y a la nueva constante de

acoplamiento del grupo gauge U(1)B−L, g′1. La sección transversal total aumenta con

la energía de los hadrones y alcanza un máximo en la resonancia del bosón de gauge

Z ′. Como un indicador del orden de magnitud, se presenta el número de eventos Zh en

la Tabla VI-a para varias energías de centro-de-masa de
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV,

luminosidad integrada L = 500, 1500, 2000 fb−1 y masas del bosón pesado MZ′ = 1000,
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2000, 3000 GeV con g′1 = 0.145, 0.290, 0.435, respectivamente. Cabe mencionar que los

valores registrados en la Tabla VI-a para el número total de eventos Zh se determinan

conservando la relación entre MZ′ y g′1 dada en la ecuación (6.1). Se encontró que la

posibilidad de observar el proceso e+e− → (Z,Z ′) → Zh es muy alentadora como se

muestra en la Tabla VI-a, y será posible llevar a cabo mediciones de precisión para el

bosón Z ′ y el Higgs en los experimentos de los futuros colisionadores lineales e+e− de

alta energía y alta luminosidad. También se observa que la sección transversal aumenta

con la energía, una vez que se alcanza el umbral de producción Zh, hasta que el Z ′

se produce en forma resonante a
√
s = 1000, 2000 y 3000 GeV, respectivamente, para

los tres casos. Luego disminuye al aumentar la energía debido a los propagadores Z y

Z ′. Otro modo de producción prometedor para estudiar las propiedades del bosón Z ′

y del bosón de Higgs del modelo B-L es e+e− → (Z,Z ′) → ZH que se analizará en la

siguiente subsección.

Tabla VI-a: Producción total de Zh en el modelo B-L para Mh = 125 GeV, α = π
9 y

θB−L = 10−3.

L = 500 - 1500 - 2000 fb−1

√
s (GeV)

MZ′ = 1000 GeV MZ′ = 1500 GeV MZ′ = 2000 GeV

g′1 = 0.145 g′1 = 0.290 g′1 = 0.435

1000 227280 - 681841 - 909124

2000 16502 - 49506 - 66008

3000 3788 - 11365 - 15154

6.2. Producción y decaimiento del bosón de Higgs H

en el modelo B-L

En este subcapítulo analizamos el proceso Higgs-strahlung e+e− → (Z,Z ′) → ZH

para investigar el impacto de los parámetros del modelo B-L en este proceso. En pri-

mer lugar, presentamos la �gura 6.9 para analizar el comportamiento del acoplamiento

gZZ′H , así como de las funciones f(θB−L, g
′
1) y g(θB−L, g

′
1) con respecto a los paráme-

tros del modelo. De esta �gura es evidente que tanto el acoplamiento gZZ′H , y ambas

funciones son sensibles a los parámetros del modelo B-L.
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Figura 6.9: El acoplamiento gZZ′H y las funciones f(θB−L, g
′
1) y g(θB−L, g

′
1) como función

de g′1, con θBL = 10−3.

En la �gura 6.10, presentamos la anchura total de decaimiento del bosón de Higgs

pesado H como una función de MH y de la mezcla escalar cosα, respectivamente. En

la �gura del grá�ca superior, observamos que la anchura total del bosón de Higgs H

varía desde algunos pocos hasta algunos cientos de GeV sobre un rango de masa de 400

GeV ≤ MH ≤1000 GeV, dependiendo del valor del cos α, es decir, cos α = 0.2, 0.4,

0.6, 0.8, respectivamente. En la �gura del grá�ca inferior, mostramos la dependencia

de la anchura total de decaimiento del bosón escalar pesado ΓH de la mezcla escalar

cosα para diferentes valores de MH y un valor moderado de la masa de los neutrinos

pesados MνR = 300 GeV. Para valores mas altos de MH , la anchura de decaimiento se

hace más grande para mezcla grande. Este diagrama también muestra que para la caso

extremo cuando cos α → 1, sin mezcla entre los bosones escalares, ΓTot(H)→ 0 y por

lo tanto queda totalmente desacoplada del SM.
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Figura 6.10: Anchura de decaimiento total del bosón pesado H.

En la �gura 6.11, la grá�ca superior muestra los cocientes de rami�cación de los

diferentes decaimientos del bosón pesado H en ff̄ , W−W+, ZZ, hh y νRν̄R en función

de su masa, variando MH entre 400 GeV y 1000 GeV para MνR = 300 GeV y α = π
6
.

Como se deduce de la grá�ca superior, los tres modos de decaimiento dominantes de H

son; W−W+, ZZ y ff̄ . La grá�ca inferior muestra los cocientes de rami�cación de H

como función de la mezcla escalar cosα para un valor dado de MH = 800 GeV y MνR =

300 GeV, se observa que los pares W−W+ claramente dominan los decaimientos del H.
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Figura 6.11: Relaciones de rami�cación de los diferentes decaimientos del bosón pesado H en

ff̄ , W−W+, ZZ, hh y νRν̄R en función de su masa, variando MH entre 400 GeV y 1000

GeV para MνR = 300 GeV y α = π
6 .

La sección transversal total del proceso de producción Higgs-strahlung e+e− → ZH

en función de la energía de la colisión
√
s para Mh = 125 GeV, MH = 800 GeV, MνR =

300 GeV, MZ′ = 2000 GeV y g′1 = 0.290 se muestra en la �gura 6.12. En esta �gura

las curvas son para σZ(e+e− → ZH) línea continua, σZ′(e+e− → ZH) línea de guiones,
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σZZ′(e
+e− → ZH) línea punto-guión y la línea punto-punto-guión corresponde a la

sección transversal total del proceso σTot(e+e− → ZH).

Figura 6.12: Secciones transversales del proceso Higgs-strahlung e+e− → ZH.

Para ver los efectos de θBL, g′1,MZ′ , los parámetros libres del modelo B � L, se grá�ca

la sección transversal total del proceso de producción e+e− → ZH en la �gura 6.13,

en función de la energía de centro-de-masa
√
s para valores de masa del bosón pesado

MZ′ = 1000 GeV con g′1 = 0.145,MZ′ = 2000 MeV con g′1 = 0.290 y MZ′ = 3000 GeV

con g′1 = 0.435, conservando la relación entre MZ′ y g′1 dada por la ecuación (6.1). En

esta �gura observamos que para
√
s = MZ′ , domina el efecto resonante y la sección

transversal es sensible a los parámetros libres. También observamos que la altura de los

picos de la resonancia para el bosón Z ′ cambian dependiendo del valor de
√
s = M2

Z′ y

además, las resonancias son más amplias para valores mayores de g′1 a medida que la

anchura total del bosón Z ′ aumenta con g′1, como se muestra en la �gura 6.2.
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Figura 6.13: Sección transversal total del proceso de producción e+e− → ZH en función de la

energía de centro-de-masa
√
s para valores de masa del bosón pesado MZ′ = 1000 GeV con

g′1 = 0.145,MZ′ = 2000 MeV con g′1 = 0.290 y MZ′ = 3000 GeV con g′1 = 0.435.

En la �gura 6.14, se muestra la correlación entre la masa del bosón de gauge pesado

MZ′ y el acoplamiento g′1 del modelo U(1)BL para valores de la sección transversal total

σTot = 10, 20, 30, 40 fb (grá�ca superior), σTot = 1, 1.5, 2, 3 fb (grá�ca central) y para

σTot = 0.3, 0.4, 0.5, 0.7 fb (grá�ca inferior). Se observa que existe una fuerte correlación

entre MZ′ y el acoplamiento g′1.
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Figura 6.14: Correlación entre la masa del bosón de gauge pesado MZ′ y el acoplamiento g′1

del modelo U(1)BL.

Finalmente, de las �guras 6.12-6.14 queda claro que la sección transversal total es

sensible a los valores de; la masa del bosón de gauge MZ′ , energía de centro-de-masa
√
s y de la nueva constante de acoplamiento g′1, también se ve que se incrementa con la

energía del colisionador alcanzando un máximo en la resonancia del bosón de gauge Z ′.

Como un indicador del orden de magnitud, se presenta el número de eventos ZH en

la Tabla VI-b, para tres energías de centro-de-masa
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV, lumi-
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nosidad integrada L = 500, 1500, 2000 fb−1 y masas del bosón pesado MZ′ 1000, 2000,

3000 GeV con g′1 = 0.145, 0.290, 0.435, respectivamente. Cabe mencionar que los valores

reportados en la Tabla VI.a, para el número total de eventos ZH se determina conser-

vando la relación MZ′ y g′1 dada por la ecuación (6.1). Encontramos que la posibilidad

de observar el proceso e+e− → (Z,Z ′) → ZH es muy prometedora como se muestra

en la Tabla VI-b y sería posible realizar mediciones de precisión para ambos bosones,

el Z ′ y el de Higgs en los futuros experimentos de los colisionadores lineales e+e− de

alta energía. También se observa que la sección transversal se eleva con la energía una

vez que se alcanza el umbral de producción ZH, hasta que el bosón Z ′ es producido

resonantemente a energías de
√
s = 1000, 2000 y 3000 GeV, respectivamente, para los

tres casos. Luego disminuye con el incremento de la energía debido a los propagadores

Z y Z ′.

Tabla VI-b: Producción total de ZH en el modelo B-L para MH = 800 GeV, α = π
9 y

θB−L = 10−3.

L = 500 - 1500 - 2000 fb−1

√
s (GeV)

MZ′ = 1000 GeV MZ′ = 1500 GeV MZ′ = 2000 GeV

g′1 = 0.145 g′1 = 0.290 g′1 = 0.435

1000 24371 - 73115 - 97487

2000 1437 - 4312 - 5750

3000 289 - 869 - 1158

6.3. Producción del bosón de Higgs a través de los

procesos e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h y e+e− → (γ, Z, Z ′)→
tt̄H

En este sub-capítulo se analizan los procesos de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′) →
tt̄h,H, en asociación con el bosón subyacente Z ′ y un par de quarks top, en donde se

observa que también se involucra el bosón pesado H, para investigar el impacto de los

parámetros del modelo B-L.
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6.3.1. Proceso de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h

Cabe mencionar que las cotas dadas por la ecuación (6.1) nos indican que MZ′ y g′1
ya no se pueden considerar como parámetros independientes en el modelo B-L, por lo

tanto en nuestro análisis sólo �jaremos uno de ellos.

En la �gura 6.15, se presenta la dependencia del acoplamiento gZZ′h(θ
′, g′1) (en

GeV) y las funciones f(θ′, g′1), g(θ′, g′1), ver Apéndice B [107], como función de α y

θ′ = 10−3, 10−4. De esta �gura queda claro que las funciones son prácticamente in-

dependientes de α, mientras que gZZ′h(θ′, g′1) sí depende del ángulo de mezcla escalar

α.

Figura 6.15: El acoplamiento gZZ′h(θ′, g′1) y las funciones f(θ′, g′1), g(θ′, g′1) como función del

ángulo de mezcla escalar α.

Las �guras 6.16 - 6.18 ilustran los resultados con respecto a la sensibilidad del

bosón de gauge pesado Z ′ del modelo B-L como una fuente del bosón de Higgs a

través del proceso e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄h, incluyendo los efectos resonantes y no

resonantes. En la �gura 6.16 se muestran las diferentes contribuciones a la sección

transversal total σT ( e+e− → tt̄h) como una función de la energía de centro-de-masa
√
s,

considerando θ′ = 10−3, g′1 = 0.290. Vemos que la sección transversal correspondiente

a σZ( e+e− → tt̄h) disminuye para valores grandes de
√
s. En el caso de la sección

transversal del modelo B-L y la sección transversal total, hay un incremento para valores

grandes de la energía de centro-de-masa, alcanzando su valor máximo en la resonancia

del bosón pesado Z ′, que es
√
s = 2000 GeV.
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Figura 6.16: Sección transversal del proceso de producción e+e− → tt̄h.

Para la reacción e+e− → tt̄h, se gra�ca en la �gura 6.17 su sección transversal

asociada en función de la energía de centro-de-masa
√
s, para una masa del bosón de

gauge pesado MZ′ = 2000, 3000, 4000 GeV y g′1 = 0.290, 0.435, 0.580, respectivamente.

Los valores anteriores paraMZ′ y g′1 respetan la relación dada en la ecuación (6.1). Esta

�gura nos muestra que no sólo la sección transversal es sensible a los parámetros libres,

sino que también la altura de los picos de resonancia del bosón Z ′, correspondiente al

valor de
√
s = MZ′ . Las resonancias son más amplias para valores más grandes de g′1,

ya que aumenta la anchura total del bosón Z ′ con g′1, como se muestra en la �gura 6.16

[107].

Figura 6.17: Sección transversal total del proceso de producción e+e− → tt̄h.

82



La �gura 6.18 describe la correlación entre la masa del bosón de gauge pesado MZ′

y el acoplamiento g′1 del modelo U(1)B−L para secciones transversales de σTot = 7, 8,

9, 10 fb (grá�ca superior) con
√
s = 2000 GeV, σTot = 7, 8, 9, 10 fb (grá�ca central)

con
√
s = 3000 GeV, y σTot = 7, 8, 9, 10 fb (grá�ca inferior) con

√
s = 4000 GeV.

Observamos que hay una fuerte correlación entre la masa del bosón de gauge MZ′ y la

nueva constante de gauge del modelo B-L, g′1.

Figura 6.18: Correlación entre la masa del bosón de gauge MZ′ y la nueva constante de gauge

g′1.

La sensibilidad de la sección transversal total es evidente con respecto a la masa

del bosón de gauge MZ′ , la energía de centro-de-masa
√
s y la nueva constante de

acoplamiento de gauge g′1 como se muestra en la Fig. 6.15-6.18. La sección transversal
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total aumenta con la energía del colisionador, alcanzando un máximo en la resonancia

del bosón de gauge Z ′.

En la Tabla VI-c se presenta el número de eventos tt̄h esperados para las energías

de centro-de-masa de
√
s = 1000, 2000, 3000 GeV, luminosidades integradas de L =

500, 1000, 1500, 2000 fb−1 y masas del bosón de Higgs pesado MZ′ = 1000, 2000, 3000

GeV con g′1 = 0.145, 0.298, 0.435 respectivamente. La posibilidad de observar el proceso

e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h es muy prometedor, como se muestra en la Tabla VI-c, y sería

posible realizar mediciones de precisión para el bosón de Higgs y el Z ′ en experimentos

de futuros colisionadores lineales de alta luminosidad y alta energía e+e−. La Tabla

VI-c también nos indica que la sección transversal se incrementa con la energía una

vez que se alcanza el umbral de la producción de tt̄h, hasta que el bosón Z ′ se produce

resonantemente a
√
s = 1000, 2000 y 3000 GeV, respectivamente, luego disminuye con

el aumento de la energía debido a los propagadores Z y Z ′.

Tabla VI-c: Producción total de tt̄h en el modelo B-L para Mh = 125 GeV, α = π
9 y

θB−L = 10−3.

L = 500 - 1000 - 1500 - 2000 fb−1

√
s (GeV)

MZ′ = 1000 GeV MZ′ = 2000 GeV MZ′ = 3000 GeV

g′1 = 0.145 g′1 = 0.290 g′1 = 0.435

1000 24371 - 73115 - 97487

2000 1437 - 4312 - 5750

3000 289 - 869 - 1158

Otro modo de producción prometedor para estudiar las propiedades de los bosones de

Higgs y Z ′ del modelo B-L es e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄H, que se estudia a continuación.

6.3.2. Proceso de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄H

En esta subsección se analiza el impacto de los parámetros del modelo B-L en el

proceso e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄H. En la �gura 6.19, se presenta la dependencia del

acoplamiento gZZ′h (θ′, g′1) (en GeV) y las funciones f(θ′, g′1), g(θ′, g′1) como función de

α con θ′ = 10−3, 10−4. De la �gura queda claro que las funciones son prácticamente

independientes de α, mientras que gZZ′H(θ′, g′1) sí depende del ángulo de mezcla escalar

α.
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Figura 6.19: El acoplamiento gZZ′H(θ′, g′1) y las funciones f(θ′, g′1), g(θ′, g′1) como función

de α.

La sección transversal total para el proceso se presenta en la �gura 6.20 para Mh

= 125 GeV, MH = 800 GeV, MνR = 500 GeV, MZ′ = 2000 GeV y g′1 = 0.290. Cada

curva de la �gura corresponde a diferentes contribuciones a la sección transversal total

σT ( e+e− → tt̄H) como una función de la energía centro-de-masa
√
s, considerando

θ′ = 10−3. Vemos, que la sección transversal σZ( e+e− → tt̄H) disminuye para valores

grandes de
√
s. En el caso de la sección transversal σZ′( e+e− → tt̄H) y la sección

transversal total, hay un incremento para valores grandes de la energía de centro-de-

masa, alcanzando su valor máximo en la resonancia del bosón pesado Z ′, que es
√
s ≈

2000 GeV.

Figura 6.20: Sección transversal del proceso de producción e+e− → tt̄H.
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En seguida se analizan los efectos de MZ′ y g′1 en la reacción e+e− → tt̄H, se gra�ca

en la �gura 6.21 su sección transversal asociada en función de la energía de centro-

de-masa
√
s, para masas del bosón de gauge pesado MZ′ = 1000, 2000, 3000 GeV y

g′1 = 0.145, 0.290, 0.435, respectivamente. Para un valor de
√
s = MZ′ , y respetando

la relación de la ecuación (6.1). Esta �gura nos muestra que los efectos resonantes

predominan y la sección transversal es sensible a los parámetros libres.

Figura 6.21: Sección transversal del proceso de producción e+e− → tt̄H.

En la �gura 6.22 se muestra la correlación entre la masa del bosón pesado MZ′ y el

acoplamiento g′1 para los valores de la sección transversal de σTot = 1, 2, 3, 4 fb para

diferentes valores de MZ′ y g′1 respetando la relación de la ecuación (6.1). Los grá�cos

nos muestran una correlación signi�cativa entre MZ′ y g′1.
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Figura 6.22: Correlación entre MZ′ y g
′
1 , todos los trazos corresponden a, σTot = 1, 2, 3, 4

fb. Grá�ca superior
√
s = 2000 GeV. Grá�ca central

√
s = 3000 GeV. Grá�ca inferior

√
s =

4000 GeV.

La �guras, 6.19-6.22, muestran claramente qué tan sensible es la sección transversal

total, al valor de; la masa del bosón MZ′ , la energía de centro-de-masa
√
s y g′1 y cómo

se incrementa con la energía del colisionador alcanzando un máximo en la resonancia

del bosón de gauge Z ′.

El número total de eventos tt̄H que se espera observar se muestran en la Tabla VI-d.

Estas cifras alientan la posibilidad de observar el proceso e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄H. En

esta Tabla observamos que la sección transversal aumenta con la energía una vez que se

alcanza el umbral de producción de tt̄H, hasta que el Z ′ es producido resonantemente

a
√
s = 1000, 2000 y 3000 GeV. Posteriormente decrece con el incremento de energía

debido a los propagadores Z, Z ′.
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Tabla VI-d: Producción total de tt̄H en el modelo B-L para Mh = 125 GeV,

MH = 800GeV, α = π
9 y θB−L = 10−3.

L = 500 - 1000 - 1500 - 2000 fb−1

√
s (GeV)

MZ′ = 1000 GeV MZ′ = 2000 GeV MZ′ = 3000 GeV

g′1 = 0.145 g′1 = 0.290 g′1 = 0.435

1000 4381-8763-13144-17526 1629-3259-4887-6518 748-1497-2246-2994

2000 8762-17527-26288-35052 3258-6517-9775-13034 1496-2995-4491-5989

3000 13143-26289-39432-52578 4886-9776-14663-19551 2245-4491-6736-8982

Finalmente, para investigar la sensibilidad a los parámetros del modelo B-L se hace

uso de la función chi-cuadrada, de�nida por [107],

χ2 =

(
σSM − σB−L

σSMδ

)2

, (6.3)

donde σB−L es la sección transversal total incluyendo las contribuciones del SM y la

nueva física, δ =
√

(δst)2 + (δsys)2, δst = 1√
NSM

es el error estadístico y δsys es el error

sistemático. El número de eventos esta dado por NSM = Lint × σSM en donde Lint es
la luminosidad integrada del CLIC.

En las �guras 6.23, 6.24 se gra�ca la distribución χ2 como función deMZ′ (g
′
1, θ
′, α).

Se muestra la grá�ca para cada caso, para lo cual se ha dividido el intervaloMZ′ (g
′
1, θ
′, α)

en diferentes secciones.

Los errores sistemáticos más importantes se deben al modelado de la señal y al fondo.

En este análisis se eligió un error sistemático de δsys = 10% [47, 53-64], que es un valor

razonablemente moderado. Este valor fue elegido teniendo en cuenta que la sección

transversal tt̄h puede medirse con una precisión de 12% en el canal semi-leptónico y

de 11% en el canal hadrónico [53-64]. La precisión combinada de los dos canales es

del 8% [1, 47, 53-64]. Además, las incertidumbres relacionadas con la máquina, tales

como el conocimiento de la energía de centro-de-masa del colisionador y la luminosidad

también son relevantes para este estudio. Podemos suponer que el CLIC se construirá en

los próximos años y las incertidumbres sistemáticas serán menores cuando se considere

el desarrollo de la tecnología de futuros detectores.
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Figura 6.23: χ2 como función de MZ′ y g
′
1.

Debe ser observado que la sensibilidad a los parámetros del modelo B-L; MZ′ ,

θB−L, α y g′1 es bastante aceptable como se muestra en las �guras 6.23, 6-24. Sin em-

bargo, vale la pena mencionar que es necesario llevar a cabo un estudio completo y

detallado de la sensibilidad de los parámetros antes mencionados, para ello, deben de

ser aplicados cortes cinemáticos en las partículas del estado �nal para reducir el fondo

y para optimizar la sensibilidad de la señal.
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Figura 6.24: χ2 como función de θBL, α.
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Capítulo 7

Conclusiones y Perspectivas

7.1. Conclusiones

Los futuros colisionadores lineales electrón-positrón, e+e− , operando como "fábri-

cas" de Higgs y teniendo las ventajas de un medio ambiente libre de fondo podrían

aumentar enormemente la sensibilidad para estudiar en detalle los procesos de produc-

ción y decaimiento de distintas partículas. Además, la sensibilidad aumenta al aumentar

la energía de centro-de-masa y la luminosidad integrada. Y si tenemos en cuenta los

ambientes más limpios de fondo y nuevos modelos más allá del SM, secciones transver-

sales grandes, todo esto combinado con la alta luminosidad de los colisionadores, dará

lugar a muestras de datos de gran volumen que permitirán mediciones precisas con alta

sensibilidad.

Los resultados presentados en este trabajo están de�nitivamente dentro del ámbito

de la detección en futuros experimentos con mejoras en la sensibilidad de la próxi-

ma generación de colisionadores lineales. Los procesos e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄h,H

y e+e− → (Z,Z ′) → h,H serán una herramienta importante para las mediciones de

precisión de nuevas partículas y del acoplamiento de Yukawa del top y para estudiar

algunas, o todas, las implicaciones de la violación CP [108] del acoplamiento Higgs-top.

Como una aplicación de estos procesos, otro punto a estudiar, es la importancia del

acoplamiento Higgs-top en el problema de la jerarquía [109] y una comprensión más

profunda de la estabilidad de vacío del SM [110]. En este sentido, se estudia el acopla-

miento Higgs-top en el contexto del modelo B-L a energías de los futuros colisionadores

lineales e+e− [111].

En conclusión, en el presente trabajo hemos estudiado la fenomenología de la pro-

ducción y decaimiento del bosón de Higgs del SM y pesado (B-L) en el contexto de una
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extensión U(1)B−L del SM con un bosón adicional Z ′ en futuros colisionadores lineales

e+e− con energías de centro-de-masa
√
s = 500− 3000 GeV y luminosidades integradas

de L = 500− 2000 fb−1.

Este estudio comprende los proceso Higgs-strahlung e+e− → (Z,Z ′)→ Zh, e+e− →
(Z,Z ′)→ ZH así como los procesos de aniquilación e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h,H inclu-

yendo los efectos resonantes y no resonantes. A través de nuestro análisis encontramos

que el número total de eventos esperados Zh y ZH puede alcanzar O ∼ 106, 105,

respectivamente, y para los procesos tt̄h, H las cantidades encontradas son; 69,067 y

52,578 respectivamente, lo que es un escenario muy optimista y será posible realizar

mediciones de precisión para ambos bosones de Higgs, h y H, así como para el bosón

pesado Z ′, incluyendo los parámetros del modelo, θB−L, g′1 y α en experimentos en los

futuros colisionadores lineales de alta energía y alta luminosidad ILC y CLIC.

Nuestros resultados analíticos y numéricos de la producción de bosones de Higgs

y su decaimiento en futuros colisionadores e+e− pueden ser útiles en la búsqueda de

enfoques de una nueva física y podrían tener relevancia cientí�ca.

También concluimos que esta clase de modelos pueden dar una explicación natural

para el mecanismo de balancín (see-saw) a escala de TeV y masas muy pequeñas de

neutrinos, como las predichas por el SM.

En este trabajo se proporcionó un análisis detallado de la ruptura simultánea de

las simetrías electrodébil (EWSB) y U(1)B−L. Destacamos que el sector de Higgs de

este modelo es muy rico, y se concluye que hay una posible mezcla signi�cativa entre

el bosón de Higgs del SM y un extra bosón de Higgs pesado. Esta mezcla implica

consecuencias interesantes, que pueden ser probadas tanto en el LHC como en los futuros

colisionadores lineales ILC y CLIC. También, debido a que el nuevo bosón de norma

Z ′ se acopla a los leptones del SM, Z ′ → l+l−, concluimos que es un canal prometedor

para la búsqueda del bosón Z ′ en los futuros colisionadores.

Los procesos de producción de bosones de Higgs h, H y bosones de norma Z ′,

e+e− → (Z,Z ′) → Zh, e+e− → (Z,Z ′) → ZH así como los procesos de aniquilación

e+e− → (γ, Z, Z ′)→ tt̄h,H estudiados en este proyecto de tesis y en la literatura, son

los procesos más viables para ser considerados en los futuros colisionadores lineales ILC

y CLIC ya que los rangos de energía aquí propuestos están dentro de los parámetros de

estos aparatos.
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7.2. Perspectivas

Existen otros fenómenos importantes que tenemos contemplado analizar, dado que

se podrían veri�car en los futuros colisionadores ILC y CLIC, como la violación de CP

en el acoplamiento Higgs-top y el momento magnético anómalo del muón, ambos dentro

del contexto del modelo B-L.

Existe un nuevo mega-proyecto en el cual se puede aplicar la teoría aquí presentada,

se trata del CEPC (Circular Electron and Positron Collider, (Colisionador Circular

Electrón Positrón)). Esta nueva mega-instalación subterránea esta proyectada en China

[113] y será una nueva fábrica de bosones de Higgs. China tiene proyectado iniciar en

2022 la construcción del CEPC de 100 km de longitud que operará entre 2030 y 2040.

El CEPC será una fábrica de Higgs con colisiones a 240 GeV. Su objetivo principal es

demostrar la existencia de una nueva física y resolver el misterio de la materia oscura.

El CEPC constará de tres instalaciones ubicadas en un túnel. En un anillo circular

se acelerarán haces de partículas nacidas en un acelerador lineal, luego los grupos de

electrones y positrones se acumularán cada uno en su propio anillo, se reunirán en

haces y colisionarán. El proyecto proporciona dos puntos de interacción de haces de

electrones y positrones. Allí se instalarán detectores para registrar los procesos físicos. El

CEPC [113] está diseñado para trabajar a energías de 240-250 GeV con una luminosidad

integrada de 5 ab−1 en 10 años de operación. Alrededor de 106 Higgs serán producidos

en un ambiente limpio, lo que permitirá la medición de la sección transversal de su

producción, así como de su masa, anchura de decaimiento y cocientes de rami�cación,

con mejor precisión que la de los colisionadores de hadrones.

Lo anterior expuesto, nos motiva a continuar en el corto plazo con esta línea de

investigación para tratar de llegar a nuevas teorías para analizar nueva física, más allá

del SM, en los futuros colisionadores programados.
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Parte I

Apéndice A: Fórmulas de

Γi(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) y Γi(x1, x2)
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Apéndice A

En este apéndice se presentan las formulas explicitas para las funciones Γi(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2)

y Γi(x1, x2), i = 1, 2, ..., 6 correspondientes a las anchuras de decaimiento de las relacio-

nes Γ(Z ′ → ff̄h, f f̄H) y Γ(Z ′ → W+W−h, W+W−H) las cuales están dadas por:

Γ1(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

GFm
2
f (cos2 α, sin2 α)

×
[
− 2

(x1 − x2 − 1)2

{
(g
′f
V )2

(
−16

m4
f

M4
Z′

+ 4
m2
f

M2
Z′

(
m2
h,H

M2
Z′

+ x2
1

+ 2x1(x2 − 2) + (x2 − 4)x2 + 1

)
+(x1 + x2)(

−
m2
h,H

M2
Z′

(x1 + x2 − 2) + x1(x1 + x2 − 3) + x2

)
+ (g

′f
A )2

(
32

m4
f

M4
Z′

+ 4
m2
f

M2
Z′

(
−2

m2
f

M2
Z′

+ x2
1 + 2x1(x2 + 1)

+ x2(x2 + 2)− 5

)
+ (x1 + x2)

(
−
m2
h,H

M2
Z′

(x1 + x2 − 2)

+ x1(x1 + x2 − 3) + x2

)
+
m2
h,H

M2
Z′

+ x1 − 2x2 + 1

)}
+

2

(x2 − 1)2

{
(g
′f
V )2

(
−
m2
h,H

M2
Z′

(
8
m2
f

M2
Z′

+ (x2 − 2)x2 − 1

)
− (x2 − 1)(x1x2 + x1 + x2 − 1)

)
− (g

′f
A )2

(
m2
h,H

M2
Z′

×
(

4
m2
f

M2
Z′
− (x2 − 2)x2 + 1

)
+ (x2 − 1)(x1x2 + x1 + x2 − 1)

)}
+

4

(x1 − x2 − 1)(x2 − 1)

{
(g
′f
V )2

(
2
m2
f

M2
Z′

(
4
m2
h,H

M2
Z′

+ (x1 + 4)x2

+ x1 − 4

)
−2

m4
h,H

M4
Z′
−
m2
h,H

M2
Z′

(
x1(x2 − 3) + (x2 − 1)2

)
+ (x1 + 1)(x2 − 1)(x1 − x2 − 1)

))
+ (g

′f
A )2

(
2
m2
f

M2
Z′

×
(
−4

m2
h,H

M2
Z′

+ x2
1 + (x1 − 2)x2 + x1

)
+ 2

m4
h,H

M4
Z′

+
m2
h,H

M2
Z′

×
(
x1(x2 − 3) + (x2 − 1)2 − (x1 + 1)(x2 − 1)(x1 + x2 − 1)

)}]
dx1dx2,
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Γ2(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

2M2
WM

2
Z′

(−m2
h,H +m2

Z +M2
Z′x1 −M2

Z′)
2

×
[
(g
′f
V )2

(
4
m2
f

M2
Z′

+
m2
h,H

M2
Z′
− x1x2 − x1 − x2

2 + 2x2 + 1

)
− (g

′f
A )2

(
8
m2
f

M2
Z′
−
m2
h,H

M2
Z′

+ (x1 − 2)x2 + x1 + x2
2 − 1

)]
×
[
f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα

]2

dx1dx2,

Γ3(g
′f
V , g

′f
A , x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

(
mf

v

)
(cosα, sinα)

×
[

2mfMW

(x1 + x2 − 1)(−m2
h,H +M2

Z +M2
Z′x1 +M2

Z′)

×
{

(gfV g
′f
V )

(
2
m2
h,H

M2
Z′
− 8

m2
f

M2
Z′

+ (x1 + x2 − 3)(x1 + 2x2)

)
+ (gfAg

′f
A )

(
16

m2
f

M2
Z′
− 4

m2
h,H

M2
Z′

+ x1(x1 + 3) + 3x1x2 + 2x2
2 − 6

)}]
×
[
f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα

]
dx1dx2,

donde los límites de integración son:

2mf

MZ′
≤ x1 ≤ 1−

m2
h,H

M2
Z′
− 2mfmh,H

M2
Z′

,

x2 = ±
(
x2

1 − 4
m2
f

M2
Z′

)1/2[(
1 +

m2
f

M2
Z′
− x1

)2

+
m4
f

M4
Z′

+
m4
h,H

M4
Z′
− 2

(
1 +

m2
f

M2
Z′
− x1

)
×
(
m2
f

M2
Z′

)
− 2

(
1 +

m2
f

M2
Z′
− x1

)(
m2
h,H

M2
Z′

)
− 2

(
m2
f

M2
Z′

)(
m2
h,H

M2
Z′

)]1/2

.

Las funciones Γ(x1x2) de las anchuras de decaimiento a tres cuerpos que involucran

bosones vectoriales W+W− son:
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Γ4(x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

1

4(x1 + x2 − 1)2

×
[
4(x1 − x2 − 14)

(
M6

W

M6
Z′

)
+ 4

(
3x2

2 + 6x1x2 − 20x2 + 2(x1 − 5)x1

+ 17

)(
M4

W

M4
Z′

)
+

(
x3

1 + (3x2 − 2)x2
1 + (x2 − 1)(7x2 − 3)x1

+ (x2 − 1)2(5x2 − 14)

)(
M2

W

M2
Z′

)
+ (x1 − x2 + 1)(x2 − 1)2

−
(
m4
h,H

M4
Z′

)(
x2 − x2

1 + x1 +
M2

W

M2
Z′

(x1 − x2 + 2)− 1

)
+ 2

(
m2
h,H

M2
Z′

)(
8
M4

W

M4
Z′
− (x2

2 + 3x1x2 − 7x2 + x1(2x1 − 7) + 6

)
×
(
M2

W

M2
Z′

)
− (x2 − 1)2

]
dx1dx2,

Γ5(x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

1

16(x2 − 1)2

[
8

(
m6
h,H

M6
Z′

)
+

(
x2

1 + 4(2x2 − 3)x1

+ 16(x2 − 1)2 +

(
M2

W

M2
Z′

)(
−8x2

1 + 8x2 − 52

))(
m4
h,H

M4
Z′

)
+ 2

(
8(x1 − x2 + 7)

(
M4

W

M4
Z′

)
− 4(x2 − 1)(3x1 − 6x2 − 7)

(
M2

W

M2
Z′

)
−
(
x2

1 + 4(x2 − 1)x1 + 4(x2 − 1)2

(
m2
h,H

M2
Z′

)
+ x1(x1 + 4)(x2 − 1)2

+ 16

(
M6

W

M6
Z′

)
(x1 − x2 − 14)− 8

(
M4

W

M4
Z′

)
(x2

1 − 4x1 − 8x2
2 + 14x2 − 16)

+ 4

(
M2

W

M2
Z′

)(
(2x2 − 1)x2

1 + 4(x2 − 1)x1x2 + (x2 − 1)2(2x2 − 1)

)]
dx1dx2,
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Γ6(x1, x2) =

ˆ x+1

x−1

ˆ x+2

x−2

M2
Z′

8(−2m2
h,H + 2M2

W + x2M2
Z′ −M2

Z′)(x1 + x2 − 1)

×
[(

m6
h,H

M6
Z′

)
+

((
M4

W

M4
Z′

)
+ 4x1x2 + 2

(
M2

W

M2
Z′

)
(x1 − x2 − 8)

+ 3(1− 2x1 − x2)

)(
M4

W

M4
Z′

)
+

(
4(x2 − x1 + 22)

M4
W

M4
Z′

)
−
(

5x2
1 + 16x1x2 − 24x1 + 12x2

2 − 40x2 + 28

)(
M2

W

M4
Z′

)
− (x2 − 1)(x2

1 + 5x2 − 5)

(
m2
h,H

M2
Z′

)
+ (2x1 − x2 + 1)(x2 − 1)2

+ 8

(
M6

W

M6
Z′

)
(x1 − x2 − 14) + 4

(
M4

W

M4
Z′

)
(7x2

2 − 27x2 + x1(6x2 − 8) + 20)

+

(
M2

W

M2
Z′

)(
x3

1 + (5x2 − 3)x2
1 + (6x2

2 − 4x2 − 2)x1 + 6(x2 − 2)

)]
dx1dx2,

donde los límites de integración son:

2MW

MZ′
≤ x1 ≤ 1−

m2
h,H

M2
Z′
− 2MWmh,H

M2
Z′

,

x2 = ±
(
x2

1 − 4
M2

W

M2
Z′

)1/2[(
1 +

M2
W

M2
Z′
− x1

)2

+
M4

W

M4
Z′

+
m4
h,H

M4
Z′
− 2

(
1 +

M2
W

M2
Z′
− x1

)
×
(
M2

W

M2
Z′

)
− 2

(
1 +

M2
W

M2
Z′
− x1

)(
m2
h,H

M2
Z′

)
− 2

(
M2

W

M2
Z′

)(
m2
h,H

M2
Z′

)]1/2

.
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Apéndice B

En este apéndice se presentan las amplitudes de transición para los procesos e+e− →
(γ, Z, Z ′)→ tt̄h, tt̄H asi como las funciones Ii(x1x2).

M1 = −ie2mt(cosα,sinα)

v(l2−m2
t )

[
ū(p3)(��l +mt)γ

αv(p4)
]

gαβ[
(p1+p2)2

][ū(p2)γβv(p1)
]
,

M2 = −ie2mt(cosα,sinα)

v(l′2−m2
t )

[
ū(p3)γα(��l +mt)v(p4)

]
gαβ[

(p1+p2)2

][ū(p2)γβv(p1)
]
,

M3 =
−ig2mt(cosα, sinα)

4v cos2 θW (k2 −m2
t )

[
ū(p3)(��k +mt)γ

α(gtv − gtAγ5)v(p4)
]

× (gαβ − pαpβ/M2
Z)[

(p1 + p2)2 −M2
Z − iMZΓZ

][ū(p2)γβ(gev − geAγ5)v(p1)
]
,

M4 =
−ig2mt(cosα, sinα)

4v cos2 θW (k′2 −m2
t )

[
ū(p3)γα(gtv − gtAγ5)(��k′ +mt)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z)[
(p1 + p2)2 −M2

Z − iMZΓZ

][ū(p2)γβ(gev − geAγ5)v(p1)
]
,

M5 =
−ig2mt(cosα, sinα)

4v cos2 θW (r2 −m2
t )

[
ū(p3)(�r +mt)γ

α(g
′t
v − g

′t
Aγ5)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z′)[
(p1 + p2)2 −M2

Z′ − iMZ′ΓZ′
][ū(p2)γβ(g

′e
v − g

′e
Aγ5)v(p1)

]
,

M6 =
−ig2mt(cosα, sinα)

4v cos2 θW (r′2 −m2
t )

[
ū(p3)γα(g

′t
v − g

′t
Aγ5)(�r

′ +mt)v(p4)
]

× (gαβ − pαpβ/M2
Z′)[

(p1 + p2)2 −M2
Z′ − iMZ′ΓZ′

][ū(p2)γβ(g
′e
v − g

′e
Aγ5)v(p1)

]
,
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M7 =
ig2m2

Z(cosα, sinα)

2v cos2 θW

[
ū(p3)γα(gtv − gtAγ5)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z)[
(p1 + p2)2 −M2

Z − iMZΓZ

][
(p3 + p4)2 −M2

Z − iMZΓZ

]
×
[
ū(p2)γβ(gev − geAγ5)v(p1)

]
,

M8 =
−ig2m2

Z

2v cos2 θW

[
ū(p3)γα(g

′t
v − g

′t
Aγ5)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z − pαpβ/M2
Z′ + pαpβ/(MZMZ′))[

(p1 + p2)2 −M2
Z − iMZΓZ

][
(p3 + p4)2 −M2

Z′ − iMZ′ΓZ′
]

×
[
ū(p2)γβ(gev − geAγ5)v(p1)

][
f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα

]
,

M9 =
−ig2m2

Z

2v cos2 θW

[
ū(p3)γα(gtv − gtAγ5)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z′ − pαpβ/M2
Z + pαpβ/(MZMZ′))[

(p1 + p2)2 −M2
Z′ − iMZ′ΓZ′

][
(p3 + p4)2 −M2

Z − iMZΓZ

]
×
[
ū(p2)γβ(g

′e
v − g

′e
Aγ5)v(p1)

][
f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα

]
,

M10 =
i4g2g

′2
1 v
′(sinα, cosα)

cos2 θW

[
ū(p3)γα(g

′t
v − g

′t
Aγ5)v(p4)

]
× (gαβ − pαpβ/M2

Z′)[
(p1 + p2)2 −M2

Z′ − iMZ′ΓZ′
][

(p3 + p4)2 −M2
Z′ − iMZ′ΓZ′

]
×
[
ū(p2)γβ(g

′e
v − g

′e
Aγ5)v(p1)

]
.

En las expresiones anteriores p1, p2 (p3, p4) son los momentos del positrón, electrón

(top, antitop), l, k, r(l′, k′, r′) son los momentos del quark virtual top (antitop), (ver los

diagramas de Feynman en la Fig.5.1). Las constantes de acoplamiento geV (gtV ), y geA (gtA),

la g′eA (g′tA) y la anchura Γ(Z ′) para los procesos a dos cuerpos se dan en las referencias
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[95, 106], mientras que la anchura Γ(Z ′) a tres cuerpos se dan en las ecuaciones (5.1),

(5.2). Los acoplamientos gZZ′h(gZZ′H) y las funciones f(θ′, g′1) y g(θ′, g′1) se de�nen

como:

gZZ′h = 2[
1

4
v cosαf(θ′, g′1)− v′ sinαg(θ′, g′1)],

gZZ′H = 2[
1

4
v sinαf(θ′, g′1) + v′ cosαg(θ′, g′1)],

f(θ′, g′1) =

(
4M2

Z

v2
− g′21

)
sin(2θ′) +

(
4g′1MZ

v

)
cos(2θ′),

g(θ′, g′1) = 4g′21

(
v′

v

)
sin(2θ′).

Las fórmulas explicitas parta los factores de integración Ii(x1, x2), i = 1, 2, ..., 10

correspondientes a la sección-transversal del proceso e+e− → (γ, Z, Z ′) → tt̄h, tt̄H

estan dadas por:

I1(x1, x2) =
m2
t (cos2 α, sin2 α)

4πv2(1− x1)(1− x2)

[
(2− x1 − x2)2 −

m2
h,H

s

(
(2− x1 − x2)2

(1− x1)(1− x2)

+ 2(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
)

)
+

2m2
t

s

(
4(2− x1 − x2 −

m2
h,H

s
)

+
(2− x1 − x2)2

(1− x1)(1− x2)

(4m2
t

s
−
m2
h,H

s
+ 2
))]

,

I2(x1, x2) =
m2
t (cos2 α, sin2 α)

2πv2(1− x1)(1− x2)

[
(1− x1)(1− x2)(3− x1 − x2)−

m2
h,H

s

×
(

(1− x1)(1− x2) +
8m2

t

s
+ 2(2− x1 − x2)−

2m2
h,H

s

)
+

3m2
t

s
(2− x1 − x2)

×
(

(2− x1 − x2)

3
+ 4 +

(2− x1 − x2)

(1− x1)(1− x2)

(4m2
t

s
−
m2
h,H

s

))]
,
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I3(x1, x2) =
2M2

Z(cos2 α, sin2 α)

πv2(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z

s
)2

[
m2
t

s

(
4m2

h,H

s
− (2− x1 − x2)2 − 12M2

Z

s

)

+
m2
t

M2
Z

(
4m2

h,H

s
− (2− x1 − x2)2

)(
1− x1 − x2 −

m2
h,H

s
+
M2

Z

s

)]
,

I4(x1, x2) =
2M4

Z(cos2 α, sin2 α)

πv2s(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z

s
)2

×

[
m2
h,H

s
+ (1− x1)(1− x2)− 2(1− x1 − x2) +

4m2
t

s

]
,

I5(x1, x2) =
2MZmt(cos2 α, sin2 α)

πv2

(2− x1 − x2)

(1− x1)(1− x2)(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z

s
)

×

[(
(1− x1)(1− x2)−

m2
h,H

s

)(
1− x1 − x2 −

m2
h,H

s

)
+
m2
t

s

×

(
12M2

Z

s
−

4m2
h,H

s
+ (2− x1 − x2)2

)
− 3M2

Z

s

(
m2
h,H

s
− 2(1− x1)(1− x2)

(2− x1 − x2)

)]
,

I6(x1, x2) =
2M2

Zm
2
t (cos2 α, sin2 α)

πv2s(1− x1)(1− x2)(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z

s
)

×

[
(2− x1 − x2)

(
m2
h,H

s
− 4m2

t

s
− 2

)
− 2(1− x1)(1− x2) + (2− x1 − x2)2

]
,

I7(x1, x2) =
[f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα]2

2π(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z′
s

)2

[
m2
t

s

(
4m2

h,H

s
− (2− x1 − x2)2 − 12M2

Z′

s

)

+
m2
t

M2
Z′

(
4m2

h,H

s
− (2− x1 − x2)2

)(
1− x1 − x2 −

m2
h,H

s
+
M2

Z′

s

)]
,
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I8(x1, x2) =
M2

Z′ [f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα]2

2πs(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z′
s

)2

×

[
m2
h,H

s
+ (1− x1)(1− x2)− 2(1− x1 − x2) +

4m2
t

s

]
,

I9(x1, x2) =
MZmt(cosα, sinα)[f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα]

πvMZ′

× (2− x1 − x2)

(1− x1)(1− x2)(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z′
s

)

×

[(
(1− x1)(1− x2)−

m2
h,H

s

)(
1− x1 − x2 −

m2
h,H

s

)

+
m2
t

s

(
12M2

Z′

s
−

4m2
h,H

s
+ (2− x1 − x2)2

)
− 3M2

Z′

s

(
m2
h,H

s
− 2(1− x1)(1− x2)

(2− x1 − x2)

)]
,

I10(x1, x2) =
MZMZ′mt(cosα, sinα)[f(θ′, g′1) cosα∓ g(θ′, g′1) sinα]

πvs(1− x1)(1− x2)(1− x1 − x2 −
m2
h,H

s
+

M2
Z′
s

)

×

[
(2− x1 − x2)

(
m2
h,H

s
− 4m2

t

s
− 2

)
− 2(1− x1)(1− x2) + (2− x1 − x2)2

]
.
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