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Resumen

En este trabajo se desarrolló un análisis de neutrinos de Dirac y sus diferentes predicciones
sobre física más allá del modelo estándar. Se comienza con un análisis sistemático de las extensio-
nes del modelo estándar con una simetría adicional de calibre (“gauge”) U(1) libre de anomalías,
para generar masas de neutrinos de Dirac a nivel de un loop, lo que explica naturalmente sus
valores pequeños. Se realiza un escaneo intensivo, buscando soluciones no anómalas, las cuales
imponen condiciones no triviales al número y cargas de los nuevos estados. Estas soluciones dan
lugar a masas de neutrinos escotógenos mediados por fermiones de Dirac o Majorana, mediante
el operador eficaz de masas de Dirac con dimensión 5 o 6. Finalmente, se comentan las soluciones
que no presentan fermiones quirales sin masa. A continuación, se muestran todas las realizaciones
a un loop del operador de dimensión cinco para generar masas efectivas de neutrinos de Dirac
usando una sola simetría local activa: U(1)B−L. Los modelos consistentes con los datos de neu-
trinos incluyen tres y cinco fermiones quirales, dos de ellos con el mismo número de leptones. Es
posible arreglar sus cargas de B − L y el espectro escalar para tener un candidato de materia
oscura. Se muestra el contenido de partículas y los términos del lagrangianos relevantes para cada
uno de estos modelos. Posteriormente, se presenta un modelo con neutrinos de Dirac ligeros y
fermiones de Majorana pesados como mediadores. El sector oscuro de este modelo está protegido
por una simetría gauge oscura abeliana que también prohíbe las contribuciones de masa a nivel
árbol. Igualmente, se propone una extensión del modelo con fermiones vector-like en la que los
neutrinos derechos pueden termalizar en el plasma primordial y el bosón gauge adicional se puede
producir directamente en los colisionadores. Los resultados actuales permiten establecer la condi-
ción MZ′/g

′ & 40 TeV, mientras que los futuros experimentos de fondo de microondas cósmicos
pueden probar todos los modelos no mínimos presentados aquí. Finalmente, el modelo Zee para
los neutrinos de Dirac es uno de los modelos más simples que presenta masas de neutrinos de Dirac
a un loop. Los nuevos escalares cargados permiten la presencia de interacciones no estándar de
neutrinos con la materia. La naturaleza de Dirac y las masas radiativas de neutrinos están protegi-
das por una simetría gauge B−L. Se realiza un estudio completo del modelo y su fenomenología. .

Palabras Claves

Neutrinos de Dirac, Oscilación de neutrinos, Anomalías, Materia oscura, Grados de libertad
relativista, Interacción general de neutrinos, Violación del sabor leptónico, restricciones cosmoló-
gicas.
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Capítulo 1

Introducción

Este trabajo consiste en una colección de artículos publicados, donde el objetivo general es
determinar las condiciones para construir modelos que den explicación a diferentes problemas del
Modelo Estándar (SM, Standard Model). Principalmente, se centra en encontrar posibles meca-
nismos mediante el cual los neutrinos del SM adquieren masa y el motivo del por qué dichas masas
son tan pequeñas (comparado con las demás partículas del SM). Si los neutrinos son partículas
de Dirac, como se supone en este trabajo, es necesario adicionar neutrinos derechos al SM. Igual-
mente, es necesario adicionar una simetría que preserve la naturaleza de Dirac de los neutrinos
y prohíba términos de masa de Majorana1. Además, se quiere conectar la física de neutrinos con
la materia oscura, el cual es otro problema sin resolver en el SM. Una solución ingeniosa al pro-
blema de la pequeñez de las masas de los neutrinos y a la materia oscura es suponer soluciones
escotogénicas, donde las masas de los neutrinos son generadas a un loop y los mediadores del loop
son candidatos de materia oscura. En el capítulo 2 y 3 se mostrará que se puede garantizar la
naturaleza de Dirac de los neutrinos, la estabilidad de la materia oscura y restringir los términos
de masa a nivel árbol agregando una única simetría gauge extra al SM.

Debido a la incorporación de todas estas nuevas piezas al SM se generan diferentes implica-
ciones fenomenológicas, las cuales pueden servir para testear o verificar la veracidad del modelo.
La primera implicación es que la nueva simetría debe ser no anómala, por lo que es necesario
determinar el número de campos adicionales en el modelo y las cargas que permitan cancelar las
anomalías, lo cual se muestra en los capítulos 2 de forma general para modelos con una simetría
gauge U(1) que incluye sólo fermiones quirales, ya sea activa u oscura, mientras que en el capítu-
lo 3 se muestra para modelos no anómalos con una simetría B − L que pueden permitir además
fermiones vector-like. En el caso del capítulo 2 todas las soluciones hacen uso del paradigma es-
cotogénico, mientras que el capítulo 3, además de las soluciones escotogénicas, se tiene en cuenta
diversos mediadores en el loop. Adicionalmente, en estos dos capítulos se establece que es necesario
adicionar un singlete escalar que adquiere valor esperado de vacío, con el objetivo de dar masa a
las nuevas partículas en los diferentes modelos. El rompimiento espontáneo de simetría genera un
bosón vectorial gauge adicional, el cual puede ser detectado en colisionadores. Además, si los neu-
trinos derechos termalizan con el plasma primordial en el universo temprano, hay implicaciones
en los grados de libertad relativistas del SM, lo cual permite restringir parámetros en los modelos.
En el capítulo 4 se hace un estudio de estas consecuencias en una de las soluciones presentadas
en el capítulo 2, donde los resultados pueden ser aplicables para un gran número de modelos

1Se define como un fermión de Majorana, al fermión cuya antipartícula es el mismo [1].
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1.1 Neutrinos

propuestos en este trabajo. Como complemento, en el capítulo 5 se realiza el análisis del modelo
más simple presentado en el capítulo 3, con el objetivo de presentar diferentes herramientas que
permiten testear diferentes modelos con física más allá del SM. Dicho modelo tiene implicaciones
fenomenológicas muy interesantes tales como interacciones generales de neutrinos, decaimientos
leptónicos raros, violación del sabor leptónico en el sector cargado, entre otros.

A continuación se presenta la introducción a la física de neutrinos, su descubrimientos, el
desarrollo de la oscilación de neutrinos, como se llega a que tienen masa y los resultados más
importantes. Adicional a esto, se presenta como se aplican las simetrías a la mecánica cuántica
y sus consecuencias más importantes, tales como, el rompimiento espontáneo de la simetría, el
teorema de Goldstone, el mecanismo de Higgs, el surgimiento de las anomalías en el SM y las
condiciones que cancelan las anomalías. Para finalizar la introducción, se presentan diferentes
implicaciones fenomenológicas de física más allá del SM que aparecen en los modelos al generar
masas de Dirac para los neutrinos a un loop.

1.1. Neutrinos

En el año 1930, la desintegración nuclear beta mostraba el surgimiento de un problema en la
física de la época. La desintegración beta de un núcleo radiactivo A se transforma en un núcleo
B ligeramente más liviano con la emisión de un electrón:

A→ B + e− . (1.1)

Debido a la conservación de la carga, B lleva una unidad más de carga positiva que A, por lo
tanto, el núcleo B tiene un número atómico mayor. Algunos ejemplos de desintegración beta son:
el potasio se convierte en calcio (40

19K → 40
20Ca), el cobre se convierte en zinc (64

29Cu → 64
30Zn), el

tritio se convierte en helio (31H → 3
2He), y así sucesivamente.

Para la desintegración en la Ec. (1.1) es posible calcular la energía en el proceso. Partiendo en
el marco de referencia del centro de masa, si el núcleo A está en reposo, el núcleo B y e deben de
salir en direcciones opuestas con igual momento, por lo que la conservación de la energía establece
que la energía del electrón es

E =

(
m2
A −m2

B +m2
e

2mA

)
c2 , (1.2)

donde mA, mB y me son las masas del núcleo A, B y del electrón, respectivamente. Fijando las
masas de los núcleos y la masa del electrón se ve que el valor para la energía debe estar fijado. Al
realizar el experimento se encuentra que la energía de los electrones emitidos varía considerable-
mente (ver fig. 1.1). La Ec. (1.2) establece el valor de la energía máxima de los electrones, para
un proceso de desintegración beta. Este resultado fue muy sorpresivo para la época, tanto así que
Niels Bohr propuso abandonar la ley de conservación de la energía, argumentando que quizás este
no funcionaba en el mundo cuántico. Afortunadamente, Wolfgang Pauli salvó el principio de la
conservación de la energía a partir de su hipótesis. Él establecía que se debía emitir una partícula
junto con el electrón, un compañero indetectable que se lleva la energía faltante en el proceso. Esta
nueva partícula debía ser eléctricamente neutra, para conservar la carga y para explicar por qué

10



Capítulo 1. Introducción

Figura 1.1: Espectro de la desintegración beta del tritio (3
1H → 3

2He) [2].

no era detectada; Pauli propuso llamarlo neutrón (aunque en 1932 James Chadwick se adelantó
y utilizo el nombre en otra partícula, conocida hoy como neutrón [3]). La idea fue recibida con
cierto escepticismo, pero al año siguiente, Enrico Fermi presentó una teoría de la desintegración
beta que incluía la partícula propuesta por Pauli y resultó tan brillante que la idea de Pauli tuvo
que ser tomada en serio [4]. Debido a que las energías de los electrones observadas tienen como
valor máximo el establecido en la Ec. (1.2) se deduce que la nueva partícula es extremadamente
liviana (por lo que se sabía hasta hace poco, su masa debía ser cero). A dicha partícula Fermi
la nombró como neutrino. A partir de estos resultados el proceso fundamental de desintegración
beta es

n→ p+ + e− + ν . (1.3)

En este proceso el neutrón se desintegra en un protón más un electrón más un antineutrino. En
la década de los 40’s del siglo XX, el grupo de Cecil Frank Powell fotografió la desintegración del
pión, donde se observó que el muón involucrado en el proceso sale a aproximadamente 90◦ con
respecto a la dirección original del pión(ver fig. 1.2). Este cambio en la dirección no se debía a
la interacción del muón con el detector, lo que indicaba que ese cambio de dirección se debía a
otra partícula que se produjo en la desintegración del pión. Esta partícula debía de ser neutra
eléctricamente, ya que no dejo huellas en el detector. Fue natural y/o económico suponer que se
trataba del neutrino propuesto por Pauli

π → µ+ ν . (1.4)

Unos meses después de su primera publicación, el grupo de Powell publicó una imagen sorpren-
dente, en esta se veía la posterior desintegración del muón. Para la época las desintegraciones de
muones estaban muy bien estudiadas, y era bien sabido que la partícula secundaria cargada era
un electrón. De los resultados se establecía que debía haber un producto neutro, que se suponía

11



1.1 Neutrinos

Figura 1.2: desintegración del pión en un muón, luego el muón se desintegra en un electrón [5].

debía ser nuevamente un neutrino. Sin embargo, esta vez se trataba de dos neutrinos:

µ→ e+ 2ν . (1.5)

¿Cómo se sabe que hay dos neutrinos? Para esto se repite el experimente varias veces, midiendo
la energía del electrón en cada repetición. Si la energía del electrón está definida, solo hay dos
partículas en el estado final, pero si varía, entonces debe haber (al menos) tres. De estudios
anteriores se sabía que la energía del electrón en la desintegración del muón no es fija, y la
emisión de dos neutrinos fue la explicación aceptada. Por el contrario, la energía muónica en la
desintegración del pión es constante dentro de las incertidumbres experimentales, lo que confirma
que se trata de la desintegración de dos cuerpos.

En 1950, había evidencia teórica convincente de la existencia de los neutrinos, pero aún no
se había podido tener una detección de forma directa. Además, no se tenía conocimientos de los
efectos de los neutrinos en el universo. Esto se debe a que los neutrinos interaccionan de manera
extremadamente débil con el resto de la materia, tanto así, que un neutrino con energía moderada
podría atravesar fácilmente mil años luz de plomo. Para poder detectar los neutrinos era necesaria
una fuente intensa. Los experimentos decisivos para la detección de los neutrinos se llevaron a cabo
en el río Savannah, en un reactor nuclear en Carolina del Sur, a mediados de los años cincuenta.
Clyde Cowan y Frederick Reines instalaron un gran tanque de agua y observaron la reacción de
desintegración beta inversa

ν + p+ → n+ e+ (1.6)

12



Capítulo 1. Introducción

en su detector [6]. El flujo de antineutrino se calculó en 5×1013 partículas por centímetro cuadrado
por segundo, pero incluso con esta enorme intensidad se esperaban de dos a tres eventos cada hora.
Sus resultados proporcionaron una confirmación inequívoca de la existencia del neutrino [6, 7].

Como se menciona anteriormente, la partícula producida en la desintegración beta ordinaria
es en realidad un antineutrino, no un neutrino. Debido a que los neutrinos son eléctricamente
neutros, es posible preguntarse, si hay alguna distinción entre un neutrino y un antineutrino. Ya
se tenía el caso del pión neutro, el cual es su propia antipartícula; también lo es el fotón. Como
contraejemplo se tiene que el antineutrón no es lo mismo que un neutrón. Quedando la inquietud
¿es el neutrino lo mismo que el antineutrino? Y si no, ¿qué propiedad los distingue? A finales de
los años cincuenta, Raymond Davis, Jr. Y Don S. Harmer pusieron esta pregunta a prueba [8]. De
los resultados de Cowan y Reines, se tiene que la reacción cruzada

ν + n→ p+ + e− , (1.7)

también debe ocurrir, y aproximadamente al mismo ritmo. Davis buscó la reacción análoga usando
antineutrinos

ν + n→ p+ + e− , (1.8)

encontrando que esta reacción no ocurría. Con estos resultados fue posible establecer que los
neutrinos izquierdos y los antineutrinos derechos tienen interacciones diferentes con la materia.

El resultado de Davis no fue inesperado. De hecho, en 1953 Emil Konopinski y Hosam Mah-
moud introducían una regla simple, mediante la cual las reacciones como la que se muestra en la
Ec. (1.7) eran factibles y las reacciones en la Ec. (1.8) no [9]. La idea consistía en asignar una nueva
carga nombrada como número leptónico. Se le asignaron número leptónico L = −1 al electrón, al
muón y al neutrino, y L = 1 al positrón, el antimuón y el antineutrino (todas las demás partículas
reciben un número leptónico igual a cero). Igualmente, Konopinski y Mahmoud propusieron una
ley de conservación del número leptónico (análogo a la ley de conservación de la carga) [10]. Es
decir, en cualquier proceso físico, la suma de los números leptónicos antes del proceso debe ser
igual a la suma de los números leptónicos después del proceso. Así, la reacción de Cowan-Reines
(Ec. (1.7)) es permitido (L = −1 antes y después), pero la reacción de Davis (Ec. (1.8)) está
prohibida (a la izquierda L = −1, a la derecha L = +1). A partir de la conservación del número
leptónico, la desintegración del pión cargado debe ser

π+ → µ+ν , π− → µ−ν , (1.9)

y las desintegraciones de muones son realmente

µ± → e± + ν + ν . (1.10)

Entonces, ¿qué propiedad distingue al neutrino del antineutrino? La respuesta a esta pregunta es el
número leptónico: para el neutrino L = +1 y L = −1 para el antineutrino. Estos números se pueden
determinar experimentalmente mediante las interacciones (también difieren en su quiralidad: el
neutrino es “izquierdo” mientras que el antineutrino es “derecho” [11]).
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1.1 Neutrinos

Bajo las leyes de la conservación de la carga y el número leptónico es posible tener la descom-
posición del muón en un electrón más un fotón

µ± → e±γ , (1.11)

sin embargo, este proceso aún no ha sido observado experimentalmente. Debido a que no hay
razones físicas que prohíban este proceso, algunos físicos sugieren una ley de conservación de
“mu-ness” que justifique la falta de señales de este proceso. Pero entonces, ¿cómo se explica la
observación de la desintegración µ± → e± + ν + ν? a finales de los años cincuenta y principios de
los sesenta, se encontró que la solución a esta pregunta consiste en suponer que existen dos tipos
diferentes de neutrino [12, 13], uno asociado con el electrón (νe) y uno con el muón (νµ) [14, 15].
Ahora, si se asignan número muónico L = +1 a µ− y νµ, y L = −1 a µ+ y νµ, e igualmente, se
define el número electrónico L = +1 a e− y νe, y L = −1 a e+ y νe. Ahora se redefinió la ley de
conservación del número leptónico en dos leyes de conservación, una de conservación de número
electrónico y otra ley de conservación de número muónico, con lo que podemos explicar todos los
procesos permitidos y prohibidos, a esto se le llamo la ley de conservación del sabor leptónico. En
este caso la desintegración beta de neutrones se convierte en

n→ p+ + e− + νe . (1.12)

Las desintegraciones del pión son

π− → µ− + νµ , π+ → µ+ + νµ , (1.13)

Y las desintegraciones del muón toman la forma

µ− → e− + νe + νµ , µ+ → e+ + νe + νµ , (1.14)

Como se mencionó anteriormente, el análisis inicial de la desintegración de piones, era “natural”
y/o “económico” asumir que la partícula neutra saliente era la misma que en la desintegración
beta. Aunque era una hipótesis natural y económica, esta era errónea.

En 1962, Leon M. Lederman, Melvin Schwartz y Jack Steinberger encontraron la primera
prueba experimental de la hipótesis de los dos neutrinos (y la conservación del número de electrones
y muones) [16]. Usando aproximadamente 1014 antineutrinos de la desintegración π−, encontraron
evidencia de la reacción

νµ + p+ → µ+ + n , (1.15)

pero no encontraron ningún evento de la reacción

νµ + p+ → e+ + n , (1.16)

Lo que demostraba la existencia de los dos neutrinos, ya que, bajo la hipótesis de la existencia de
un solo neutrino, ambos procesos deberían de ser igual de probables.

Para 1962, se tenía que la familia de los leptones estaba conformada por 8 partículas: el
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electrón, el muón, sus respectivos neutrinos y las correspondientes antipartículas.

Entre 1974 y 1977, Martin Lewis Perl y su grupo encontraron anomalías en la desintegración
de las colisiones entre electrones y positrones en el colisionador de electrones y positrones SPEAR
de Stanford (Stanford Positron and Electron Accelerator Ring) [17]. El evento que vieron en el
colisionador es el siguiente

e+ + e− → e± + µ∓ + energía faltante . (1.17)

Mediante la ley de la conservación de la energía, es posible establecer que la energía del estado
final es menor a la del estado inicial (La suma de las partículas en el estado final es diferente
de la suma de la energía en el estado inicial). De nuevo aparecía una anomalía en procesos que
“no conservaban” la energía, pero basados en la experiencia, se propuso que la energía con la que
colisionaban el electrón y el positrón era suficiente para crear un par de nuevas partículas muy
masivas, las cuales se desintegraban en muy corto tiempo en las partículas observadas. Por lo
tanto, el evento observado debería ser de la siguiente forma

e+ + e− → τ+ + τ− → e+ + µ− + νe + νµ + ντ + ντ ,

e+ + e− → τ+ + τ− → e− + µ+ + νe + νµ + ντ + ντ . (1.18)

Esta hipótesis fue difícil de verificar, ya que era necesario confirmar con otro experimento. La
dificultad principal se debía al hecho de que la energía necesaria para producir el par tau-antitau
era muy alta para la época. Posteriores resultados de los experimentos DESY y SLAC confirmaron
la existencia de esta nueva partícula [18,19].

Hasta ese entonces se sabía que el electrón y el muón poseían un neutrino equivalente (neutri-
nos electrónico y muónico). Por lo tanto, después del descubrimiento del τ , y de forma similar, se
propuso la existencia de un neutrino tauónico. La primera evidencia de la existencia del neutrino
tauónico se dio en 1990, gracias a las mediciones de LEP las desintegraciones del bosón Z [20,21].
Los resultados de LEP establecieron que el número de neutrinos que experimentan interacciones
débiles son Nν = 3,27± 0,30 [22]. Finalmente, el descubrimiento del neutrino tauónico fue anun-
ciado por la colaboración DONUT (Direct Observation of the NU Tau) del Fermilab en el año
2000 [23]. Todo este proceso fue tan importante para la física que en el año 1995 la Real Academia
de las Ciencias de Suecia le concedió el premio Nobel de física a Martin Perl por el descubrimiento
del lepton τ , junto a Frederik Reines por el descubrimiento del neutrino.

1.2. Oscilación de Neutrinos

En 1957, el físico italiano Bruno Pontecorvo propuso las primeras ideas sobre oscilación de
neutrinos [24, 25], basado en la teoría de oscilaciones entre lo Kaones neutros (K0 � K

0). Para
este entonces solo se conocía la existencia de un solo neutrino, por lo que la oscilación se debía
de dar entre neutrinos y antineutrinos. Con el descubrimiento de la existencia de dos familias de
neutrinos, en 1962 Z. Maki, M. Nakagawa y S. Sakata desarrollaron la primera teoría que establecía
una oscilación entre los tipos de neutrinos, que además tenía como consecuencia el hecho de que los
neutrinos debían de poseer masa [26]. Por mucho tiempo este artículo no tuvo el reconocimiento
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suficiente; debido a esto en 1967 Pontecorvo de forma natural generaliza su primera hipótesis al
caso de dos neutrinos [27]. Una de las predicciones más impresionantes del trabajo de Pontecorvo
es que predecía que los neutrinos solares podrían oscilar. Un año más tarde las predicciones hechas
por Pontecorvo fueron encontradas en la observación de neutrinos solares, donde se hallaba un
déficit de dichos neutrinos [28]. La primera teoría fenomenológica de la mezcla de dos neutrinos
fue propuesta por V. Gribov y Pontecorvo en 1969 [29], en su famoso artículo titulado “Neutrino
astronomy and lepton charge”. Durante los años 70’s se desarrolló la teoría fenomenológica que
explicaba correctamente la mezcla de neutrinos y la teoría de las oscilaciones de neutrinos en el
vacío. Lincoln Wolfenstein (1978) demostró estudiando los fenómenos de oscilación de neutrinos
en la materia que dichos efectos son relevantes [30]. En 1985 Stanislas Mikheyev y Alexei Smirnov
siguiendo con la investigación de Wolfenstein de oscilación de neutrinos en la materia predijeron
que un cambio pequeño en la densidad de la materia genera una mejora resonante en la mezcla
de neutrinos [31], este fenómeno es conocido como efecto MSW (Mikheyev-Smirnov-Wolfenstein).
Aunque los cambios de densidad en el Sol mejoran la oscilación de neutrinos, es necesario tener
ángulos de mezcla grandes para explicar el déficit de neutrinos solares [32]. Este último es conocido
como LMA, por sus siglas en inglés (large mixing MSW effect) [33].

El fenómeno de oscilación y mezcla de neutrinos parte de las ideas de Pontecorvo-Maki-
Nakagawa-Sakata (PMNS). Basados en la revisión completa del “nacimiento del paradigma PMNS” [34],
se desarrollará la idea de oscilación de neutrinos. Bajo este paradigma, el fenómeno de mezcla y
oscilación de neutrinos en el vació se puede expresar como una transformación unitaria que rela-
ciona la base de estados de sabor, que corresponden a los estados de interacción débil, y la base
de autoestados de masa de los neutrinos. Esta transformación unitaria es posible escribirla como

|νi〉 =
∑

`

U`i|ν`〉 , |ν`〉 =
∑

i

U∗`i|νi〉 , (1.19)

donde |ν`〉 (` = e, µ, τ) son los estados de sabor, |νi〉 son los autoestados de masa con masa mi y
U es una matriz compleja unitaria, la cual es conocida como matriz de mezcla leptónica o matriz
PMNS (Matriz de Pontecorvo–Maki–Nakagawa–Sakata). Una forma típica de la matriz de mezcla
leptónica es

U =



Ue1 Ue2 Ue3

Uµ1 Uµ2 Uµ3

Uτ1 Uτ2 Uτ3




=




1 0 0

0 c23 s23

0 −s23 c23







c13 0 s13e
−iδ

0 1 0

−s13e
iδ 0 c13






c12 s12 0

−s12 c12 0

0 0 1






eiα1/2 0 0

0 eiα2/2 0

0 0 1




=




c12c13 s12c13 s13e
−iδ

−s12c23 − c12s23s13e
iδ c12c23 − s12s23s13e

iδ s23c13

s12s23 − c12c23s13e
iδ −c12s23 − s12c23s13e

iδ c23c13






eiα1/2 0 0

0 eiα2/2 0

0 0 1


 , (1.20)

donde cij = cos θij y sij = sin θij . La fase δ es diferente de cero solo si la oscilación de neutrinos
viola la simetría CP 2. Además, las fases α1 y α2 son físicamente medibles solo si los neutrinos son

2La simetría CPT es una simetría fundamental de las leyes físicas bajo las transformaciones simultáneas de
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partículas de Majorana.

Ahora es de interés saber cómo es la propagación de los autoestados de masa |νi〉. Si el auto-
estado de masa también es autoestado del Hamiltoniano y aplicando la ecuación de Schrödinger,
tenemos que

Ĥ|νi〉 = Ei|νi〉 , i
∂

∂τ
|νi(τ)〉 = (Eit− ~pi · ~x) |νi(τ)〉 , (1.21)

donde t es el tiempo de inicio de la propagación, ~pi y ~x son el momento y la posición del autoestado
de masami, respectivamente. La solución a la ecuación de Schrödinger está descrita por la solución
de onda plana de la forma

|νi(τ)〉 = e−i(Eit−~pi·~x)τ |νi(0)〉 . (1.22)

En el límite ultrarelativista |~pi| = pi � mi, por lo tanto, se puede realizar la siguiente aproximación

Ei =
√
p2
i +m2

i ' pi +
m2
i

2pi
≈ E +

m2
i

2E
, (1.23)

donde E es la energía total de la partícula. Esta aproximación es aplicable para todos los neutrinos,
ya que su masa es menor a 1 eV y la energía es de al menos 1 MeV. Debido a que los neutrinos
son altamente relativistas, ya que viajan a una velocidad cercana a la de luz, es posible escribir
t ≈ L/c, donde L es la distancia viajada por los neutrinos. Por lo tanto, podemos escribir el estado
de neutrinos propagado como

|νi(L)〉 = e−i
m2
i L

2E |νi(0)〉 . (1.24)

Los autoestados con diferente masa se propagan con diferente frecuencia, de donde vemos que los
más pesados se propagan más rápido que los más livianos. Debido a que los autoestados de masa
son combinación lineal de los estados de sabor, la diferencia en la frecuencia de propagación provoca
interferencia entre los estados de sabor que componen los autoestados de masa. La interferencia
constructiva permite que los neutrinos cambien de sabor durante su propagación. La probabilidad
de que un neutrino de sabor α se observe después de una distancia L con sabor β es

P (να → νβ) = |〈νβ(L)|να〉|2 =

∣∣∣∣∣
∑

i

U∗αiUβie
−im

2
i L

2E

∣∣∣∣∣

2

. (1.25)

Desarrollando la probabilidad en Ec. (1.25) (este desarrollo está hecho en el apéndice A) se tiene
que

P (να → νβ) = δαβ − 4
∑

i>j

Re
(
U∗αiUβiUαjU

∗
βj

)
sin2

(
∆m2

ijL

4E

)

+ 2
∑

i>j

Im
(
U∗αiUβiUαjU

∗
βj

)
sin

(
∆m2

ijL

4E

)
, (1.26)

conjugación de carga (C), transformación de paridad (P) e inversión de tiempo (T) [35,36].
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donde ∆m2
ij = m2

i −m2
j , δij es el delta de Kronecker, Re(z) y Im(z) representan la parte real e

imaginaria del número complejo z, respectivamente. Es interesante notar que es posible extender
la Ec. (1.26) a los antineutrinos. Si asumimos que la simetría CPT se mantiene invariante, el
proceso να → νβ es imagen bajo simetría CPT del proceso νβ → να, por lo tanto P (να → νβ) =

P (νβ → να) y la probabilidad queda como

P (να → νβ) = P (νβ → να) = δβα − 4
∑

i>j

Re
(
U∗βiUαiUβjU

∗
αj

)
sin2

(
∆m2

ijL

4E

)

+ 2
∑

i>j

Im
(
U∗βiUαiUβjU

∗
αj

)
sin

(
∆m2

ijL

4E

)
. (1.27)

Es importante resaltar que si los neutrinos no tienen masa o las masas son degeneradas ∆m2
ij = 0,

las probabilidades se reducen a

P (να → νβ) = P (νβ → να) = δαβ , (1.28)

lo cual da una probabilidad cero para los eventos να → νβ , para α 6= β. Por lo tanto, la evidencia
experimental de la oscilación de neutrinos demuestra que los neutrinos poseen masa y además
son no degenerados. Todo el desarrollo de la oscilación de neutrinos se hizo suponiendo que la
propagación se da en el vacío.

A pesar de los grandes esfuerzos por descubrir y medir los parámetros implicados en la mezcla
y oscilación de neutrinos, los años 80 y 90 no fueron muy fructíferos en esta área, ya que no se
encontró evidencia experimental de la oscilación. Con los nuevos experimentos se logró mejorar la
energía y/o las distancias de los experimentos, logrando por fin, descubrir y medir algunos pará-
metros de la oscilación de neutrinos. Los parámetros θ12 y ∆m2

21 involucrados en la transformación
de νe → νµ fueron obtenidos a partir de medidas con neutrinos solares. Estos valores fueron me-
didos principalmente por el observatorio de neutrinos de Sudbury (SNO, por sus siglas en inglés,
Sudbury neutrino observatory) [37,38] y refinados en el experimento KamLAND (Kamioka Liquid
Scintillator Antineutrino Detector) por las mediciones de la ausencia de antineutrinos electrónicos
(νe) en un reactor nuclear en Japón [39]. Los parámetros θ23 y ∆m2

23 fueron determinados por
las mediciones en neutrinos atmosféricos, medidos principalmente en el experimento SuperKamio-
kande [40]. Los resultados de neutrinos atmosféricos se vieron mejorados por los resultados en
los experimentos K2K [41], MINOS [42] y T2K [43], los cuales se centraron en la medición de la
cantidad de neutrinos muónicos que se transformaban en neutrinos electrónicos. El último ángulo
de mezcla se determinó a partir de medidas en neutrinos en reactores, en los experimentos Double
Chooz [44], Daya Bay [45], RENO [46] y T2K [47].

La oscilación de neutrinos es importante por si sola, ya que permite entender cómo se propa-
gan los neutrinos en el espacio. Igualmente, permite entender y dar bases firmes a las reacciones
nucleares que pasan al interior del Sol. Pero también es importante porque da evidencia expe-
rimental para demostrar que los neutrinos poseen masa, ya que la oscilación de neutrinos solo
puede ocurrir si los neutrinos son masivos. La importancia de este hecho se debe a que el SM de
partículas establece que los neutrinos no poseen masa, por lo tanto, esto es un indicio de física
más allá del SM. Es tal la importancia de esto, que en el año 2015 fue otorgado el premio Nobel
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de física a Takaaki Kajita y Arthur McDonald, directores de los experimentos SuperKamiokande
y SNO, respectivamente. Puede ver los valores de los parámetros de oscilación de neutrinos en la
actualidad en la tab. 1.1.

1.3. Helicidad y quiralidad

Antes de seguir describiendo la física de neutrinos y los diferentes esquemas de sus masas es
necesario introducir los conceptos de helicidad y quiralidad en el SM. Para definir helicidad es
necesario primero definir los espinores de Weyl.

1.3.1. Helicidad y espinores de Weyl

Basados en el desarrollo en la referencia [49], se deducen los espinores de Weyl a partir de la
ecuación de Klein-Gordon (K-G). Además, se demuestran algunas propiedades de los espinores de
Weyl.

La ecuación de K-G esta dada por

(
−�+m2

)
φ = 0 , (1.29)

donde� = ∂2

∂t2
−∇2 es conocido como el operador D’Alembertiano. Reescribiendo el D’Alembertiano

de la siguiente manera

−� = − ∂2

∂t2
+∇2 =

(
i
∂

∂t
+ ~α · ∇

)(
i
∂

∂t
+ ~β · ∇

)
, (1.30)

donde ~α y ~β son vectores constantes independientes de las coordenadas aún indeterminadas.
Expandiendo el lado derecho en la Ec. (1.30) se tiene

− ∂2

∂t2
+∇2 = − ∂2

∂t2
+ i
(
~α+ ~β

)
· ∇ ∂

∂t
+ (~α · ∇)

(
~β · ∇

)
(1.31)

Para que la igualdad se cumpla es necesario que ~α = −~β y (~α · ∇)
(
~β · ∇

)
= ∇2, lo que implica

que α2
i = −1. Debido a esto α es imaginario, por lo que conviene definirlo como ~α = i~σ, donde

σ2
i = 1. Usando esto en las derivadas se obtiene que

∇2 = ∂i∂i = αiβj∂i∂j

=
1

2

(
αiβj + αjβi

)
∂i∂j

= −1

2

(
αiαj + αjαi

)
∂i∂j

=
1

2

(
σiσj + σjσi

)
∂i∂j . (1.32)

De donde se determina que las componentes de ~σ deben cumplir las siguientes relaciones

σiσj + σjσi = {σi, σj} = 2δij . (1.33)
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sin SK-atm

Orden Normal (mejor ajuste) Orden Invertido (∆χ2 = 2,7)
bfp ±1σ 3σ range bfp ±1σ 3σ range

sin2 θ12 0,304+0,013
−0,012 0,269→ 0,343 0,304+0,012

−0,012 0,269→ 0,343

θ12/
◦ 33,44+0,77

−0,74 31,27→ 35,86 33,45+0,77
−0,74 31,27→ 35,87

sin2 θ23 0,573+0,018
−0,023 0,405→ 0,620 0,578+0,017

−0,021 0,410→ 0,623

θ23/
◦ 49,2+1,0

−1,3 39,5→ 52,0 49,5+1,0
−1,2 39,8→ 52,1

sin2 θ13 0,02220+0,00068
−0,00062 0,02034→ 0,02430 0,02238+0,00064

−0,00062 0,02053→ 0,02434

θ13/
◦ 8,57+0,13

−0,12 8,20→ 8,97 8,60+0,12
−0,12 8,24→ 8,98

δCP /
◦ 194+52

−25 105→ 405 287+27
−32 192→ 361

∆m2
21

10−5 eV
7,42+0,21

−0,20 6,82→ 8,04 7,42+0,21
−0,20 6,82→ 8,04

∆m3`

10−3 eV
+2,515+0,028

−0,028 +2,431→ +2,599 −2,498+0,028
−0,029 −2,584→ −2,413

con SK-atm

Orden Normal (Mejor ajuste) Orden invertido (∆χ2 = 7,1)
bfp ±1σ 3σ range bfp ±1σ 3σ range

sin2 θ12 0,304+0,012
−0,012 0,269→ 0,343 0,304+0,013

−0,012 0,269→ 0,343

θ12/
◦ 33,45+0,77

−0,75 31,27→ 35,87 33,45+0,78
−0,75 31,27→ 35,87

sin2 θ23 0,450+0,019
−0,016 0,408→ 0,603 0,570+0,016

−0,022 0,410→ 0,613

θ23/
◦ 42,1+1,1

−0,9 39,7→ 50,9 49,0+0,9
−1,3 39,8→ 51,6

sin2 θ13 0,02246+0,00062
−0,00062 0,02060→ 0,02435 0,02241+0,00074

−0,00062 0,02055→ 0,02457

θ13/
◦ 8,62+0,12

−0,12 8,25→ 8,98 8,61+0,14
−0,12 8,24→ 9,02

δCP /
◦ 230+36

−25 144→ 350 278+22
−30 194→ 345

∆m2
21

10−5 eV
7,42+0,21

−0,20 6,82→ 8,04 7,42+0,21
−0,20 6,82→ 8,04

∆m2
3`

10−3 eV
+2,510+0,027

−0,027 +2,430→ +2,593 −2,490+0,026
−0,028 −2,574→ −2,410

Cuadro 1.1: Parámetros de oscilación de neutrinos tomados de [48], donde NO (Normal ordering,
por sus siglas en inglés) y IO (Inverted ordering, por sus siglas en inglés) se refieren a la jerarquía
de masas de los neutrinos (Para NO el neutrino 3 es el más masivo y para IO el neutrino 3 es
el más liviano). Los números de la 1ra (2da) columna se obtienen asumiendo NO (IO), es decir,
en relación con el mínimo local respectivo. Tenga en cuenta que ∆m2

3` ≡ ∆m2
31 > 0 para NO y

∆m2
3` ≡ ∆m2

32 < 0 para IO. Los resultados que se muestran en la tabla superior (inferior) son sin
(con) agregar el SK-atm ∆χ2 tabulado.
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Las matrices que cumplen estas relaciones son

σ1 =

(
0 1

1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
, σ3 =

(
1 0

0 −1

)
, (1.34)

las cuales son conocidas como matrices de Pauli. Debido a que ~σ es un vector de matrices, para
que la ecuación de K-G tenga sentido es necesario reescribirla de la siguiente forma

(
i
∂

∂t
+ i~σ · ∇

)(
i
∂

∂t
− i~σ · ∇

)
φ = m2φ . (1.35)

Las matrices de Pauli forman un conjunto máximal de matrices que anticonmutan. Es posible
escribir la ecuación de Dirac (

(
i/∂ −m

)
ψ = 0) de la siguiente forma

(
∂

∂t
+ ~σ · ∇

)
φL = mφR ,

(
∂

∂t
− ~σ · ∇

)
φR = mφL . (1.36)

Si φ = φR y usando la ecuación de Dirac, se puede ver que la ecuación (1.35) es compatible con la
ecuación de Dirac. Debido a que σi son matrices 2×2, φR y φL son objetos de dos componentes, los
cuales son conocidos como espinores de Weyl derecho e izquierdo, respectivamente. Físicamente,
los espinores de Weyl representan partículas y antipartículas de espín 1/2. La ecuación (1.36) son
conocidas como ecuaciones de Weyl acopladas. En 1929, Weyl notó algo interesante en la ecuación
de Dirac, para partículas sin masa las ecuaciones (1.36) se desacoplan. Usando la sustitución
canónica E ↔ i (∂/∂t) y ~p↔ −i∇ las ecuaciones de Weyl se convierten en

EφL = −~σ · ~pφL , EφR = ~σ · ~pφR , (1.37)

Para partículas sin masa se tiene que la relación relativista E2 − ~p2 = m2, se reduce a E = |~p|,
por lo tanto las ecuaciones de Weyl se reducen a

~σ · p̂φL = −φL , ~σ · p̂φR = φR , (1.38)

donde p̂ = ~p/ |~p| es el vector unitario en dirección del momento. Dado que las matrices de Pauli
σi son los operadores de espín 1/2, el operador ~σ · p̂ da las componentes del espín en la dirección
del momento lineal, esta cantidad es conocida como helicidad. La helicidad de una partícula es
positiva (“derecha”) si la dirección de su espín es la misma que la dirección de su movimiento y
es negativa (“izquierda”) si la dirección de su espín y movimiento son opuestas. Formalmente se
denota el operador de helicidad como ĥ ≡ ~σ · p̂, por lo tanto, es posible reescribir las ecuaciones
de Weyl como

ĥφL = −φL , ĥφR = φR , (1.39)

de donde se puede ver que los espinores de Weyl φR y φL son autoestados del operador helicidad con
autovalores +1 y −1, respectivamente. Debido a que los espinores de Weyl violan la conservación
de la paridad, Pauli considero que no eran estados físicos. Sin embargo, con el descubrimiento
del neutrino en 1956, los espinores de Weyl tuvieron una mayor aceptación. Esto se debe a que
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1.3 Helicidad y quiralidad

la interacción débil no conserva la paridad, ya que en la naturaleza solo se encuentran neutrinos
izquierdos y antineutrinos derechos. La representación de los espinores de Weyl mediante vectores
columna se pueden escribir como

φLa =

(
φL1

φL2

)
, φȧR =

(
φ1̇
R

φ2̇
R

)
, (1.40)

donde φL1, φL2, φ1̇
R, φ

2̇
R son en general números complejos y se utiliza superíndice puntuado y

subíndice sin puntear para referirse a los espinores derechos e izquierdos, respectivamente. Para
estos espinores es posible subir y bajar índices mediante el símbolo de Levi-Civita de la siguiente
manera

φaL ≡ εabφLb , φRȧ ≡ εȧḃφḃR , (1.41)

donde ε12 = ε1̇2̇ = ε21 = ε2̇1̇ = 1. Usando esto es posible escribir los espinores φRȧ y φaL como

φaL =
(
φ1
L φ2

L

)
, φLȧ = (φL1̇ φL2̇) , (1.42)

Usando la antisimetría del símbolo de Levi-Civita se tiene

φaLφRa = φaLεabφ
b
R = −εbaφaLφbR = −φLaφaR . (1.43)

Por lo tanto, φRȧφȧR = φaLφLa = 0. Es importante notar que las componentes φRȧ y φLa de los
espinores de Weyl no son independientes entre si. Expandiendo las ecuaciones de Weyl para los
espinores izquierdos se tiene que

EφL1 = −p3φL1 − (p1 − ip2)φL2 , EφL2 = p3φL1 − (p1 + ip2)φL2 , (1.44)

y para el lado derecho se tiene

Eφ1̇
R = p3φ

1̇
R + (p1 − ip2)φ2̇

R , Eφ2̇
R = −p3φ

2̇
R + (p1 + ip2)φ1̇

R . (1.45)

Tomando el complejo conjugado de la Ec. (1.44) y usando la Ec. (1.41), las ecuaciones se escriben
como

Eφ2∗
L = −p3φ

2∗
L + (p1 − ip2)φ1∗

L , Eφ1∗
L = p3φ

1∗
L + (p1 − ip2)φ2∗

L . (1.46)

Comparando las ecuaciones (1.45) y (1.46) se puede concluir que

φȧR = φa∗L , φRȧ = φ∗La . (1.47)
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1.3.2. Quiralidad

Para poder definir formalmente quiralidad es necesario definir las matrices γ o matrices de
Dirac, las cuales están definidas como

γµ =

(
0 σµL
σµR 0

)
. (1.48)

donde σµR,L =
(
1,±σi

)
y σi son las tres matrices de Pauli. Estas matrices deben satisfacer el

álgebra de Clifford

{γµ, γν} = 2ηµν . (1.49)

En D dimensiones el álgebra de Clifford admite representaciones de dimensión 2D/2. Cuando la
dimensión D es par, los fermiones transforman en una representación irreducible del grupo de
Lorentz. En el caso de dimensión D = 4 se puede definir la matriz γ5

3 de la siguiente manera

γ5 = −iγ0γ1γ2γ3 =

(
1 0

0 −1

)
, (1.50)

donde 1 es la matriz identidad 2× 2. Se puede demostrar que γ5 anticonmuta con las matrices γ,
lo cual implica que

[γ5, σµν ] = 0 , (1.51)

donde σµν = −1
4 [γµ, γν ]. Haciendo uso de esa propiedad y del lema de Schur 4, las representación

del grupo de Lorentz dada por σµν es irreducible en subespacios abarcados por los autovectores
de γ5 con el mismo autovalor. Ahora, si se define el operador de proyección de la siguiente manera

PR,L =
1

2
(1± γ5) (1.52)

donde estos subespacios corresponden a

PRψ = ψR, PLψ = ψL (1.53)

donde ψ son espinores de Dirac de cuatro componentes y ψR,L son los espinores de Weyl introdu-
cidos anteriormente.

Para partículas masivas, como electrones, quarks y neutrinos, la quiralidad y la helicidad
son diferentes. En este caso, es posible que un observador que esté en un marco de referencia
que se mueva más rápido que la partícula con espín, dicho observador vería que la partícula
pareciera moverse hacia atrás, y su helicidad se invertiría. Es decir, la helicidad es una constante
de movimiento, pero no es invariante de Lorentz, mientras que la quiralidad es invariante de
Lorentz, pero no es una constante de movimiento. Sin embargo, para partículas sin masa, como

3γ5 no es una matriz gamma, ya que no satisface el álgebra de Clifford. El número 5 se debe a la antigua notación
en la que se definía γ0 = γ4

4El lema de Schur establece que si hay una matriz A que conmuta con todos los elementos de una representación
irreducible del álgebra de Lie, entonces A = λ1, para algún λ ∈ C.

23



1.4 Esquemas de masas de neutrinos

el fotón, la helicidad es igual es la quiralidad. Esto se debe a que para una partícula sin masa su
velocidad es igual a la velocidad de la luz, por lo tanto, ningún observador real puede estar en un
marco de referencia donde vería que la partícula invierte la dirección de movimiento. Por lo tanto,
todos los observadores reales verán la misma helicidad. La helicidad para partículas sin masa es
un invariante relativista que siempre coincide con la quiralidad.

A las teorías simétricas por paridad se les conoce como teorías vectoriales (no quirales), mien-
tras que las teorías asimétricas con respecto a la quiralidad se denominan teorías quirales. Por
ejemplo, la cromodinámica cuántica (QCD, por sus siglas en inglés) es una teoría vectorial, ya que
ambas quiralidades de todos los quarks aparecen en la teoría y se acoplan a los gluones de la misma
manera (para más detalles ver la sección 1.6.4). A diferencia de la QCD, la teoría electrodébil es
un ejemplo de teoría quiral. Debido a que solo se conocen neutrinos izquierdos y sus antineutrinos
derechos, debido a esto se creía que los neutrinos eran partículas sin masa. Sin embargo, con la
observación de las oscilaciones de neutrinos, se sabe que los neutrinos son masivos, por lo tanto
es necesario definir el esquema mediante el cual los neutrinos adquieren masa. Si solo existen neu-
trinos izquierdos en el SM, los neutrinos deben ser partículas de Majorana, por lo que serían sus
propias antipartículas. Por el contrario, si los neutrinos son partículas de Dirac es necesario incluir
neutrinos derechos. Sin importar cual sea el caso, la teoría electrodébil sigue siendo una teoría
quiral, ya que no respeta la simetría de paridad. Debido a que la naturaleza exacta del neutrino
aún no se ha establecido, se presentaran los dos esquemas para las masas de los neutrinos en la
siguiente sección.

1.4. Esquemas de masas de neutrinos

La evidencia de oscilación de neutrinos demuestra que los neutrinos poseen masas. A pesar de
esto todavía no se tiene certeza de cuál es el mecanismo mediante el cual adquieren dicha masa. En
esta sección se abordan algunos esquemas para la masa de los neutrinos y algunas consecuencias
de estos.

Debido a que los neutrinos son partículas con carga cero, existen diferentes esquemas para
generar las masas de estos. A diferencia de los quarks que solo pueden ser partículas con naturaleza
de Dirac, debido a su carga, los neutrinos pueden ser tanto de Dirac como de Majorana o una
mezcla de estos. Basado en los artículos [10,50] desarrollaremos los diferentes esquemas de masas
de neutrinos y su diagonalización. Definiendo los siguientes vectores columna

νL =



νeL

νµL

ντL


 , νR =



νeR

νµR

ντR


 , (1.54)

donde ν`L son los neutrinos izquierdos con sabor leptónico ` = e, µ, τ , ν`′R son los neutrinos
derechos y `′ es el índice que denota el sabor leptónico para los campos derechos. Se va a asumir
que `′ es igual al número de sabores leptónicos. Adicionalmente, definimos lo siguiente

(νL)c = CνL
T , (νR)c = CνR

T , (1.55)
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Capítulo 1. Introducción

donde C es el operador conjugación de carga, el cual satisface las condiciones

CγTαC
−1 = −γα , C†C = 1 , CT = −C , (1.56)

con lo que se puede demostrar que νL y νR cumplen las siguientes relaciones

(νL)c = −νTLC−1 , (νR)c = −νTRC−1 , (1.57)

de donde podemos demostrar que
(
νL(R)

)c transforman como νL(R) bajo las transformaciones de
Lorentz. Usando la relación C−1γ5C = γT5 tenemos

1

2
(1− γ5) (νL)c = C

[
νL

1

2
(1− γ5)

]T
. (1.58)

Además, tenemos que se cumplen las siguientes relaciones

1

2
(1− γ5) (νL)c = (νL)c ,

1

2
(1− γ5) (νR)c = (νR)c . (1.59)

Partiendo de esto es posible construir los términos de masas de neutrinos usando los diferentes
campos para los neutrinos y antineutrinos (νL, (νL)c, νR, (νR)c ). Si solo los campos νL y νR

entran en el término de masa, se tiene que

LD = −νRMDνL + h.c. , (1.60)

donde LD es la densidad lagrangiana de Dirac para los neutrinos, el cual es conocido como término
de masa de Dirac,MD es una matriz compleja 3×3 y h.c. es el hermitico conjugado. Debido a que
LD es invariante bajo las transformaciones globales gauge νL → eiΛνL y νR → eiΛνR la carga de
número leptónico se conserva. Es importante recalcar que los neutrinos derechos no hacen parte
del SM, por lo tanto, si los neutrinos son partículas de Dirac es necesario la existencia de física
más allá del SM.

Ahora, si se asumen sólo campos con quiralidad izquierda, νL y (νL)c, como lo sugiere el SM,
se tendría el término de masa:

LM = −1

2
(νL)cMMνL + h.c. , (1.61)

donde MM es una matriz compleja 3×3. En este caso no existen transformaciones gauge globales
bajo las cuales el Lagrangiano sería invariante, debido a esto este término no conserva el número
leptónico, lo que lo diferencia del caso anterior. El término de masa LM es conocido como término
de Majorana.

En el caso general donde participan todos los campos de los neutrinos νL, (νL)c, νR, (νR)c, es
posible construir el siguiente término de masa

LD+M = −1

2
(νL)cMM

L νL −
1

2
(νR)cMM

R νR − νRMDνL + h.c. , (1.62)

donde MD, MM
L y MM

R son matrices complejas 3 × 3. Debido a que hay términos de Majorana,
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1.4 Esquemas de masas de neutrinos

este Lagrangiano no es invariante bajo transformaciones gauge. Este término de masa general
LD+M es llamado término de masas de Dirac-Majorana. Ahora, se procederá a detallar como es
la diagonalización de los diferentes términos de masas de neutrinos.

1.4.1. Término de masa de Dirac

Si los neutrinos son partículas de Dirac, el Lagrangiano tiene la siguiente forma

L = LD + L` = −
(
ν ′RM

Dν ′L + `′RM
``′L

)
+ h.c. (1.63)

= −
∑

`,`′=e,µ,τ

(
ν ′R`′M

D
`′`ν
′
L` + `′RM

`
`′``
′
L

)
+ h.c. , (1.64)

donde MD es una matriz compleja 3 × 3 no simétrica. Para llevar el término de masa LD a la
base de masas es necesario diagonalizar MD. Una matriz arbitraria compleja se diagonaliza por
una transformación biunitaria, la cual se expresa como

ν ′R =V νR

ν ′L =UνL

m =V †MDU , (1.65)

donde V y U son matrices unitarias y m es una matriz diagonal, la cual se define como mik =

mkδik, con mk ≥ 0. Usando lo anterior en el término de masa, tenemos

LD = −ν ′RMDν ′L + h.c. = −νRV †MDUνL + h.c. = −νRmνL + h.c. = νmν = −
3∑

k=1

mkνkνk ,

(1.66)

donde ν ′L = U †νL, ν ′R = V †νR y ν ′ = (ν1, ν2, ν3)T . Se puede ver qué νk son los autoestados de
masa de los neutrinos con masas mk. De la unitariedad de la matriz U , se puede obtener que

νL = Uν ′L , νL` =

3∑

k=1

U`kνLk . (1.67)

Si los neutrinos transforman de esta forma, los neutrinos con sabor leptónico ` (ν`L) de la inter-
acción débil son combinación de los autoestados de masas de los neutrinos izquierdos. La matriz
unitaria U es conocida como matriz de mezcla de leptones. Como los neutrinos son partículas de
Dirac, el término de la lagrangiana en la Ec. (1.66) es invariante bajo la transformación gauge
global

νk → eiϕνk , `→ eiϕ` , (1.68)

donde ` hace referencia a los leptones cargados y ϕ es constante y es un parámetro de la transfor-
mación. La invarianza bajo esta transformación significa que la carga total de número leptónico
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para todos los leptones y neutrinos se conserva. La carga total leptónica se define como

L =
∑

`=e,µ,τ

L` . (1.69)

Si definimos que todos los leptones cargados llevan una unidad de carga L, los neutrinos deben
llevar, igualmente, una unidad de carga L para que el número leptónico sea conservado. Para
neutrinos de Dirac la carga leptónica L` (` = e, µ, τ) no se conserva si la matrizMD es no diagonal.
Sin embargo, este término es invariante bajo las siguientes transformaciones gauge globales

νL` → eiϕνL` , νR` → eiϕνR` , `→ eiϕ` . (1.70)

Esto implica que en el caso de masas de Dirac el número leptónico total L =
∑

` L` es conservado.
Esto implica que procesos como

µ+ → e+ + γ , µ→ e+ + e− + e+ , K+ → π+ + µ± + e∓ , etc. , (1.71)

son permitidos en teorías con mezcla de neutrinos dadas por la Ec. (1.66). Igualmente, procesos
como desintegración doble beta sin neutrinos ((A,Z) → (A,Z + 2) + e− + e+) y procesos µ− +

(A,Z) → e+ (A,Z − 2), K+ → π− + e+ + µ+, entre otros, son prohibidos en la teoría como
consecuencia de la conservación del número leptónico total L. La mezcla de neutrinos dado por
términos de masas de Dirac es equivalente a la teoría de mezcla de quarks de Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa [51–53].

1.4.2. Término de masas de Majorana

Ahora, si suponemos que los neutrinos son partículas de Majorana debe existir el siguiente
término de masa

L = LM + L` = −
(

1

2
(νL)cMMνL + `RM

``L

)
+ h.c. (1.72)

= −
∑

`,`′=e,µ,τ

(
1

2
(νL`′)

cMM
`′`νL` + `′RM

`
`′``L

)
+ h.c. . (1.73)

De las Ecs. (1.57) es posible demostrar que MM es simétrica. El caso interesante se tiene cuando
los autovalores de masa de la matriz MM son no degenerados. Una matriz compleja y simétrica
se puede diagonalizar de lo siguiente forma

MM =
(
U †
)T

mU † , (1.74)

donde U †U = UU † = 1 y m es una matriz diagonal, la cual se puede definir como mik = mkδik,
con mk ≥ 0. Cambiando esto en el término de masa se tiene

LM = −1

2

[
(nL)cmnL − nLm (nL)c

]
, (1.75)
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donde nL = U †νL y (nL)c = CnL
T . Finalmente, el término de masa se puede escribir como

LM = −1

2
χmχ = −1

2

3∑

k=1

mkχkχk , (1.76)

donde se define χ = nL + (nL)c = (χ1, χ2, χ3)T y χk son los autoestados de masa de los neutrinos
con masa mk. Es posible demostras que los neutrinos χk satisfacen la condición

χk = Cχk
T (1.77)

con k = 1, 2, 3, lo cual implica que los neutrinos χk son campos de Majorana. Para más información
sobre campos de Majorana revisar el apendice A, en Ref. [50]. A partir de estos resultados se
obtiene que

νL = UχL , νL` =
3∑

k=1

U`kχLk , (1.78)

de donde se concluye que los neutrinos en la base de sabor ν`L son una combinación lineal de los
autoestados de masa χkL. Para este caso no existe una transformación gauge global que mantenga
invariante el término de masa de Majorana, lo que implica que no se conserva el número leptónico.
Esto tiene como consecuencia que no hay como distinguir entre neutrinos y antineutrinos.

Si los neutrinos son partículas de Majorana, ninguno de los números leptónicos se conserva
L`, ni el número leptónico total L =

∑
` L`. A diferencia del caso de Dirac, para neutrinos de

Majorana si están permitidos los procesos de desintegración beta doble sin neutrinos (ββ)0ν y
otros procesos similares. Igualmente, debido a la transformación en Ec. (1.78), los neutrinos de
Majorana desarrollan oscilación. Este caso es el esquema mínimo para generar masas de neutrinos,
ya que solo participan los neutrinos que son parte en la interacción débil estándar, conocidos como
neutrinos activos.

1.5. Experimentos de desintegración beta doble

Una de las preguntas más fundamentales en la física de neutrinos es determinar si los neutrinos
son partículas de Dirac o Majorana. Los esfuerzos experimentales para responder esta pregunta se
centran en el estudio de las desintegraciones nucleares especiales. El modelo de capas nucleares,
supone que cada nucleón interactúa con un campo promedio, llenando capas nucleares bien defini-
das. Bajo esta teoría es posible que el último orbital de capa lleno sea muy diferente para protones
y neutrones, debido a que un núcleo pesado normalmente tiene más neutrones que protones. En un
núcleo pesado X donde el número de protones y neutrones es par, los nucleones similares tienden
a emparejarse, es decir se forman pares neutrón-neutrón y protón-protón. Si uno de los neutrones
en el núcleo X se desintegra en un protón, ese protón y el segundo neutrón compañero del neutrón
desintegrado no pueden emparejarse, dado que se ubican en capas diferentes. Este proceso eleva
la energía del estado fundamental del nuevo núcleo Y , a valores mayores al del núcleo original, X.
Por lo tanto, la desintegración β del núcleo X en el núcleo Y es energéticamente prohibida. Si el
neutrón compañero del neutrón desintegrado en el núcleo Y se desintegra en un segundo protón,
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esos dos protones se emparejarían nuevamente, por lo que el nuevo núcleo Z tendría una energía
en el estado fundamental menor que la de los otros dos núcleos. Las condiciones exactas para que
esto ocurra dependen de los detalles de la estructura de capas del núcleo. Sin embargo, hay algu-
nas triadas de núcleos para los cuales se realiza este proceso. En dichos núcleos, la desintegración
β entre X y Y está prohibida energéticamente, pero la desintegración β doble entre X y Z es
permitida [54]. La reacción para la desintegración β doble está dado por

X → Z + 2e− + 2νe . (1.79)

Dichas desintegraciones β doble con dos neutrinos en el estado final (2νββ) se han observado en
varios núcleos.

En 1937, Giulio Racah estableció que si los neutrinos son fermiones de Majorana, el neutrino
emitido por uno de los nucleones puede ser absorbido por otro [55]. El proceso resultante

X → Z + 2e− , (1.80)

se llama desintegración β doble sin neutrinos (0νββ). Este proceso es una de las posibles formas de
demostrar que los neutrinos son fermiones de Majorana [56,57], sin importar cuál sea el mecanismo
subyacente, esto implicaría que la naturaleza contiene una masa de neutrinos de Majorana. Por
lo tanto, los neutrinos serían fermiones de Majorana. Esto se debe a que la desintegración β sin
neutrinos implica que se viola el número leptónico. Ya que en dicho proceso se convierten dos
quarks d en dos quarks u más dos electrones. Si este proceso es permitido, entonces cada par de
quark d inicial y quark u final puede contraerse a un bosón W . Los dos bosones W pueden luego
combinarse con los dos electrones en el estado final. El diagrama resultante no es más que una
contribución a la masa de neutrinos de Majorana, como se establece en la Ref. [58].

Los experimentos que tratan de comprobar los procesos de desintegración beta doble sin neu-
trinos consisten en tener una gran cantidad de núcleos que sufren de desintegración β doble y
esperar a que uno de estos núcleos sufra de la desintegración 0νββ. Este desintegración aún no
ha sido observado experimentalmente [59–64]. Por este motivo los neutrinos de Dirac han tomado
una gran relevancia en la física de partículas en los últimos años [65–105]). Debido a esto, en esta
tesis se estudiarán modelos que generan masas para los neutrinos de Dirac y las diferentes formas
de comprobar dichos modelos mediante los resultados experimentales, las cuales se describen en
la sección 1.7.

1.6. Simetrías y anomalías

Si los neutrinos son partículas de Dirac es necesario agregar una simetría global adicional
para garantizar la conservación adecuada del número leptónico total [69] y prohibir los términos
de masas de Majorana. Habitualmente, la solución propuesta para este problema es promover el
número bariónico (B) menos el número leptónico (L), B−L, de una simetría global accidental del
SM a una simetría abeliana local, U(1)B−L, e imponer algunas simetrías discretas extras según se
necesite en el modelo.
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En este trabajo se adiciona una nueva simetría abeliana local, U(1)X
5. Como se mostrará en

los capítulos 2 y 3, dicha simetría es la responsable de garantizar la naturaleza de Dirac de los
neutrinos, y a su vez es la responsable de la estabilidad de los candidatos de materia oscura de los
diferentes modelos. La adición de ésta nueva simetría gauge tiene implicaciones teóricas y feno-
menológicas en los diferentes modelos, tales como, cargas y corrientes conservadas, rompimiento
espontáneo de la simetría, anomalías, entre otros. Basados en las referencias [106–111], en esta
sección se hace una discusión sobre todas estas implicaciones y las debidas restricciones que se
deben imponer para que dichos modelos sean consistentes.

1.6.1. Simetrías y teorema de Noether

En 1915, Emmy Noether demostraba que las cantidades físicas conservadas se relacionaban con
simetrías de las leyes física. Este teorema es conocido como teorema de Noether y es un resultado
sorprendente y una herramienta potente en el estudio de la física. Por ejemplo: La simetría de
traslación del tiempo permite conservar la energía; la simetría de traslación espacial conserva el
momento; la simetría de rotación proporciona la conservación del momento angular, etc.

El teorema establece que por cada simetría continua de un sistema físico existe una corriente
conservada. Para derivar el teorema de Noether se parte del campo escalar real φ, al cual se le
hace una variación infinitesimal de la forma φ′(x) = φ(x) + δφ(x). Definiendo la acción como

S =

∫
d4xL (φ, ∂µφ) , (1.81)

donde se define ∂µ = ∂
∂xµ . Si la acción es invariante bajo variaciones ∆S = 0, se tiene que

∆S = S′ − S =

∫
d4x

[
L(φ′, ∂µφ

′)− L(φ, ∂µφ)
]

=

∫
d4x

[
L+

∂L
∂φ

δφ+
∂L

∂ (∂µφ)
∂µ (δφ)− L

]

=

∫
d4x

[
∂L
∂φ

δφ+
∂L

∂ (∂µφ)
∂µ (δφ)

]
(1.82)

donde se aplica una expansión en Taylor para la densidad Lagrangiana. Si se reescribe el segundo
termino usando la regla de Leibniz, se tiene lo siguiente

∆S =

∫
d4x

[
∂L
∂φ

δφ− ∂µ
(

∂L
∂ (∂µφ)

)
δφ+ ∂µ

(
∂L

∂ (∂µφ)
δφ

)]

=

∫
d4x

[
∂L
∂φ
− ∂µ

(
∂L

∂ (∂µφ)

)]
δφ+

∫
d4x∂µ

(
∂L

∂ (∂µφ)
δφ

)

=

∫
d4x∂µ

(
∂L

∂ (∂µφ)
δφ

)
, (1.83)

donde la primera integral es igual a cero, debido a que el campo cumple la ecuación de Euler-

5El subíndice X hace referencia a una carga general conservada. Esta puede ser activa (X = B − L,R,D, ...) u
oscura (X = D).
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Lagrange. Por lo tanto, se tiene que
∫
d4x (∂µJ

µ) = 0 , (1.84)

donde se define

Jµ =
∂L

∂ (∂µφ)
δφ . (1.85)

Es importante notar que Jµ cumple la ecuación de continuidad

∂µJ
µ = 0 ó

∂J0

∂t
+∇ · J = 0 . (1.86)

Integrando esta última respecto al volumen y usando el teorema de Gauss-Ostrogradski se tiene

∫

V
dV

∂J0

∂t
+

∫

S
J · dS = 0 (1.87)

Si la superficie sobre la que se integra en el último termino contiene la fuente de la corriente, este
término se hace cero, por lo tanto

d

dt

∫

V
dV ρ = 0 (1.88)

Si se define la carga como

Q =

∫

V
dV ρ , (1.89)

se tiene que dQ/dt = 0. De este resultado se puede deducir que la carga se conserva y por lo
tanto el teorema de Noether queda demostrado. La carga conservada Q es un escalar de Lorentz.
Después de la cuantización canónica la carga Q es promovida a un operador, el cual genera las
simetrías del campo δφ = i [φ,Q]. En el apéndice B se desarrolla el teorema de Noether para
traslaciones espacio-temporales.

1.6.2. Simetrías en la mecánica cuántica

Como se había mencionado anteriormente, las carga conservadas Q generadas por la simetría
debido al teorema de Noether son operadores, los cuales implementan la simetría a nivel cuántico.
Debido a que la carga es conservada, el operador de carga debe de conmutar con el Hamiltoniano

[Q,H] = 0 . (1.90)

Hay diferente formas de implementar una simetría en mecánica cuántica, a continuación se mues-
tran las dos principales.
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Realización de Wigner-Weyl:

En esta realización el estado base de la teoría |0〉 es invariante bajo la simetría. Debido a que
Q es el generador de la simetría, se tiene que

U(θ)|0〉 = eiθαQ
α |0〉 = |0〉 , (1.91)

tal que, Qα|0〉 = 0. Además, el campo debe transformar acorde a la representación irreducible del
grupo generado por el operador de carga Q. Usando la ecuación δφ = i [φ,Q] se llega a que

U(θ)φiU
−1(θ) = Uij(θ)φj , (1.92)

donde Uij(θ) es un elemento de la representación en el cual el campo transforma. Si se considera
el estado asociado con el operador φi, el cual se define como

|i〉 = φi|0〉 , (1.93)

debido a la invarianza del vacío (Qα|0〉 = 0) el estado |i〉 transforma de la siguiente manera

U(θ)|i〉 = U(θ)φiU
−1(θ)U(θ)|0〉 = Uij(θ)φj |0〉 = Uij(θ)|j〉 , (1.94)

entonces, el estado |i〉 transforma en la misma representación de φi. Por lo tanto, el espectro de la
teoría se clasifica en multipletes del grupo de simetría. Además, ya que que [H,U(α)] = 0 todos
los estados en el mismo multiplete tienen la misma energía. Si se consideran los estados de una
partícula en el marco de referencia en reposo, se llega a la conclusión de que todos los estados en
el mismo multiplete tienen exactamente la misma masa.

Realización de Nambu-Goldstone:

En esta realización el estado base de la teoría no es invariante bajo la simetría, por lo tanto

eiθαQ
α |0〉 6= |0〉 , (1.95)

de modo que, Qα|0〉 6= 0. En este caso, se dice que la simetría está rota espontáneamente por
el vacío. Para ilustrar las consecuencias de la Ec (1.95), se parte de una teoría con N campos
escalares ϕi (i = 1, ..., N), donde la dinámica está descrita por el lagrangiano

L =
1

2
∂µϕ

i∂µϕi − V (ϕ) . (1.96)

Esta teoría es invariante bajo la transformación δϕi = εa (T a)ij ϕ
j , donde T a es el generador de el

grupo SO(N) y a = 1, ..., N(N − 1)/2.

Para determinar el vacío de la teoría es necesario analizar el Hamiltoniano

H =

∫
d3x

[
1

2
πiπi +

1

2
∇ϕi∇ϕi + V (ϕ)

]
, (1.97)
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donde πi es el momento canónico y donde el mínimo del potencial esta dado por

V(ϕ) =

∫
d3x

[
1

2
∇ϕi∇ϕi + V (ϕ)

]
. (1.98)

Dado que se quiere encontrar las configuraciones de campo constante, ∇ϕ = 0 que preservan la
invarianza traslacional, el vacío del potencial V(ϕ) coincide con el vacío de V (ϕ). Por lo tanto, los
mínimos de potencial corresponden a los valores esperados de vacío, los cuales están definidos por
el valor del campo donde se cumple la siguiente relación

∂V

∂ϕi

∣∣∣∣
ϕi=〈ϕi〉

= 0 , (1.99)

por simplicidad se asume que el mínimo del potencial ocurre en el cero de potencial (V
(
〈ϕi〉

)
= 0

).

Para este caso, los generadores T a del grupo SO(N) se dividen en dos grupos, los generadores
Hα (α = 1, ..., h), conocidos como generadores intactos y los generadores restantes se definen
como generadores rotos, Kβ (β = 1, . . . , N(N − 1)/2− h). Los generadores intactos Hα cumplen
la ecuación (Hα)ij 〈ϕj〉 = 0, lo que significa que el valor esperado de vacío 〈ϕi〉 es invariante bajo las
transformaciones generadas por los generadoresHα. Los generadoresHα forman un subálgebra del
álgebra de los generadores SO(N), dado que el conmutador de dos generadores intactos también
aniquilan el valor esperado de vacío [Hα, Hν ]ij 〈ϕj〉 = 0. Los generadores rotos Kβ no preservan

el valor esperado de vacío del campo
(
Kβ
)i
j
〈ϕj〉 6= 0. Un resultado interesante de los generadores

rotos, es el conocido teorema de Goldstone, el cual establece que por cada generador roto por el
valor esperado de vacío hay una excitación sin masa.

Teorema de Goldstone:

El teorema de Goldstone establece que para cada generador roto por el valor esperado de
vacío, aparece un nuevo bosón no masivo en el espectro de posibles excitaciones de la teoría, dicha
excitación se conoce como bosón de Nambu-Goldstone. Una prueba simple de este teorema se
muestra a continuación:

La matriz de masa de la excitación alrededor del vacío 〈ϕi〉 es determinada por la parte
cuadrática del potencial, debido a que se asume que V (〈ϕi〉) = 0, se está expandiendo alrededor
del mínimo, de donde se tiene

V (ϕ) =
∂2V

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
ϕ=〈ϕ〉

(
ϕi − 〈ϕi〉

) (
ϕj − 〈ϕj〉

)
+O

[
(ϕ− 〈ϕ〉)3

]
, (1.100)

con lo cual se puede definir la matriz de masa como

M2
ij =

∂2V

∂ϕi∂ϕj

∣∣∣∣
ϕ=〈ϕ〉

. (1.101)

Ahora, debido a la invarianza del potencial bajo la condición δϕi = εa (Tα)ij ϕ
j , la variación del
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potencial es

δV (ϕ) = εα
∂V

∂ϕi
(Tα)ij ϕ

j = 0 , (1.102)

derivando respecto a ϕk y evaluando en ϕi = 〈ϕi〉 se llega a

M2
ik (Tα)ij 〈ϕj〉 = 0 . (1.103)

Escribiendo esta ecuación para los operadores intactos se tiene que estos cumplen la identidad
trivialmente, debido a que (Hµ)ij〈ϕi〉 = 0. Por otro lado, para los generadores rotos se tiene que
M2
ik debe ser cero, debido a que (Kν)ij 〈ϕj〉 6= 0, lo que implica que la matriz de masa tiene tantos

bosones no masivos, como operadores rotos. Por lo tanto se ha probado el teorema de Goldstone:
por cada generador roto hay una excitación no masiva en la teoría. Esta es una prueba clásica
del teorema. En la teoría cuántica, la demostración sigue la misma línea que la presentada aquí,
pero hay que considerar los efectos de las correcciones cuánticas al lagrangiano clásico. Algunos
ejemplos de bosones de Nambu-Goldstone son:

En fluidos, al romper la simetría galileana espontáneamente aparece un bosón de Nambu-
Goldstone, conocido como el fonón. En sólidos, los bosones de Nambu-Goldstone se generan a
partir de la ruptura espontánea de las simetrías rotacional, traslacional y galileana. En este caso
no hay una correspondencia simple entre los modos de Goldstone y las simetrías rotas, ya que las
excitaciones son los fonones longitudinales y transversales.

En imanes, al aplicar un campo magnético aparecen bosones de Nambu-Goldston, conocidos
como magnones. Esto es debido a que la simetría rotacional original (presente en ausencia de un
campo magnético externo) se rompe espontáneamente de manera que la magnetización apunta
en una dirección específica. Los piones son los bosones pseudo-Goldstone (pseudoescalres) que
resultan de la ruptura espontánea de las simetrías de sabor quiral en la QCD (cromodinámica
cuántica, por sus siglas en inglés) efectuada por la condensación de quarks debido a la interacción
fuerte. Las componentes de polarización longitudinales de los bosones W y Z son los bosones de
Goldstone debido al rompimiento espontáneo de la simetría electrodébil SU(2) × U(1). Debido
a que esta simetría es gauge, los tres posibles bosones de Goldstone son absorbidos por los tres
bosones gauge correspondientes a los tres generadores rotos; esto le da a estos tres bosones gauge
una masa. Esto se describe en el SM a través del mecanismo de Higgs, el cual se muestra con más
detalles en la siguiente subsección.

1.6.3. Mecanismo de Higgs

Durante la década de los años 60’s, Glashow dio una descripción que permitía explicar conjun-
tamente el electromagnetismos y las interacciones débiles basado en una teoría gauge con el grupo
SU(2) × U(1), pero para explicar la teoría de la desintegración β, era necesario que tres de los
campos vectoriales involucrados en este proceso fueran masivos. Sin embargo, la simetría gauge
es incompatible con que los bosones vectoriales sean masivos, ya que el termino en el lagrangiano
m2AµA

µ no está permitido por la invarianza gauge.
Para poder encontrar solución a esto, el concepto de rompimiento espontáneo de la simetría

es fundamental. Si la teoría cuántica es consistente se requiere de la invarianza gauge, la cual se
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puede realizar al estilo Nambu-Goldstone. En este caso la simetría gauge no está explícitamente
presente, debido a que la acción efectiva es construida alrededor del vacío especifico en el que se
encuentre la teoría. Esto permite que los campos vectoriales adquieran masa sin poner en riesgo
la consistencia de la teoría completa.

El proceso mediante el cual los bosones vectoriales adquieren masa a través del rompimiento
espontáneo de simetría es conocido como mecanismo de Higgs. Para ilustrar mejor en que consiste
el mecanismo de Higgs, se presenta un modelo simple pero significativo para el entendimiento de
dicho mecanismo, este modelo es conocido como el modelo de Higgs abeliano. Este consiste en
un modelo con una simetría gauge U(1), donde el campo gauge se acopla a un campo escalar
complejo Φ. El lagrangiano del modelo está dado por

L = −1

4
FµνF

µν + (DµΦ)∗DµΦ− λ

4

(
Φ∗Φ− v2

)2
, (1.104)

donde la derivada covariante está dada por Dµ = ∂ + ieAµ, v2 > 0 y λ > 0. Es importante notar
que la teoría es invariante bajo transformaciones gauge de la forma

Φ→ Φ′ = eiθ(x)Φ , Aµ → A′µ = Aµ +
1

e
∂µθ(x) . (1.105)

En este caso, el mínimo de potencial está definido por la ecuación 〈Φ〉 = v/
√

2. Para este modelo
se tiene un continuo de diferentes vacíos diferenciados por la fase del campo escalar, sin embargo,
ninguno de estos vacíos es invariante bajo la simetría gauge

〈Φ〉 = veiϑ → vei(ϑ+α(x)) , (1.106)

por lo tanto, se puede decir que la simetría se rompe espontáneamente. Ahora, para analizar la
teoría alrededor de este vacío, se escribe el campo escalar Φ en términos de la excitación alrededor
del vacío, de la siguiente manera

Φ(x) =
1√
2

[v + σ(x)] eiϑ(x) (1.107)

donde σ(x) es un campo escalar real. Es importante recordar que sin importar el vacío bajo
el cual se expanda el campo escalar, el lagrangiano debe de seguir siendo invariante bajo las
transformaciones gauge en la Ec. (1.106). Por lo tanto es posible realizar una transformación gauge
con parámetro θ(x) = −ϑ(x) (conocido como gauge unitario), con lo que es posible eliminar la
fase en la Ec. (1.107). Sustituyendo todo esto en el lagrangiano se obtiene

L = −1

4
FµνF

µν +
1

2
e2v2AµA

µ +
1

2
∂µσ∂

µσ − λv2σ2

− λvσ3 − λ

4
σ4 + e2vAµA

µσ +
1

2
e2AµA

µσ2 , (1.108)

donde se puede ver que el escalar real σ(x) adquiere masa y lo más importante, el campo vectorial
Aµ ahora posee un término de masa dado por

m2
A = e2v2 . (1.109)
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Es importante notar dos características que aparecen en este caso. La primera es que ϑ(x) no apa-
rece en el lagrangiano y la segunda es que el campo gauge adquiere masa, todo esto debido al rom-
pimiento espontáneo de la simetría. Estas dos características están relacionadas, observe que un
bosón gauge sin masa tiene dos grados de libertad independientes. En el lagrangiano(Ec. (1.104))
hay cuatro grados independientes de libertad en total: dos del campo gauge y dos del campo
escalar complejo. Para la lagrangiana rota(Ec. (1.108)), el bosón gauge es masivo, debido a esto
posee un modo de polarización longitudinal y dos modos transversales (partícula de espín 1). El
aumento de dos a tres en grados de libertad del bosón gauge solo puede ocurrir si este toma
un grado de libertad del sector escalar. De hecho, como σ(x) es un campo real, i.e. hermítico,
representa solo un grado de libertad del escalar complejo, mientras que el otro desaparece de los
grados físicos de libertad. Metafóricamente, se suele expresar en la literatura que la componente
longitudinal del bosón gauge “devora” el bosón de Nambu-Goldstone. Es decir, el bosón gauge se
ha comido un grado escalar de libertad para obtener su masa. Este fenómeno fue publicado por
varios autores simultáneamente, pero generalmente se le conoce como el mecanismo de Higgs.

El modelo Abeliano de Higgs discutido aquí puede considerarse como un modelo mucho más
simple que el mecanismo de Brout-Englert-Higgs responsable de dar masa a los bosones gauge
W± y Z0 en el SM. Para dar masa a estos tres bosones es necesario introducir un campo escalar
complejo de dos componentes que transforme como doblete bajo SU(2). Tres de sus cuatro grados
de libertad son devorados por los tres campos gauge masivos, mientras que el cuarto permanece
como un grado de libertad escalar. Sus excitaciones elementales son partículas neutras de espín
cero conocidas como el bosón de Higgs.

1.6.4. Anomalías en el SM

Hasta el momento se ha asumido que las simetrías clásicas se conservan en el proceso de
cuantización, por lo que serían consistentes en la teoría cuántica. Sin embargo, esto no tiene por
qué ser necesariamente cierto. El proceso de cuantización de una teoría de campos interactuantes
requiere de procesos de regularización y renormalización y, sin importar qué tanto o cómo se
intente, no hay manera de que una simetría clásica se pueda cuantizar. Cuando esto sucede se dice
que la teoría tiene una anomalía [111, 112]. Es importante aclarar que las anomalías no se deben
a una mala elección del método de regularización en la cuantización de la teoría.

La primera anomalía cuántica descubierta fue la anomalía de Adler-Bell-Jackiw, en la que la
corriente del vector axial se conserva como una simetría clásica de la electrodinámica, pero la
teoría cuantizada la rompe. Técnicamente, una simetría anómala en una teoría cuántica es una
simetría de la acción, pero no de la medida y por tanto, no es una simetría de la función de
partición como un todo. A continuación se analiza más a detalle algunos ejemplos de anomalías
asociadas con simetrías globales y locales de la teoría clásica en el SM.

Anomalía axial

Para ilustrar esta anomalía se parte de un modelo simple en dos dimensiones en el espacio-
tiempo de Minkowski (x0, x1) = (t, x). Dado que este modelo es en dos dimensiones, el tensor
de Faraday solo tiene una componente independiente, que corresponde al campo eléctrico en la
dirección espacial (F 01 = E). Para escribir el lagrangiano es necesario determinar la representación
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del álgebra de las matrices γ (o matrices de Dirac), las cuales deben de cumplir el álgebra de
Clifford {γµ, γν} = 2ηµν , donde ηµν = diag(1,−1) es la métrica de Minkowski en dos dimensiones.
En este caso, la dimensión de la representación de las matrices de Dirac son 22/2 = 2, por lo que
se pueden definir las matrices como

γ0 = σ1 =

(
0 1

1 0

)
, γ1 = iσ2 =

(
0 1

−1 0

)
. (1.110)

Debido a la definición usual del operador de quiralidad derecho e izquierdo PR,L = 1±γ5
2 es

necesario definir la matriz γ5, la cual es dada por

γ5 = −γ0γ1 =

(
1 0

0 −1

)
. (1.111)

Considerando la teoría con dos espinores de Weyl ψR,L, los cuales se acoplan al campo electro-
magnético, la lagrangiana que describe el modelo está dada por

L = ψ
(
i /D
)
ψ − 1

4
FµνF

µν = iψ†Rσ
µ
R∂µψR + iψ†Lσ

µ
L∂µψL −

1

4
FµνF

µν , (1.112)

donde las componentes ψR,L de ψ son respectivamente los espinores de Weyl derecho e izquierdo
en dos dimensiones ψ = (ψR, ψL)T (ver la sección 1.3.1 para más detalles), µ, ν = 0, 1 y la derivada
covariante es Dµ = ∂µ + ieAµ. La lagrangiana es invariante bajo dos tipos de transformaciones
globales U(1). La primera es conocida como simetría vectorial, en esta ambos estados de helicidad
transforman con la misma fase

U(1)V : ψR,L → eiθψR,L . (1.113)

La segunda es conocida como simetría axial, en este caso el signo de la fase es diferente para los
dos estados quirales

U(1)A : ψR,L → e±iθ ψR,L . (1.114)

Debido al teorema de Noether, hay dos corrientes conservadas, una corriente vectorial

JµV = ψγµψ = ψ†Rσ
µ
RψR + ψ†Lσ

µ
LψL (1.115)

y una corriente axial

JµA = ψγµγ5ψ = ψ†Rσ
µ
RψR − ψ

†
Lσ

µ
LψL , (1.116)

ambas son conservadas si no hay términos de masa en la lagrangiana. Usando las representaciones
explicitas en la Ec. (1.110), se puede reescribir la parte fermiónica del lagragiano (1.112) de la
siguiente forma

L = ψ†Ri (D0 +D1)ψR + ψ†Li (D0 −D1)ψL . (1.117)
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En la teoría libre, la ecuación de Dirac para el campo cumple la siguiente ecuación

i (∂0 − ∂1)ψR = 0 , i (∂0 + ∂1)ψL = 0 . (1.118)

La solución general para estas ecuaciones son dos paquetes de onda que se mueven a lo largo de
la dimensión espacial, uno a la izquierda ψR y uno a la derecha ψL. Acorde a la convención, la
partícula que se mueve a la izquierda ψR tiene helicidad positiva y la partícula que se mueve a la
derecha ψL tiene helicidad negativa. Por lo tanto la solución es de la forma

ψR,L =
1√
L
e−iE(x0±x1) , (1.119)

donde se define el momento como pµ = (E, p), por lo tanto p = ∓E. Debido a que son partículas
sin masa E = −p, por lo tanto las soluciones con energía positiva tienen momento negativo y
las partículas con energía negativa son ondas planas con momento positivo. Para los espinores
izquierdos la situación es al revés. Además, dado que la dirección espacial es compacta con la
longitud L, el momento p es cuantizado de acuerdo con

p =
2πn

L
, (1.120)

donde n ∈ Z. Ahora, expandiendo el operador ψR,L en términos de los modos en la ecuación (1.119)
se asocian los estados con energía positiva a operadores de aniquilación, mientras que los estados
con energía negativa están asociados con operadores de creación para la antipartícula correspon-
diente

ψR,L(x) =
∑

E>0

[
αR,L(E)χR,L(x) + β†R,L(E)χR,L(x)

]
, (1.121)

acá el operador αR,L(E) actúa en el vacío |0,±〉 aniquilando una partícula con energía positiva E y
momento ∓E. De la misma manera, el operador β†R,L(E) crea a partir del vacío una antipartícula
con energía positiva E y momento ∓E. En el cuadro de Dirac el operador β†R,L(E) es originalmente
un operador de aniquilación para los estados del mar de Dirac (Modelo teórico que considera al
vacío como un mar infinito de partículas con energía negativa [113–115]) con energía negativa
−E. Como en cuatro dimensiones el problema de los estados con energía negativa se resolvió al
interpretar el operador aniquilación para estados con energía negativas como el operador creación
para las correspondientes antipartículas con energía positiva (y viceversa). Los operadores en la
expansión de la Ec. (1.121) satisfacen el álgebra

{
αλ(E), α†λ′(E

′)
}

=
{
βλ(E), β†λ′(E

′)
}

= δEE′δλλ′ (1.122)

donde se introducen los indices λ, λ′ = R,L. Además, los operadores αλ, α
†
λ anticonmutan con

los operadores βλ′ , β
†
λ′ . El lagrangiano en la Ec. (1.117) es invariante bajo las simetrías U(1)V

(Ec. (1.115)) y U(1)A (Ec. (1.116)). En este caso la corriente conservada por el teorema de Noether
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está dada por

JµV =

(
ψ†RψR + ψ†LψL

−ψ†RψR + ψ†LψL

)
, JµA =

(
ψ†RψR − ψ

†
LψL

−ψ†RψR − ψ
†
LψL

)
. (1.123)

La carga conservada para la corriente vectorial y axial están dadas por

QV =

∫ L

0
dx1

(
ψ†RψR + ψ†LψL

)
, QA =

∫ L

0
dx1

(
ψ†RψR − ψ

†
LψL

)
. (1.124)

Usando la condición de ortonormalidad de los modos χR,L

∫ L

0
dx1χ

(E)
R,L(x)χ

(E′)
R,L (x) = δEE′ , (1.125)

las corrientes conservada se pueden escribir como

QV =
∑

E>0

[
α†R(E)αR(E)− β†R(E)βR(E) + α†L(E)αL(E)− β†L(E)βL(E)

]
,

QA =
∑

E>0

[
α†R(E)αR(E)− β†R(E)βR(E)− α†L(E)αL(E) + β†L(E)βL(E)

]
, (1.126)

En este caso QV cuenta el número neto (partículas menos antipartículas) de estados de helicidad
positivos más el número neto de estados con helicidad negativa. La carga axial, por otro lado,
cuenta el número neto de estados de helicidad positivos menos el número de estados de helicidad
negativos. En el caso de la corriente vectorial, se resta una contribución de vacío formalmente
divergente a la carga (la “carga del mar de Dirac”).

Ahora se quiere estudiar cuál es el efecto de acoplar la teoría al campo eléctrico E . Asumiendo el
gauge A0 = 0. En lugar de resolver el problema exactamente, se simula el campo eléctrico variando
adiabáticamente en un tiempo τ0 el vector potencial A1 del valor cero a −Eτ0 . Acoplar el campo
electromagnético en la teoría genera un cambio en el momento de acuerdo con p→ p−eA1, donde
e es la carga del fermión. Debido a que se asume que el potencial vectorial varia adiabáticamente,
es posible asumir que este es aproximadamente constante en el tiempo.

Entonces, el efecto de p → p − eA1 en el vacío da como resultado que algunos de los estados
de energía negativa de los modos ψR adquieren energía positiva, mientras que el mismo número
de estados de energía positiva en el vacío de los modos ψL se convierten en estados de vacío con
energía negativa. Físicamente, esto significa que el campo eléctrico externo E crea varios pares de
partículas y antipartículas a partir del vacío. Denotando por N ∼ eE el número de tales pares
creados por el campo eléctrico por unidad de tiempo, los valores finales de las cargas QV y QA
son

QA(τ0) = (N − 0) + (0−N) = 0 ,

QV (τ0) = (N − 0)− (0−N) = 2N , (1.127)

de donde es posible concluir que el acoplamiento al campo eléctrico produce una violación en la
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conservación de la carga axial por unidad de tiempo dado por ∆QA ∼ eE, lo que implica que

∂µJ
µ
A ∼ e~E , (1.128)

donde se ha restaurado ~ para dejar claro que la violación en la conservación de la corriente axial
es un efecto cuántico. Mientras que ∆QV = 0 garantiza que la corriente vectorial permanece
conservada en la mecánica cuántica ∂µJ

µ
V = 0.

En este análisis solo se presentó el resultado de la anomalía axial de Adler-Bell-Jackiw [116] en
dos dimensiones. Un desarrollo más preciso de estos resultados se puede encontrar en el capitulo
19 en la Ref. [106]. La anomalía se puede determinar calculando la cantidad

Cµν = 〈0|T
[
JµA(x)JνV (x)

]
|0〉 (1.129)

donde la anomalía es dada por ∂µCµν , lo que conlleva al resultado (Ec.19. En la ref [106])

∂µJ
µ
A =

e~
2π
ενσFνσ , (1.130)

donde ε01 = −ε10 = 1. La existencia de la anomalía en la simetría axial que se ha ilustrado acá en
dos dimensiones está presente en todas las dimensiones pares del espacio-tiempo. En particular,
en cuatro dimensiones, la anomalía axial está dada por

∂µJ
µ
A =

e2

16π2
εµνσλFµνFσλ . (1.131)

Este resultado tiene consecuencias muy importantes en la física de interacciones fuertes como se
verá a continuación.

Simetría quiral en QCD

Todo lo que se sabe de la interacción fuerte es basado en la teoría de la cromodinámica cuántica
(QCD, por sus siglas en inglés) [117]. Esta es una teoría gauge no abeliana con un grupo gauge
SU(Nc) acoplado a un número Nf de quarks. Los quarks Qif son partículas de espín 1/2 descrito
por dos números cuánticos: color i = 1, ..., Nc y sabor f = 1, ..., Nf . La interacción entre estos es
mediada por N2

c − 1 bosones gauge, conocidos como gluones gαµ , con α = 1, ..., N2
c − 1. Según los

resultados experimentales hasta la fecha [118], en el mundo real el número de colores es Nc = 3 y
el número de sabores es Nf = 6, que corresponden al número de diferentes quarks: up (u, arriba),
down (d, abajo), charm (c, encanto), strange (s, estraño), top (t, cima) y bottom (b, fondo).

En términos generales se va a estudiar una teoría general de QCD con Nc colores y Nf sabores.
Además, se va a trabajar en el límite donde las masas de los quarks tienden a cero (mf → 0).
Para este caso el lagrangiano viene dado por

LQCD = −1

4
GαµνG

αµν +

Nf∑

f=1

[
iQfL /DQ

f
L + iQfR /DQ

f
R

]
, (1.132)

donde los subíndices L y R indican los espinores izquierdos y derechos, respectivamente (QfL,R =
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PL,RQ
f ), y la intensidad del campo Gαµν y la derivada covariante están definidos como

Gαµν = ∂µg
α
ν − ∂νgαµ + κfabcgbµg

c
ν , (1.133)

DµΦ = ∂Φ− ig3g
α
µT

αΦ , (1.134)

donde α = 1, ..., N2
c −1, gαµ es el campo gauge del gluón, κ y g3 son constantes de acoplamiento, fabc

es la constante de estructura del grupo de simetría SU(Nc) y Tα son los generadores del grupo.
Además de la simetría gauge, el lagrangiano es invariante bajo una simetría global U(Nf )L ×
U(Nf )R actuando sobre los índices de sabor y definido por

U(Nf )L :

{
QfL →

∑
f ′ (UL)ff ′ Q

f ′

L

QfR → QfR
, U(Nf )R :

{
QfL → QfL

QfR →
∑

f ′ (UR)ff ′ Q
f ′

R

, (1.135)

donde UL, UR ∈ U(Nf ). Debido a que es posible descomponer una simetría de la siguiente manera
U(N) = U(1) × SU(N), la simetría global se puede reescribir como SU(Nf )L × SU(Nf )R ×
U(1)L×U(1)R. Los subgrupos abelianos U(1)L×U(1)R puede ser descompuesto en los subgrupos
vectorial U(1)B

6 y axial U(1)A, definidos por la transformación

U(1)B :

{
QfL → eiθQfL
QfR → eiθQfR

, U(1)A :

{
QfL → eiθQfL
QfR → e−iθQfR

, (1.136)

De acuerdo con el teorema de Noether, existen dos corrientes conservadas asociadas a estas sime-
trías abelianas

JµV =

Nf∑

f=1

QfγµQf , JµA =

Nf∑

f=1

Qfγµγ5Q
f . (1.137)

La carga conservada asociada con la corriente vectorial JµV es en realidad el número bariónico B,
definido como el número de quarks menos el número de antiquarks.

La parte no abeliana del grupo de simetría SU(Nf )L × SU(Nf )R puede ser descompuesto en
un subgrupo vectorial y axial SU(Nf )V × SU(Nf )A, definidos por la siguiente transformación de
los campos de quarks

SU(Nf )V :

{
QfL →

∑
f ′ (UL)ff ′ Q

f ′

L

QfR to
∑

f ′ (UL)ff ′ Q
f ′

R

, SU(Nf )A :

{
QfL →

∑
f ′ (UL)ff ′ Q

f ′

L

QfR to
∑

f ′
(
U−1
R

)
ff ′

Qf
′

R

. (1.138)

De nuevo, al aplicar el teorema de Noether existen las siguientes corrientes conservadas no abe-
lianas

JIV
µ =

Nf∑

f,f ′=1

Qfγµ
(
T I
)
ff ′

Qf
′
, JIA

µ =

Nf∑

f,f ′=1

Qfγµγ5

(
T I
)
ff ′

Qf
′
. (1.139)

Resumiendo, se ha mostrado que la simetría quiral inicial de la Lagrangiana de la QCD(Ec. 1.132)

6El subíndice B indica la carga conservada para esta simetría. En este caso es el número bariónico
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se puede descomponer en sus subgrupos axiales y vectoriales de acuerdo con

U(Nf )L × U(Nf )R = SU(Nf )V × SU(Nf )A × U(1)B × U(1)A . (1.140)

Ahora, la pregunta a resolver es qué parte de la simetría global clásica es preservada por la teoría
cuántica. Como se vio en la sección anterior, la conservación de las corrientes axiales JµA y JαA

µ

puede ser arruinada debido a la presencia de anomalías. En el caso de la corriente axial abeliana
JµA la cantidad relevante es la función de correlación

Cµνσ = 〈0|T
[
JµA(x)jανgauge(x

′)jβ σgauge(0)
]
|0〉 (1.141)

donde jαµgauge es la corriente conservada no abeliana acoplada al campo del gluón

jαµgauge =

Nf∑

f=1

QfγµταQf (1.142)

donde, para evitar la confusión con los generadores de la simetría global, se denota por τα los
generadores del grupo de simetría gauge SU(Nc). Las anomalías pueden ser determinadas ahora
por la derivada ∂µCµνσ. Si se impone la simetría de Bose (La función de onda es invariante bajo
el intercambio de partículas idénticas. [119]) con respecto al intercambio de dos gluones salientes
y la invarianza gauge de la expresión ∂νCµνσ = 0 = ∂σC

µνσ, se puede determinar que la corriente
axial global abeliana tiene una anomalía dado por

∂µJ
µ
A = −g

2Nf

32π2
εµνσλFαµνF

αµν . (1.143)

En el caso de la simetría global axial no abeliana SU(Nf )A, el cálculo de la anomalía se realiza
como se indicó anteriormente. El resultado, sin embargo, es bastante diferente ya que en este caso
se llega a la conclusión de que la corriente axial no abeliana JαA

µ no es anómala. Esto se puede
ver fácilmente al notar que asociado con el vértice de la corriente axial se tiene un generador T I

de SU(Nf ), mientras que para los dos vértices de gluones se tiene que los generadores τα del
grupo gauge SU(Nc). Por lo tanto, el diagrama triangular es proporcional al factor teórico del
grupo (ver figura 1.3) Tr

(
T I
)
Tr
{
τa, τ b

}
= 0. el cual se anula debido a que los generadores

del grupo SU(Nf ) tienen traza igual a cero. De esto es posible concluir que la simetría axial no
abeliana SU(Nf )A no es anómala. Sin embargo, ya que los quarks son partículas cargadas que
se acoplan a los fotones, hay una segunda fuente potencial de una anomalía que proviene del
diagrama triangular a un loop, donde la corriente JIA

µ se acopla a dos fotones (ver figura 1.4)

〈0|T
[
JIA

µ(x)jνem(x′)jσem(0)
]
|0〉 (1.144)

donde jµem es la corriente electromagnética

jµem =

Nf∑

f=1

qfQfγ
µQf , (1.145)
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J I
A

µ

Qf

Qf

Qf

g

g

∼ Tr

T I


 Tr





τa, τ b






 = 0

Figura 1.3: Diagrama triangular para la anomalía de la QCD. Donde T I es el generador del grupo
de simetría SU(Nf ) y τα son los generadores del grupo de simetría SU(Nc).

J I
A

µ

Qf

Qf

Qf

γ

γ

Figura 1.4: Diagrama triangular para la anomalía generada debido al acoplamiento de los quarks
a los fotones. Este diagrama representa el proceso de desintegración π → 2γ.

donde qf es la carga eléctrica del el campo de quark con sabor f . El calculo del diagrama 1.4
muestra la existencia de una anomalía de Adler-Bell-Jackiw (para más detalles sobre el calculo
ver la Ref. [106]), dado por

∂µJ
I
A
µ = − Nc

16pi2



Nf∑

f=1

(T I)ffq
2
f


 εµνσλFµνFσλ (1.146)

donde Fµν es la intensidad de campo del campo electromagnético acoplado a los quarks. La única
posibilidad de cancelar la anomalía es que el factor entre paréntesis en la ecuación (1.146) sea
idénticamente cero.

Por lo tanto, debido a la presencia de anomalías, la parte axial de la simetría quiral global,
SU(Nf )A y U(1)A no se realiza en el contexto de la mecánica cuántica en general, dado que U(1)A

siempre se ve afectado por una anomalía. Sin embargo, debido a que el lado derecho de la ecuación
de anomalía (1.143) es una derivada total, el carácter anómalo de JµA no explica la ausencia de

43



1.6 Simetrías y anomalías

multipletes bajo U(1)A en el espectro de hadrones, ya que se puede construir una nueva corriente
que se conserva. Además, la inexistencia de candidatos para un bosón de Goldstone asociado con
los números cuánticos derechos indica que U(1)A no se rompe espontáneamente, por lo que se
ha roto explícitamente de alguna manera. Este es el llamado problema U(1) que fue resuelto por
t’ Hooft [120], quien mostró cómo la contribución de las transiciones cuánticas entre vacíos con
configuraciones de campo gauge topológicamente no triviales (instantones) da como resultado una
ruptura explícita de esta simetría.

Debido a la dinámica de la teoría gauge SU(Nc), la simetría axial no abeliana se rompe
espontáneamente debido a la presencia a bajas energías de un valor esperado de vacío para el
fermión bilineal QfQf

〈0|QfQf |0〉 6= 0 (1.147)

Este valor esperado vacío diferente de cero para el quark bilineal en realidad rompe la invarianza
quiral espontáneamente a el subgrupo vectorial SU(Nf )V , por lo tanto, el único subgrupo de la
simetría global original que se realiza mediante la teoría completa a baja energía es

U(Nf )L × U(Nf )R → SU(Nf )V × U(1)B . (1.148)

Debido al teorema de Goldstone, asociado con el rompimiento espontáneo de la simetría debe de
aparecer un bosón Goldstone con número cuánticos de la corriente no abeliana rota. Por ejemplo,
para el caso de la QCD los bosones de Goldstone asociados con el rompimiento espontáneo de la
simetría inducido por el valor esperado de vacío 〈uu〉, 〈dd〉 y 〈(ud − du)〉 han sido identificados
como los piones cargados π± y neutros π0. Estos bosones son masivos debido a que los quarks u y
d son masivos. Dado que la simetría quiral global ya está ligeramente rota debido a los términos
de masa en el lagrangiano, los bosones de Goldstone asociados también tienen masas, aunque son
muy pequeñas en comparación con las masas de otros hadrones.

Aplicando estos resultados en el caso de la QCD a bajas energías, se tiene que debido a que la
masa de los quarks u y d son muy pequeñas en comparación con los otros cuatro quarks, la QCD
en bajas energía puede ser bien descrita por incluir en el análisis solo los dos primeros sabores de
quarks. Por lo tanto, de la anterior discusión se tiene que la simetría global de la teoría a bajas
energías es SU(2)V × U(1)B, donde ahora el grupo vectorial SU(2)V es conocido como simetría
de isospín. La corriente axial es anómala debido a la Ec. (1.143) con Nf = 2. En el caso de la
simetría axial no abeliana SU(2)A, tomando en cuenta que qu = 2

3e y qd = −1
3e y que los tres

generadores de SU(2) pueden escribirse en términos de las matrices de Pauli como T ρ = 1
2σ

ρ, se
obtiene

∑

f=u,d

(
T 1
)
ff
q2
f = 0 ,

∑

f=u,d

(
T 3
)
ff
q2
f =

e2

6
, (1.149)

por lo que J3
A
µ es anómala. Físicamente, la anomalía en la corriente axial J3

A
µ tiene una importante

consecuencia. En el modelo de quarks, la función de onda del pión neutro π0 está dado en términos
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de los quarks u y d, dados por

|π0〉 =
1√
2

(
|u〉|u〉 − |d〉|d〉

)
. (1.150)

El número cuántico de isospín de |π0〉 es el generador T 3. En realidad, ∂µJ3
A
µ es el operador

creación de un pión π0 fuera del vacío |π〉 ∼ ∂µJ3
A
µ|0〉. Esto conduce a la interpretación física del

diagrama triangular en la fig. 1.4 con J3
A
µ como la contribución a un loop a la desintegración de

un pión neutro en dos fotones π0 → 2γ. En 1967 Sutherland y Veltman [121, 122] presentaron
un cálculo en el cual la desintegración del pión en dos fotones está suprimida. Sin embargo, esto
contradecía la evidencia experimental que mostraba la existencia de tal desintegración. La salida
a este problema es la anomalía axial [123, 124]. En este caso, lo que ocurre, es que el cálculo
de Sutherland y Veltman pasa por alto las ambigüedades asociadas con la regularización de las
divergencias en la teoría cuántica de campos. Una evaluación del diagrama triangular en QED
conduce a una integral divergente que debe regularizarse de alguna manera. Es en este proceso
que aparece la anomalía axial de Adler-Bell-Jackiw que da como resultado un valor diferente
de cero para la amplitud π0 → 2γ (un calculo del diagrama triangular para el desintegración
electromagnética del pión es presentada por Steinberger en la Ref. [116]).

La existencia de anomalías asociadas a corrientes globales no implica necesariamente dificul-
tades para la teoría. Por el contrario, como se vio en el caso de la anomalía axial, su existencia
permite una solución de la paradoja de Sutherland-Veltman y una explicación de la desintegra-
ción electromagnética del pión. La situación, sin embargo, es muy diferente en el caso de las
simetrías locales. Una violación de la mecánica cuántica de la simetría gauge conduce a todo tipo
de problemas, desde la falta de renormalización, hasta el no desacoplamiento de estados de norma
negativa. Esto se debe a que la presencia de una anomalía en la teoría implica que la restricción
de la ley de Gauss ∇ · Eα = ρα no puede implementarse consistentemente en la teoría cuántica.
Como consecuencia los estados que clásicamente son eliminados por la simetría gauge se convier-
ten en campos de propagación en la teoría cuántica, dañando así la consistencia de la teoría. Las
anomalías en una simetría gauge solo se pueden esperar en teorías quirales donde los fermiones
izquierdos y derechos transformen en diferentes representaciones del grupo gauge. Físicamente, el
ejemplo más interesante de tales teorías es el sector electrodébil del SM donde, por ejemplo, los
fermiones izquierdos transforman como dobletes bajo SU(2) mientras que los fermiones derechos
transforman como singletes. Por otro lado, la QCD está libre de anomalías gauge, ya que tanto
los quarks derechos como los izquierdos transforman en la representación fundamental del grupo
SU(3).

Para desarrollar más a profundidad las anomalías en simetrías gauge, considere el lagrangiano

L = −1

4
FαµνFαµν + i

NR∑

i=1

ψiR /D
(R)
ψiR + i

NL∑

j=1

ψjL /D
(L)
ψjL , (1.151)

dondeNR,L es el número de campos para cada quiralidad y los fermiones quirales ψiR,L transforman
acorde a la representación ταi,± del grupo gaugeG (donde a = 1, ...,dim(G)). La derivada covariante
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Ja
A

µ

J c
V

σ

J b
V

ν

Figura 1.5: Diagrama triangular para la anomalía gauge.

está definida por

D(R,L)
µ ψiR,L = ∂µψ

i
R,L + igAkµτ

k
i,(R,L)ψ

i
R,L . (1.152)

De la misma manera que se abordo la simetría global, las anomalías en simetrías gauge aparecen
en el diagrama triangular en la Fig. 1.5, con un vértice de corriente gauge vectorial y dos vértice
de corriente gauge axial , dados por

〈0|T
[
jaA

µjbV
νjcV

σ
]
|0〉 (1.153)

donde las corrientes gauges vectoriales jαV
µ y axial jαA

µ están dadas respectivamente por

jαV
µ =

NR∑

i=1

ψiRτ
α
Rγ

µψiR +

NL∑

j=1

ψjLτ
α
Lγ

µψjL ,

jαA
µ =

NR∑

i=1

ψiRτ
α
Rγ

µψiR −
NL∑

j=1

ψjLτ
α
Lγ

µψjL . (1.154)

Afortunadamente no es necesario calcular todo el diagrama para encontrar una condición de
cancelación de anomalía, es suficiente con calcular el factor teórico general del grupo. En el caso
del diagrama de la figura 1.5, para cada fermión que corre en el loop, el factor teórico es igual a

Tr
[
τai,(R,L)

{
τ bi,(R,L), τ

c
i,(R,L)

}]
, (1.155)

donde Tr hace referencia a la traza y los subíndices R y L corresponden a los respectivos genera-
dores de la representación del grupo gauge para fermiones derechos e izquierdos, respectivamente.
Por lo tanto, la condición de cancelación de anomalía esta dada por

NR∑

i=1

Tr
[
τai,R

{
τ bi,R, τ

c
i,R

}]
−

NL∑

j=1

Tr
[
τaj,L

{
τ bj,L, τ

c
j,L

}]
= 0 . (1.156)
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Anomalía Cancelación

[SU(3)]3 Quarks izquierdos y derechos transforman bajo la misma representación del grupo
[SU(3)]2 SU(2) Los generadores SU(2) tienen traza cero
[SU(3)]2 U(1)

∑
qL
YL −

∑
qR
YR = 3× 2×

(
1
6

)
− 3×

(
2
3

)
− 3×

(
− 1

3

)
= 0

SU(3) [SU(2)]2 Los generadores SU(3) tienen traza cero
SU(3) [U(1)]2 Los generadores SU(3) tienen traza cero

SU(3)SU(2)U(1) Los generadores SU(3) y SU(2) tienen traza cero
[SU(2)]3 tr

[
σa
{
σb, σc

}]
= 2 (trσa) δbc = 0

[SU(2)]2 U(1)
∑
L YL = 3× 2×

(
1
6

)
+ 2×

(
− 1

2

)
= 0

SU(2) [U(1)]2 Los generadores SU(2) tienen traza cero
[U(1)]3

∑
L Y

3
R −

∑
R Y

3
L =

(
− 3

4

)
+
(
3
4

)
= 0

Cuadro 1.2: Tabla de anomalías gauge para el grupo de simetría del SM (SU(3)× SU(2)×U(1))
y sus respectivas cancelaciones. Para la anomalía [SU(3)]2 U(1) los leptones no contribuyen y en
la anomalía SU(2) [U(1)]2 los fermiones derechos no se acoplan a SU(2).

Para el caso del SM SU(3)× SU(2)× U(1), se puede ver que las anomalías se cancelan. Los fer-
miones izquierdos (tanto leptones como quarks) transforman como dobletes respecto a la simetría
SU(2), mientras que los fermiones derechos son singletes bajo este mismo grupo. La carga con
respecto a la parte U(1), conocida como la hipercarga Y , está determinada por la fórmula de Gell-
Mann-Nishijima como Q = T3 + Y , donde Q es la carga eléctrica correspondiente a la partícula y
T3 es el autovalor con respecto al tercer generador del grupo SU(2) en la representación T3 = 1

2σ
3

para el doblete y T3 = 0 para el singlete. El contenido de partículas de la primera familia de
quarks (u, d) y leptones (e, νe) es el siguiente

quarks:

(
uα

dα

)

L, 1
6

, uα
R, 2

3

, dα
R, 2

3

(1.157)

leptones:

(
νe

e

)

L,− 1
2

, eR,−1 (1.158)

donde α = 1, 2, 3 define el número cuántico de color y el subíndice indica el valor de la hipercarga
débil Y . Denotando la representación bajo el grupo de simetría del SM por (nc, nw)Y , donde nc y
nw son la representación bajo el grupo SU(3) y SU(2), respectivamente, y Y es la hipercarga. El
contenido de materia del SM consiste en replicar tres veces la representación de la primera familia

fermiones izquierdos: (3, 2) 1
6
, (1, 2)− 1

2
(1.159)

fermiones derechos: (3, 1) 2
3
, (3, 1)− 1

3
, (1, 1)−1 . (1.160)

Al calcular el diagrama triangular, se tienen 10 posibilidades dependiendo de qué factor del grupo
gauge SU(3)× SU(2)× U(1) se acople a cada vértice, cómo se muestra en la tabla 1.2.

Es fácil comprobar que algunos de ellos no dan lugar a anomalías. Por ejemplo, la anomalía
para el caso [SU(3)]3 se cancela porque los quarks izquierdo y derecho transforman bajo la misma
representación del grupo. Para el caso de [SU(2)]3 la cancelación de la anomalía pasa termino a
termino, debido a que las matrices de Pauli cumplen la relación de anticonmutación {σi, σj} =
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2δijI, donde I es la matriz identidad. Por lo tanto, el factor del grupo es igual a

Tr
[
σa
{
σb, σc

}]
= 2 (Trσa) δbc = 0 . (1.161)

Sin embargo, la condición de cancelación de anomalía más difícil de satisfacer es la que tiene
[U(1)]3. En este caso, la ausencia de anomalías dentro de una misma familia está garantizada por
la identidad no trivial

∑

L

Y 3
R −

∑

R

Y 3
L = 3× 2×

(
1

6

)3

+ 2×
(
−1

2

)3

− 3×
(

2

3

)3

− 3×
(
−1

3

)3

− (−1)3

=

(
−3

4

)
+

(
3

4

)
= 0 (1.162)

Es notable que las anomalías se cancelen exactamente entre leptones y quarks en el SM. Tenga en
cuenta que este resultado se mantiene incluso si se agrega un neutrino estéril derecho, ya que dicha
partícula es un singlete bajo el grupo gauge del SM y, por lo tanto, no contribuye al diagrama
triangular. De esto podemos concluir que, el contenido de materia del SM produce una teoría de
campo cuántica consistente.

En toda esta discusión sobre anomalías, solo se considera el cálculo de diagramas a un loop,
pero puede suceder que para loops de orden 2 o superiores se impongan condiciones adicionales.
Afortunadamente, esto no es así: el teorema de Adler-Bardeen [125] garantiza que la anomalía
axial solo recibe contribuciones de los diagramas a un loop. Por lo tanto, una vez que se cancelan
las anomalías (si es posible) a un loop, se sabe que no habrá nuevas condiciones provenientes
de los diagramas superiores a un loop en la teoría de perturbaciones. Sin embargo, el teorema de
Adler-Bardeen solo se aplica a teorías de perturbaciones. No obstante, es posible que los efectos no
perturbativos puedan resultar en la violación cuántica de una simetría gauge. Este es precisamente
el caso señalado por Witten [126] con respecto a la simetría gauge SU(2) del SM. En este caso,
el problema radica en la topología no trivial del grupo gauge SU(2). Solo cuando el número de
dobletes fermiónicos de SU(2) izquierdos es par, la invarianza gauge permite una teoría no trivial.
Es de nuevo notable que la estructura familiar del SM hace que esta anomalía se cancele, ya que
hay 4 dobletes por cada familia en el SM. tres dobletes de quark (uα, dα)TL (uno por cada color,
α = 1, 2, 3) y un doblete leptónico (νe, e)

T
L.

Adicionalmente, si la teoría es invariante bajo el grupo de Lorentz, i.e. la teoría es generalmente
covariante, el proceso de cuantizar la teoría puede generar anomalías gravitacionales. Se trata
de anomalías de la simetría de Lorentz local (Para más detalles ver Ref. [127]). En el caso de
las anomalías puramente gravitacionales (sin acoplamientos a las simetrías gauge), estas solo se
pueden tener en dimensiones que satisfacen la condición D = 4k + 2 (k = 1, 2, ...) [108], i.e. en
espacio-tiempos de dimensión D = 2, 6, 10, .... En particular, para un espacio-tiempo de dimensión
D = 4, que es el caso del universo en el que vivimos, no hay anomalías puramente gravitacionales.
Ahora, en teorías donde los fermiones se acoplan a la gravedad, hay un nuevo término en la acción
que acopla el campo gravitacional hµν al tensor momento-energía Tµν de la teoría gauge

S ∼
∫
d4xhµνT

µν (1.163)
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Jµ
A

T νσ

T αβ

Figura 1.6: Diagrama triangulas para la anomalía mezclada gauge-gravitacional

Este término da una contribución adicional a la anomalía dada por el diagrama triangular en la
Fig. 1.6, con dos acoplamientos del tensor momento-energía y una corriente gauge

〈0|T
[
jµA(0)T νσ(x)Tαβ(y)

]
|0〉 (1.164)

Debido a que la gravedad no afecta los números cuánticos de la simetría gauge, la anomalía
mezclada gauge-gravitacional es proporcional a la traza de los generadores del grupo gauge

NR∑

i=1

Tr
(
T ai,+

)
−

NL∑

i=1

Tr
(
T ai,−

)
(1.165)

Debido a que la covarianza general es la base de la relatividad general, es necesario que se cumpla
la condición de cancelación de anomalías

NR∑

i=1

Tr
(
T ai,+

)
−

NL∑

i=1

Tr
(
T ai,−

)
= 0 , (1.166)

ya que de lo contrario, se perdería la coherencia de cualquier teoría cuántica que sea invariante
bajo el grupo de Lorentz, debido a que se requiere para cancelar grados de libertad no físicos
con norma negativa, es decir, gravitones polarizados a lo largo de la dirección del tiempo. Debido
a que el SM es invariante bajo la simetría de Lorentz, tiene tres procesos que contribuyen a
las anomalías mezcladas gauge-gravitacional, uno por cada simetría gauge (SU(3)c, SU(2)L y
U(1)Y ). Las anomalías gravitacionales para las simetrías SU(3)c y SU(2)L son cero, dado que los
generadores del grupo tienen traza igual a cero. El caso no trivial es la anomalía gravitacional
para U(1), de la condición en la Ec. (1.166) se tiene que

∑

L

YL −
∑

R

YR = 3× 2×
(

1

6

)
+ 2×

(
−1

2

)
− 3×

(
2

3

)
− 3×

(
−1

3

)
− (−1) = 0 . (1.167)

Afortunadamente, esta anomalía también es cancelada, por lo tanto el SM es libre de anomalías.
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Anomalía Cancelación
SU(3)SU(2)U(1)X Los generadores de los grupo SU(2) y SU(3) tienen traza igual a cero
SU(3) [U(1)X ]2 Los generadores del grupo SU(3) tienen traza igual a cero
SU(2) [U(1)X ]2 Los generadores del grupo SU(2) tienen traza igual a cero
SU(3)U(1)U(1)X Los generadores del grupo SU(3) tienen traza igual a cero
SU(2)U(1)U(1)X Los generadores del grupo SU(2) tienen traza igual a cero
[SU(3)]2 U(1)X Solución en la ecuación (1.168)
[SU(2)]2 U(1)X Solución en la ecuación (1.168)
[U(1)]2 U(1)X Solución en la ecuación (1.168)
U(1) [U(1)X ]2 Se satisface automaticamente con la solución en la ecuación (1.168)
[Grav]2 U(1)X Es necesario encontrar soluciones a la ecuación (1.174)

[U(1)X ]3 Es necesario encontrar soluciones a la ecuación (1.174)

Cuadro 1.3: Anomalías gauges generadas al adicionar una simetría gauge local abeliana. Además,
se presentan las respectivas condiciones de cancelación de dichas anomalías.

1.6.5. Anomalías en simetría gauge abeliana adicional al SM

Debido a que el interés de este trabajo es explicar las masas de los neutrinos de Dirac, como se
menciona anteriormente, es necesario adicionar una simetría gauge abeliana que permita mantener
apropiadamente la naturaleza de Dirac de los neutrinos. En este caso, se adiciona una simetría
U(1)X . Dado a que los fermiones del SM y los nuevos fermiones (requeridos para generar las masas
de los neutrinos a un loop) están cargados bajo la nueva simetría, es necesario asegurar que todas
las anomalías gauge desaparezcan para que el modelo sea consistente. Las anomalías debido a esta
simetría adicional que se deben de cancelar se presentan en la tabla 1.3. Se puede ver que para las
primeras cinco las anomalías se cancelan debido a que los generadores de los grupos de simetría
SU(2) y SU(3) tiene traza cero. Ahora, es necesario establecer las condiciones para cancelar las
anomalías restantes.

Para cancelar las anomalías se usa f (f) para denotar las asignaciones de cargas generales de
la simetría U(1)X de los campos fR (FL). Los dobletes fermiónicos izquierdos del SM QL y LL
tienen carga q y l bajo la simetría U(1)X , respectivamente. Mientras que los singletes fermiónicos
derechos del SM, los quarks up u, down d y el electrón e tienen carga u, d y e, respectivamente.
Las tres anomalías lineales en U(1)X [128]

[SU(3)C ]2 U(1)X : [3u+ 3d]− [3 · 2q] =0,

[SU(2)L]2 U(1)X : −[2l + 3 · 2q] =0,

[U(1)Y ]2 U(1)X :
[
(−2)2e+ 3

(
4
3

)2
u+ 3

(
−2

3

)2
d
]
−
[
2(−1)2l + 3 · 2

(
1
3

)2
q
]

=0, (1.168)

permiten expresar las tres cargas de X en términos de las otras dos cargas

u =− e+
2l

3
, d =e− 4l

3
, q =− l

3
. (1.169)

La condición de anomalía cuadrática, U(1)Y [U(1)X ]2, se satisface automáticamente, mientras
que las anomalías cúbicas, [U(1)X ]3, y la mezcla gauge-gravitacional, [Grav]2 U(1)X , dependen
de cualquier fermión quiral singlete extra de hipercarga cero, por ejemplo, la contraparte derecha
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de los neutrinos de Dirac. Para los N campos quirales adicionales con carga bajo la simetría U(1)X

(nα), estas condiciones establecen que

[Grav]2 U(1)X :
N∑

α=1

nα + 3(e− 2l) =0 , [U(1)X ]3 :
N∑

α=1

n3
α + 3(e− 2l)3 =0 . (1.170)

Se eligen las soluciones con r ≡ e− 2l, de forma que las anomalías se pueden escribir como

N∑

α=1

nα =− 3r ,
N∑

α=1

n3
α =− 3r3 . (1.171)

El conjunto completo de cargas del SM bajo la simetría X libre de anomalías en términos de dos
parámetros [128–130], los cuales se establecen que son l y r, permiten escribir la solución de la
siguiente manera

u =− r − 4l

3
, d =r +

2l

3
, q =− l

3
, e =r + 2l , h =− r − l . (1.172)

donde la condición en los acoplamientos de Yukawa de los leptones cargados se han utilizado para
fijar h7, y es automáticamente consistente con las condiciones en los acoplamientos de Yukawa de
los quarks. Al establecer l = 0 en las ecuaciones anteriores, se puede definir la simetría abeliana
en la que solo los fermiones cargados derechos tienen cargas bajo X que no desaparecen, por
ejemplo la simetría U(1)R. La solución general para las ecuaciones de anomalías cuando se tienen
dos parámetros libres se puede escribir como

X(r, l) = rR− lY . (1.173)

Si ahora se cambia f → f ′ = f/r para todos los fermiones cargados bajo X [130], el primer
conjunto de condiciones que permiten cancelar anomalías permanece invariante (Ec. (1.168)). Por
lo tanto, y sin perdida de generalidades, siempre es posible normalizar las soluciones de modo que
el último conjunto en la Ec. (1.171) sea

N∑

α=1

n′α =− 3 ,
N∑

α=1

n′ 3α =− 3 . (1.174)

Por ejemplo, la solución con r = 3: nα = (−2,−2,−4,−1) [129] se puede normalizar fácilmente
a la forma de la ecuación (1.174) con f → f/3 a n′α = (−2/3,−2/3,−4/3,−1/3) cómo se usa en
la Ref. [131]. De esta manera, es posible escribir la solución normalizada en términos de un solo
parámetro l [132–134].

En esta tesis se buscan conjuntos de cargas que sean soluciones libres de anomalías para
extensiones del SM con una simetría adicional gauge U(1). Se mostrará que para el caso en el
que el SM se extiende con una simetría gauge abeliana activa U(1)X con cargas independientes
de generaciones diferentes de cero y un conjunto de N ′ fermiones quirales singletes, comparten
las mismas soluciones de anomalías con una simetría oscura gauge abeliano U(1)D con N ′ + 3

7En particular, si h = 0 se obtiene una simetría gauge con carga para los fermiones del SM X = m (B − L),
donde B − L son las cargas de número bariónico menos número leptónico.
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fermiones quirales singlete que tienen al menos tres cargas iguales. En el capítulo 2 se extenderá
el desarrollo de este resultado.

1.7. Conectando neutrinos con evidencia de física más allá del SM

El mecanismo que explica la masa de los neutrinos [38,40] no es el único problema no resuelto
en el SM. Debido a esto los modelos que dotan a los neutrinos de masa generan nuevas señales de
física más allá del SM que deben de ser encontradas en los diferentes experimentos. Esto permite
conectar la física de neutrinos con otras evidencias de física más allá del SM, lo cual permite un
estudio más amplio de los diferentes modelos. A continuación, se exponen algunos de los problemas
o evidencias de física más allá del SM que se conectan con física de neutrinos.

1.7.1. Materia Oscura

En 1933, el astrónomo y físico Fritz Zwicky estudiando la dispersión de velocidad de las
galaxias en el cúmulo de galaxias Coma, encontró que debía de existir más materia de la que
era visible [135]. Su estimación establecía que la masa debía ser al menos 100 veces mayor para
poder explicar la velocidad de las galaxias. Zwicky creía que esta materia faltante se debía a las
galaxias enanas (no visibles) y al gas intergaláctico, lo cual debía constituir casi toda la materia
en el cúmulo de Coma. A toda esta materia invisible para nuestros telescopios, Zwicky la llamó
materia oscura.

Las observaciones astronómicas constituyen la primera evidencia de la existencia de materia
oscura. Para poder explicar los efectos gravitacionales en las galaxias y los cúmulos de galaxias,
era necesario suponer la existencia de materia diferente a la materia visible (estrellas, gas, etc).
Lo sorprendente de este resultado para la comprensión del universo es que la cantidad de materia
oscura debía ser mucho mayor que la cantidad de materia ordinaria en las galaxias y cúmulos de
galaxias.

En la actualidad tenemos evidencia suficiente de la existencia de un nuevo tipo de materia que
no interacciona con la luz. A continuación, hablaremos sobre dichas evidencias y que información
aportan al conocimiento de la materia oscura.

Curvas de rotación de las galaxias

Vera Rubín y William Kent Ford en 1970, midiendo las velocidades de las estrellas en las
galaxias de Andrómeda [136], encontraron evidencia que apoyaba los resultados preliminares de
Zwicky. Según la teoría de gravitación de Newton la velocidad de una estrella en una galaxia
cambia con el radio como se muestra a continuación

v(r) =

√
G
m(r)

r
, (1.175)

donde v(r) es la velocidad de rotación en un radio r, G es la constante de la gravedad y m(r)

es la masa total contenida en un radio r. De esta ecuación se puede deducir que la velocidad en
las zonas exteriores de la galaxia decrece. Ellos encontraron que la velocidad de las estrellas se
mantenía aproximadamente constante en las regiones externas, lo cual era contradictorio, como se
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Figura 1.7: Curva de rotación medidas en las regiones HI en NGC 3198 [137] en comparación con
la predicción kepleriano idealizada.

ve en la fig 1.7. Sin embargo, ellos no atribuyeron dichos resultados a la ausencia de masa visible
en Andrómeda. Ese mismo año, Ken Freeman encontró los mismos resultados que Rubín y Ford
midiendo la curva de rotación de varias galaxias [138]. Freeman se dio cuenta que estas galaxias
no podían estar solo formados de gas y estrellas, por lo que sugirió que estás galaxias, al igual que
el cúmulo de Coma, debían poseer una cantidad de materia que no se observaba, materia oscura.
Mortin Roberts y Arnold Rots en 1973 obtuvieron la curva de rotación del hidrógeno neutro de
tres galaxias espirales [139]. Roberts y Rots encontraron que la curva de rotación del hidrógeno
seguía el mismo comportamiento que las estrellas, aunque el gas en una galaxia se extiende a
distancias mayores que las estrellas.

Durante toda la década de 1970, las observaciones de Vera Rubín y sus colaboradores en el
visible [140] y de Bosma [141] en el microondas mediante la línea de 21 cm, demostraron que
las curvas de rotación de las galaxias tenían el mismo comportamiento. Gracias a esto Ostriker,
Peebles y Yahil determinaron que la masa de una galaxia espiral aumenta linealmente con el radio
después de 1 Mpc [142]. Además, concluyeron que para explicar la discrepancia entre la masa
predicha por las observaciones y la masa esperada las galaxias espirales debían estar en un halo
esférico gigante de materia oscura.

El fondo cósmico de microondas (CMB, cosmic microwave background)

Otra evidencia de la existencia de la materia oscura proviene del fondo cósmico de microondas
(CMB, por sus siglas en inglés cosmic microwave background). El CMB es radiación electro-
magnética proveniente de una etapa temprana del universo, más precisamente de la época de la
recombinación. El CMB es la radiación más antigua que se puede detectar del universo. Esta
se formó en el momento en que la temperatura del universo se había enfriado lo suficiente para
permitir la formación de átomos de hidrógeno, unos 380000 años después del Big Bang (z ≈ 1100

o T = 3000 K), lo cual permitió a los fotones viajar libremente por el universo. El CMB tiene
un espectro de cuerpo negro (ver fig 1.8), el cual debido a la expansión del universo se ha ido

53



1.7 Conectando neutrinos con evidencia de física más allá del SM

Figura 1.8: Medidas del espectro de cuerpo negro para CMB [143], donde se muestra el ajuste del
espectro para una temperatura de T = 2,716 K.

enfriando adiabáticamente, en la actualidad la temperatura es de T = 2,725K.

El espectro de potencias del CMB se muestra en la fig. 1.9. La forma de las oscilaciones,
tanto como la escala angular y la altura de los picos dan información sobre la energía total y
las componentes materiales del universo. El modelo que mejor se ajusta al espectro de potencias
del CMB es el modelo ΛCDM. El modelo ΛCDM (Lambda-Cold Dark Matter, por sus siglas
en inglés) es un modelo que parametriza el modelo del Big Bang a partir de tres componentes
principales: Λ hace referencia a la constante de expansión del universo, asociada con la energía
oscura; materia oscura fría (CDM) y la materia ordinaria o bariónica. Este se considera el modelo
estándar cosmológico, ya que permite dar explicación a la existencia y estructura del fondo cósmico
de microondas, la estructura a gran escala en la distribución de las galaxias, las abundancias
observadas de hidrógeno (incluido el deuterio), helio y litio y la expansión acelerada del universo
observada a la luz de galaxias distantes y supernovas. Al ajustar este modelo al espectro de
potencial la altura del segundo pico implica que el 4.6% del total de la densidad de energía del
universo es la materia ordinaria de los planetas, el gas y las estrellas. Mientras que ajustar todo el
espectro implica que 24% del total de la densidad de energía debe ser materia oscura. En el modelo
ΛCDM, el 71.4% restante es denominado como energía oscura, la cual mantiene el universo en
expansión acelerada. La materia oscura representa el 84% de la materia en el universo.

Otras evidencias astronómicas de la existencia de materia oscura

Diferentes observaciones astronómicas son consistentes con la existencia de la materia oscura,
a continuación, mencionaremos algunas.

La teoría de la relatividad general de Einstein predice que campos gravitacionales alteran la
trayectoria de la luz. Cuando la luz de un objeto lejano pasa alrededor de un campo gravitacional
fuerte, este deforma la trayectoria de la luz formando lo que se conoce como una lente gravitacional,
dicho fenómeno se puede usar para detectar objetos que interaccionan poco o de forma nula con
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Figura 1.9: Espectro de potencia de Planck 2018 [144]. En el panel superior se muestra el ajuste
del espectro teórico para el modelo ΛCDM. En el panel inferior se muestran los residuos del ajuste.

luz [145]. El Sloan Digital Sky Survey usando lentes gravitacionales determinó que las galaxias
son más masivas de lo que se pensaba, por lo que requieren más cantidad de materia oscura [146].
Igualmente, observaciones en rayos X del cúmulo de galaxias Coma indican la presencia de gas
caliente al interior de este [147,148]. Esta observación demuestra que debe existir un gran potencial
gravitacional, el cual se explica con materia oscura. Ya que de lo contrario el gas debería escapar
de la atracción gravitacional del cúmulo y no debería estar ahí. Otra evidencia de la existencia de
materia oscura es la observación del cúmulo de galaxias Bullet, el cual es un cúmulo formado por
la colisión de dos cúmulos más pequeños [149]. Observaciones en rayos X muestran que la materia
ordinaria sufre procesos de fricción y se fusiona en una región en el centro del cúmulo, mientras
que la materia oscura pasa por el punto de colisión sin tener mucha interacción con la materia
restante.

Todas estas evidencias muestran que la mayor parte de la masa de las galaxias y los cúmulos
es materia oscura, la evidencia gravitacional de esta es contundente. Sin embargo, aún no tenemos
información relevante sobre la naturaleza y propiedades de la materia oscura. Si asumimos que la
materia oscura está compuesta por alguna partícula subatómica, esto constituye una evidencia de
física más allá del SM, con lo que se podría explicar gran parte de la materia del Universo.

1.7.2. Violación del sabor leptónico cargado (CLFV, charged lepton flavour
violation)

Como vimos anteriormente debido a la ausencia de pruebas experimentales de procesos que
violen el sabor leptónico [150,151], se establece una nueva ley de conservación accidental en el SM,
donde el sabor leptónico es una carga conservada. Esta nueva ley de conservación no permite que
una familia de leptones se mezcle con las demás familias, con lo se puede explicar la ausencia de
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Observables Límite actual Sensitividad futura
B(µ→ eγ) 4,2× 10−13 6,3× 10−14

B(τ → eγ) 3,3× 10−8 3× 10−9

B(τ → µγ) 4,4× 10−8 3× 10−9

B(µ→ eee) 1,0× 10−12 10−16

B(τ → eee) 2,7× 10−8 3× 10−9

B(τ → µµµ) 2,1× 10−8 10−9

B(τ → eµµ) 2,7× 10−8 −
B(τ → µee) 1,8× 10−8 −

Rµe(Ti) 4,3× 10−12 10−18

Rµe(Au) 7,3× 10−13 −

Cuadro 1.4: Límites actuales [158–165] y sensitividades proyectadas [152–154,166] para los obser-
vables de violación de sabor leptónico en el sector cargado.

evidencia experimental de los procesos µ→ eγ, µ→ 3e, conversiones de µ−e, entre otros. A pesar
de esto, se tiene evidencia experimental que existen procesos donde se viola el sabor en el sector
de los quarks, mediado por las desintegraciones débiles en la matriz CKM (Cabibbo-Kobayashi-
Maskawa). Igualmente, se viola el sabor en el sector leptónico neutro, debido al fenómeno de
oscilación de neutrinos.

Las búsquedas del proceso µ→ eγ han encontrado que dicho proceso en el SM no existe. Para
el caso del SM a nivel de un loop este proceso está muy restringido (Br(µ → eγ)<10−54). Por
lo tanto, evidencia experimental de este proceso es un indicio de nueva física. Debido a esto en
los últimos años se ha realizado un gran esfuerzo experimental para buscar procesos de este tipo,
en algunos casos, logrando mejorar la sensitividad en varios órdenes de magnitud [152–157]. Las
restricciones actuales para los diferentes procesos de violación de sabor leptónico se pueden ver
en la tab. 1.4.

1.7.3. Interacciones no estándar de neutrinos (NSI, non-standard interaction)

Una consecuencia de la oscilación de neutrinos es que al menos dos de los neutrinos son masivos
y sus masas son diferentes. Hasta el momento toda la información que conocemos de los neutrinos
se debe a la teoría electrodébil. Dicha teoría establece que los neutrinos interaccionan con el resto
de la materia a través de los bosones Z y W .

La existencia de la masa de los neutrinos es evidencia de física más allá del SM. Esta nueva
física generalmente induce nuevas interacciones de los neutrinos con la materia, electrones y/o
nucleones, la cual es conocida como interacciones no estándar (ver la Ref. [167, 168] para más
información). Aunque se sabe que los procesos que inducen NSI son subdominantes respecto a
la oscilación de neutrinos, es importante conocer los efectos NSI y que tan grandes son estos, ya
que pueden ser una forma de testear modelos que expliquen masas de neutrinos. Igualmente, el
estudio de NSI podría dar información acerca del origen de la masa de los neutrinos.
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1.7.4. Restricciones cosmológicas

El espectro de potencias del CMB permite determinar cuál es el modelo que mejor se ajusta
al Universo. Para ajustar el espectro de potencias al modelo ΛCDM es necesario ajustar los
siguientes parámetros independientes: densidad bariónica, densidad de materia oscura, edad del
universo, índice espectral escalar, amplitud de fluctuación de curvatura y profundidad óptica de la
reionización. Igualmente es necesario fijar los siguientes parámetros: parámetros de densidad total,
ecuación de estado de la energía oscura, relación tensor/escalar, evolución del índice espectral, la
suma de las masas de los neutrinos y número efectivo de grados de libertad relativistas [169–172].

La existencia de nueva física más allá del SM puede generar variaciones en estos parámetros, ya
que cualquier partícula relativista que se añade tendrá un efecto sobre la abundancia primordial,
lo cual afecta la forma en que el universo se expande. Por ejemplo, si los neutrinos son partículas
de Dirac, es necesario adicionar neutrinos derechos al SM, lo que aumentaría el número efectivo
de neutrinos ligeros hasta 6. Para ser compatible con las restricciones cosmológicas es necesario
que los neutrinos derechos interaccionen muy poco con el plasma primordial.

Esto permite probar los diferentes modelos a través de modificaciones en la historia cosmoló-
gica del Universo, mediante contribuciones adicionales al número efectivo de grados de libertad
relativistas. Para que los modelos sean compatibles con el CMB es necesario que los neutrinos
derechos se desacoplen lo suficientemente temprano del plasma primordial. Los neutrinos derechos
solo pueden contribuir con un máximo de ∼ 0,2 a los grados de libertad relativista [144].

El resto de este documento está organizado de la siguiente manera: En el capítulo 2 se muestra
que la solución de anomalías al extender el SM con una simetría gauge abeliana activa U(1)X y
un conjunto de N ′ fermiones quirales singletes, es igual a la solución en la que se extiende el
SM con una simetría oscura gauge abeliano U(1)D con N ′ + 3 fermiones quirales singletes que
tienen al menos tres cargas iguales. Además, se realiza un análisis sistemático de las soluciones
que cancelan anomalías para una simetría gauge U(1) general, donde se impone que las masas
de los neutrinos deben ser soluciones escotogénicas a un loop de los operadores de dimensión 5
o 6. La novedad más importante de este trabajo es que ésta única simetría es la responsable de
mantener la naturaleza de Dirac de los neutrinos y la estabilidad de la materia oscura.

A diferencia del capitulo 2, en el capítulo 3 se realiza un análisis sistemático de modelos
que implementan el operador de dimensión 5 con una simetría B − L (activa) no anómala. Las
soluciones desarrolladas en este capítulo, en su mayoría, son diferentes a las soluciones encontradas
en el capítulo anterior, debido a que en este capítulo se permiten fermiones vector-like y del SM
como mediadores. Además, el método de búsqueda de soluciones se centra en encontrar soluciones
con el menor número de campos. Igualmente, como en el capitulo anterior, solo se adiciona una
única simetría gauge. Adicionalmente, se muestran algunas consecuencias fenomenológicas de la
nueva simetría y de los diferentes modelos.

En el capítulo 4, como complemento del capítulo 2, se muestra una realización del modelo
mínimo que genera masas de neutrinos de Dirac a un loop, mediante el operador de dimensión 6,
donde los mediadores son fermiones de Majorana. Dicha solución es la primera solución listada en
la tabla 2.2 para el operador de dimensión 6. En la primera parte se realiza un análisis del modelo
con una simetría oscura, donde las partículas mediadoras en el loop y candidatos de materia oscura
son fermiones de Majorana. Adicionalmente, en la segunda parte se realizará un análisis de las
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implicaciones cosmológicas presentes para modelos con una simetría activa y fermiones vector-like,
que contribuyen al número efectivo de grados de libertad relativistas.

En el capitulo 5 se implementa la solución más simple encontrada en el capítulo 3 , donde
los mediadores en el loop que dan masa a los neutrinos son los leptones del SM. En este caso, a
diferencia del capítulo anterior, no se tiene un candidato de materia oscura estable circulando en
el loop, pero debido a que este modelo se implementa con una simetría gauge B−L, los resultados
del artículo anterior son totalmente aplicables en este caso. Adicional a esto, los nuevos escalares
en el modelo generan física más allá del SM, tales como, violación de sabor leptónico en el sector
cargado, interacción general de neutrinos, entre otros. Lo que permite determinar la viabilidad del
modelo experimentalmente. Finalmente, en capitulo 6 se presentan las conclusiones y un resumen
de los resultados.
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Capítulo 2

Simetrías gauge abelianas sin anomalías con modelos es-

cotogénicos de Dirac

Este capítulo está basado en el trabajo publicado en Phys.Rev.D 103 (2021) 9, 095032
https://doi.org/10.1103/PhysRevD.103.095032

En esta sección se realiza un análisis sistemático de las extensiones del modelo estándar con
una simetría gauge adicional U(1) libre de anomalías, para generar masas de neutrinos de Dirac a
un loop. Bajo tal simetría, los campos del modelo estándar podrían transformarse o ser invariantes,
correspondientes a una simetría activa U(1)X u oscura U(1)D, respectivamente. Tener una simetría
libre de anomalías impone condiciones no triviales al número y cargas de los nuevos campos. Se
efectúa un escaneo intensivo, buscando soluciones no anómalas para un número determinado de
fermiones quirales adicionales. En particular, este estudio se concentra en las soluciones que dan
lugar a las masas de neutrinos escotogénicos a través del operador efectivo de Dirac para generar
masas de neutrinos. Se estudian los casos donde el operador de masa de Dirac de dimensión 5 o
6, está mediado por los estados de Dirac o Majorana, y corresponde a una simetría activa U(1)X

u oscura U(1)D. Finalmente, se comentan las soluciones donde todos los fermiones quirales tienen
masa.

2.1. Introducción

El SM de la física de partículas es una teoría muy exitosa, aunque debe ampliarse para tener
en cuenta las masas de neutrinos y la materia oscura (DM). La interpretación de los datos experi-
mentales de los neutrinos en términos de oscilaciones de neutrinos es compatible con las masas de
neutrinos de Majorana o Dirac [173], sin preferencia teórica por ninguna de las posibilidades. Sin
embargo, la mayoría de las propuestas en la literatura asumen que los neutrinos son de naturaleza
de Majorana (ver Ref. [174] para una revisión), mientras que los mecanismos de generación de
masa para los neutrinos de tipo de Dirac están menos estudiados, pero recientemente han reci-
bido mayor atención. (ver las Refs. [65–105]). Para explicar las masas de neutrinos de Dirac, se
deben introducir neutrinos derechos (RHN, rihgt handed neutrinos, por sus siglas en inglés), sin
embargo, eso no es suficiente.

También se requiere una simetría local adicional para garantizar la conservación adecuada
del número total de leptones [69]. Aun así, los acoplamientos de Yukawa resultantes pueden ser
demasiado pequeños, del orden O

(
10−10

)
o incluso más pequeños, si las masas de los neutrinos

59

https://doi.org/10.1103/PhysRevD.103.095032
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de Dirac se inducen directamente desde el Mecanismo de Higgs del SM [87, 175]. Sin embargo,
si la simetría prohíbe la contribución a nivel árbol generada por el bosón de Higgs del SM, se
puede implementar un mecanismo de seesaw de Dirac. Por ejemplo, el seesaw de Dirac de tipo I
podría aparecer en el contexto de una simetría gauge libre de anomalías U(1)B−L [69]. A un loop,
las partículas pesadas en el mecanismo de seesaw radiativo se pueden asociar completamente
a una simetría de gauge oscura abeliana U(1)D con el más ligero de ellos como candidato a
DM [94,176–178], así como a una simetría gauge abeliana activa U(1)X , como U(1)B−L [86,87,94].
Hasta ahora, los estudios de masas de los neutrinos de Dirac a un loop se han centrado típicamente
en encontrar las soluciones específicas libres de anomalías de estos dos tipos de simetrías, ver por
ejemplo, las Refs. [92,93,95,104,179,180].

Aquí se presenta un conjunto completo de soluciones libres de anomalías relevantes para el
problema general de la generación de las masas de los neutrinos de Dirac a un loop con singletes
fermiónicos quirales. Cada una de las soluciones conduce a un modelo único con sus implicaciones
fenomenológicas específicas. Este método se puede aplicar fácilmente para encontrar el conjunto
completo de las soluciones libres de anomalías a problemas fenomenológicos bien definidos.

En este trabajo, se buscan soluciones libres de anomalías para las extensiones del SM con
una simetría adicional gauge U(1), lo que da lugar a masas de neutrinos de Dirac escotogénicos.
Para ello, en la sección 2.2 se estudian las condiciones para tener una simetría gauge U(1) sin
anomalías. En particular, se muestra que el caso en el que el SM se extiende con una simetría
gauge abeliana activa U(1)X con cargas independientes para cada generación diferentes de cero y
un conjunto de singletes fermiónicos quirales N ′, comparte la misma anomalía: soluciones libres
como una simetría oscura gauge abeliano U(1)D con N ′ + 3 singletes fermiónicos quirales que
tienen al menos tres cargas iguales.

En la sección 2.3, se presentan las soluciones que dan lugar a las masas de neutrinos escotogé-
nicos a través del operador efectivo para masas de Dirac. Para ese propósito, se realiza un escaneo
intensivo, buscando asignaciones de cargas sin anomalías para un número determinado de fermio-
nes quirales adicionales. Se estudian los casos donde el operador de masas de Dirac, con dimensión
5 o 6, está mediado por estados de Dirac o Majorana, y corresponde a una simetría activa U(1)X

u oscura U(1)D. Se presta especial atención a las soluciones donde todos los fermiones quirales
obtienen masa a través de la ruptura espontánea de simetría (SSB de sus siglas en inglés) de la
U(1) adicional. Finalmente, en la sección 2.4 se presentan las conclusiones.

2.2. Condiciones de anomalía

En este trabajo se considera una extensión del SM con una simetría gauge adicional U(1)X

y N ′ campos quirales derechos ψρ, singletes bajo el grupo del SM SU(3)c ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y ,
con cargas nρ bajo la simetría U(1)X , donde ρ = 1, · · · , N ′. Además, se asume que los fermiones
quirales derechos del SM transforman bajo U(1)X , con cargas nombradas con el mismo nombre
del campo, como se definió anteriormente.

Para evitar tener una U(1)X anómala, las condiciones de cancelación de anomalías son las
mismas que las presentadas en la Ec. (1.168). Como las anomalías generadas por la mezcla entre
gauge-gravitacional [Grav]2 U(1)X y la cúbica [U(1)X ]3 no están satisfechas. Dichas condiciones
de anomalías dependen de las cargas de los fermiones adicionales nρ y, por lo tanto, se deben
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Capítulo 2. Simetrías gauge abelianas sin anomalías con modelos escotogénicos de Dirac

imponer las dos condiciones mostradas en las Ec. (1.171) para evitar una U(1)X [94] anómala:

N ′∑

ρ=1

nρ + 3m = 0 ,
N ′∑

ρ=1

n3
ρ + 3m3 = 0 , (2.1)

donde se define m ≡ e+ 2L 1.

Dado que las cargas de los fermiones del SM y del bosón de Higgs están definidas para ga-
rantizar que los quarks y los leptones cargados del SM adquieran masas a través del mecanismo
estándar de Higgs. En este sentido, también se asume que los singletes fermiónicos quirales ψρ
solo adquieren masas a través del SSB de la simetría adicional U(1)X , esto excluye las soluciones
con estados vector-like. Se observa que la existencia de campos cargados tanto con hipercarga
como con U(1)X induce a nivel de un loop el operador de mezcla cinética L ⊃ ε

2B
µνXµν , donde

Bµν y Xµν son las intensidades de los campos relacionados con las simetrías U(1)Y y U(1)X ,
respectivamente. El parámetro adimensional ε depende de las masas de las partículas en el loop,
así como de su asignación de carga específica y los acoplamientos gauge bajo las dos simetrías
U(1) [181–183].

Es interesante notar que las condiciones en la ecuación (2.1) son completamente equivalentes
a las que provienen de un escenario donde el SM se extiende con una simetría gauge oscura U(1)D

con N = N ′+ 3 singletes fermiónicos quirales derechos, N ′ de ellos con las cargas nρ y tres con la
misma carga r, y donde el SM es invariante (de ahí una simetría dark) . Incluso si es comparable,
existe una gran ventaja técnica de este último enfoque: Si el SM se extiende con una simetría
gauge U(1)D oscura adicional (bajo la cual no se carga el SM), y N campos singletes quirales
derechos bajo el grupo del SM, la simetría U(1)D es no anómala si las ecuaciones diofánticas

N∑

ρ=1

nρ = 0 ,

N∑

ρ=1

n3
ρ = 0 , (2.2)

que emergen cuando las condiciones de la mezcla gauge gravitacional [Grav]2 U(1)D y la cúbica
[U(1)D]3 se satisfacen. Es bien sabido que la solución de la ecuación (2.2) no es trivial [66, 70,
184–187]. Sin embargo, para una simetría U(1), se puede parametrizar como una función de dos
conjuntos de enteros ` y k, con dimensiones (N − 3)/2 y (N − 1)/2 para N impar, o N/2 − 1 y
N/2−1 para N par [186]. Se implementó un paquete oficial de Python llamado anomalies 2 para
obtener la solución asociada a cualquier conjunto de enteros ` y k.

En general, se pueden encontrar una gran cantidad de soluciones para una determinada can-
tidad de campos N . Por ejemplo, para N ≤ 9, existen del O

(
109
)
diferentes combinaciones de

` y k, si se permite que las cargas alcancen un valor absoluto máximo de 30. Sin embargo, la
cantidad de soluciones quirales (es decir, sin presentar estados vector-like) se reduce a alrededor
de 30 000. Se observa que casi la mitad de estas tienen al menos un par de cargas repetidas, lo
que corresponde al requisito de tener al menos un par de RHN. Este número de soluciones es
demasiado grande en la práctica para realizar un estudio fenomenológico. Sin embargo, se puede
encontrar un conjunto manejable de soluciones imponiendo restricciones adicionales. Por ejemplo,

1Se cambia r por m para evitar confusiones con la asignación de carga de los fermiones derechos.
2 url https://pypi.org/project/anomalies/
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se pueden buscar realizaciones del operador de masas de Dirac efectivo de dimensiones 5 y 6,
a través de modelos escotogénicos mediados por fermiones quirales pesados. Esta posibilidad se
explorará en la siguiente sección.

2.3. Modelos escotogénicos de Dirac

En esta sección se buscan extensiones de simetrías gauge U(1)D o U(1)X sin anomalías, con
singletes fermiónicos quirales N o N − 3, respectivamente, realizando los operadores efectivos de
masas de neutrinos de Dirac a un loop [188,189].

En la notación de espinor de dos componentes, la densidad lagrangiana efectiva se puede
escribir como:

Leff = hαiν (νRα)† εab L
a
i H

b

(
S∗

Λ

)δ
+ H.c., with i = 1, 2, 3 , (2.3)

donde δ = 1 o 2 para los operadores de dimensión 5 (D-5) o 6 (D-6), respectivamente. Adicio-
nalmente, hαiν corresponden a los acoplamientos adimensionales inducidos, νRα son al menos dos
RHN (α = 1, 2, . . .) con la misma carga bajo la simetría D o X, Li son los dobletes leptónicos
con carga −L bajo la simetría X, H es el doblete de Higgs del SM con carga h = L −m bajo
la simetría X, S es el singlete escalar complejo responsable del SSB de la simetría gauge libre de
anomalías con carga s = −ν/δ o s = −(ν + m)/δ bajo la simetría D o X, respectivamente, y Λ

es la escala de nueva física, la cual permite controlar la escala de energía en el modelo, tal que
la nueva física no supere la escala de energía del SM. Además, es paramétricamente la escala de
masa típica de los estados nuevos (pesados).

En general, después del SSB, queda una simetría discreta Z|s| remanente, que puede garantizar
la estabilidad de un candidato potencial de DM [177, 190]. Además, se observa que el bosón de
Higgs del SM puede mezclarse con el escalar S, después de romper la simetría. En general, la mezcla
entre estos dos bosones puede conducir a una estabilización del vacío electro-débil metaestable del
SM [191].

Los paneles de la izquierda (derecha) de la Fig. 2.1 presentan las topologías que realizan el
Lagrangiano efectivo D-5 (D-6) en la Ec. (2.3), si solo se permiten masas mediante SSB para los
singletes fermiónicos quirales. Los diferentes diagramas están etiquetados siguiendo la notación
utilizada en la Ref. [83]. Aquí X1 y X2 corresponden a los campos de singletes fermiónicos quirales.
Sin perdida de generalidad, se puede elegir X1 para que sea un campo derecho χR con carga r
bajo la simetría D o X . Después del SSB de la simetría abeliana extra, se genera un mediador
pesado de Majorana o Dirac dependiendo de si se elige que X2 sea el mismo χR o un nuevo (χL)†,
con carga l bajo la simetría D o X. En las dos últimas filas, X3 es un fermión vector-like doblete
con un acoplamiento adicional al bosón de Higgs y un fermión quiral singlete. Finalmente, Yi
corresponde a escalares inertes 3 singletes o dobletes según el vértice específico. Por ejemplo, para
la topología T1-3-E, Y1 es un escalar doblete inerte, mientras que para Y2 es un escalar singlete
inerte. Las realizaciones del operador de D-5 con mediadores pesados de Dirac (Majorana) se
muestran en el panel izquierdo (derecho) de la Fig. 2.2. Las realizaciones de los operadores de

3Un escalar inerte es un campo que no contribuye al SSB de la simetría electrodébil y se acopla solo al sector
bosónico, pero no al sector fermiónico del SM.
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Figura 2.1: Topologías que generan las masas de neutrinos de Dirac a un loop, mediante los
operadores de dimensión 5 (paneles izquierdos) o dimensión 6 (paneles derechos) descritos en la
ecuación (2.3). Aquí se sigue la notación usada en la Ref. [83].
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Figura 2.2: Diagramas para las realizaciones D-5 de la masa de neutrinos de Dirac con mediadores
pesados de Dirac (izquierda) y mediador pesado de Majorana (derecha). Se esperan diagramas
similares pero con una línea escalar singlete externa extra para la realización del operador D-6
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D-6 son casi idénticas, pero con una línea escalar singlete externa adicional y, por lo tanto, no se
muestran.

Por ejemplo, el diagrama superior izquierdo en la Fig. 2.2, etiquetado como T1-3-ED, se realiza
para una simetría U(1)D oscura si el flujo de cargas bajo la simetría D en cada vértice satisfacen

η =r , s =r + l , σ =− l − ν , σ =η , (2.4)

y por lo tanto, las cargas de fermiones quirales bajo la simetría D obedecen

ν + l + r = 0 . (2.5)

Las cargas escalares bajo la simetría D se pueden expresar en función de l y r como

s = −ν = r + l , σ = η = r . (2.6)

En general, para realizar masas de neutrinos de Dirac a un loop se requiere que se cumpla la
siguiente condición

ν + δ (l + r) +m = 0 , (2.7)

con m = 0 para una simetría gauge oscura U(1)D, y l = r para realizaciones con mediadores
masivos de Majorana.

Como se mencionó anteriormente, para limitar el número total de soluciones que cancelan las
anomalías inducidas por las simetrías adicionales U(1)X o U(1)D, se tienen en cuenta las siguientes
restricciones:

1. Por construcción, todos los fermiones quirales nuevos deben cargarse bajo las simetrías
U(1)X o U(1)D, es decir, se descartan las soluciones con cargas cero.

2. Para los campos quirales, la carga máxima permitida (en valor absoluto) es 30.

3. Se descartan las soluciones con fermiones vector-like, es decir, las que contienen dos cargas
opuestas.

4. Al menos dos cargas deben ser iguales. Sus campos correspondientes se identifican con los
RHN.

5. En el caso de una simetría U(1)X , se requiere otro conjunto de tres cargas iguales.

6. Nos restringimos a los campos N ≤ 9, con cargas que satisfacen las dos condiciones diofánti-
cas de la ecuación (2.2), y consideramos que la carga mínima (en valor absoluto) es positiva.
Observamos que no hay soluciones para N ≤ 5 con al menos dos cargos iguales [67, 192].

7. La asignación de cargas puede que no permita que todos los campos quirales adquieran
masas a través del SSB. Solo se consideran las soluciones que tienen como máximo dos
campos quirales sin masa.
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2.3 Modelos escotogénicos de Dirac

8. Queremos que las masas de los RHN se generen radiativamente. Eso implica que todos
los vértices entre S, el RHN y los otros campos quirales deberían estar prohibidos por las
simetrías.

9. Un candidato a DM debe fluir en el loop para tener una solución escotogénica.

Además, se observa que para un número fijo de campos quirales y una topología determi-
nada, diferentes soluciones podrían compartir el mismo comportamiento cualitativo. Por ejem-
plo, hay cuatro soluciones para una simetría U(1)D con mediadores de Dirac, con N = 6 cam-
pos quirales y masas de neutrinos generadas mediante el operador de D-5: (1,−2,−3, 5, 5,−6),
(2,−3,−10, 13, 13,−15), (3,−4,−21, 25, 25,−28) y (3,−5,−12, 17, 17,−20). Sin embargo, todos
presentan la misma fenomenología, es decir, dos RHN y otros cuatro fermiones quirales masivos.
Por lo tanto, en este caso solo se listará una solución (la que tenga la carga más pequeña en valor
absoluto).

Las soluciones de las ecuaciones diofánticas que satisfacen todas las condiciones enumeradas
anteriormente se muestran en la Tabla 2.1 y la Tabla 2.2, para los operadores D-5 y D-6, respec-
tivamente. Las soluciones para N fermiones quirales extra se parametrizan como una función de
dos conjuntos de enteros ` y k (primeras tres columnas). La cuarta columna muestra las asigna-
ciones de cargas, mientras que la quinta columna muestra el máximo común divisor (MCD) del
conjunto de cargas de la solución original.4 Las últimas cuatro columnas corresponden a las cargas
para los RHN en los casos con una simetría oscura U(1)D con un mediador de Dirac, simetría
oscura U(1)D con un mediador de Majorana, simetría activa U(1)X con un mediador de Dirac, y
simetría activa U(1)X con un mediador de Majorana. 5 Se observa que incluso si la mayoría de
las soluciones contienen al menos un fermión quiral sin masa, hay pocas soluciones con todos los
fermiones masivos (resaltado en negrita): 6 en el caso D-5 y 3 en el caso D-6.

Con respecto a estas soluciones con todos los fermiones masivos, conviene hacer algunos co-
mentarios:

Para una simetría oscura U(1)D, se encontró una nueva solución para el operador de D-
5 (δ = 1) con un mediador de Dirac y un conjunto mínimo de N = 6 campos quirales,
correspondiente a (1, −2, −3, 5, 5, −6). 6 En este caso, hay dos RHN con cargas ν = 5.
Los otros cuatro fermiones quirales se combinan en pares ((1, −6) y (−2, −3)) para formar
un par de fermiones de Dirac que obtienen masa a través del escalar adicional S con carga
s = −ν/δ = −5. Los dos fermiones de Dirac son estables y dan lugar a un escenario de DM
multicomponente.
La solución mediada por un estado de Majorana no es viable porque requerirá un fermión
con una carga r = −ν/2 = −5/2 que está ausente. Finalmente, no puede haber soluciones
para la simetría U(1)X , ya que no hay cargas repetidas tres veces.

La solución con N = 9 campos quirales con cargas (1, 1, −4, −5, 9, 9, 9, −10, −10) se
presenta en la Ref. [104]. Incluye tres RHN con carga 9, junto con dos pares (1, −10) y un
par (−4, −5). Este escenario también incluye DM multicomponente.

4Las soluciones presentadas se normalizaron para tener un MCD igual a uno.
5Ya se ha explorado un pequeño conjunto de soluciones en las Refs. [66, 87,94,104,105,193].
6Esta solución se presentó muy recientemente en la Ref. [105].
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Cuadro 2.1: Conjuntos de cargas que satisfacen las ecuaciones diofánticas junto con las condicio-
nes enumeradas en el texto, para N fermiones quirales extra, con masas de neutrinos de Dirac
generadas por los operadores de D-5. Las últimas cuatro columnas corresponden a las cargas para
los RHN en los casos con simetrías U(1)D o U(1)X adicional, y mediadores de Majorana o Dirac.
Las soluciones donde no hay fermiones quirales sin masa se resaltan con una fuente en negrita.
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Cuadro 2.2: Igual que la Tabla anterior 2.1 pero para las masas de neutrinos generadas mediante
el operador D-6.
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Campo νRα χR1 (χL1)† η1 σ1 χR2 (χL2)† η2 σ2 S

T1-3-E-D-(I-II) 5 −2 −3 −2 −2 1 −6 1 1 −5
T1-3-E-D-(I-I) 5 −2 −3 −2 −2 1 −6 −2 −2 −5
T1-3-E-D-(II-II) 5 −2 −3 1 1 1 −6 1 1 −5

Cuadro 2.3: Posibles asignaciones de cargas para obtener una matriz de masas de neutrinos de
Dirac ligera de rango 2, para la primera solución de la Tabla 2.1, es decir, (1, −2, −3, 5, 5, −6).
En la fila T1-3-E-D-(I-I) [T1-3-E-D-(II-II)] el segundo [primer] fermión de Dirac pesado, de
(χL2)† χR2S

∗ [(χL1)† χR1S
∗], no participa directamente en el loop de neutrinos.

Además, se encontró otra nueva solución con N = 9 campos quirales: (1, −2, 3, 4, 6, −7,
−7, −7, 9). Incluye tres RHN con carga −7 y tres fermiones de singletes de Dirac masivos
(1, 6), (−2, 9) y (3, 4), donde todos pueden ser partículas de DM independientes.

La solución con N = 9 campos quirales correspondiente a (1, −2, −2, −2, 5, −7, 8, 9,
−10), contiene tres RHN con carga −2. La condición de la ecuación (2.7) se cumple para el
mediador de Dirac (−7, 9) y para el mediador de Majorana asociado con el fermión quiral
de carga 1. Ambos adquieren masas a través del SSB del singlete escalar con carga 2. Este
escalar también genera un sector mixto de tres fermiones quirales (5, −7, 9) y un fermión
de Dirac masivo (8, −10).

La última solución para N = 9 campos quirales corresponde a una simetría U(1)X y un
mediador de Dirac, y tiene la asignación de cargas: (1, 2, −6, −6, −6, 8, 9, 9, −11). Incluye
dos RHN con una carga de 9 y cuatro fermiones quirales que se emparejan como (1, 2) y (8,
−11) para obtener una masa a través del escalar S con una carga de −3.

Consideremos ahora los operadores de D-6. Para una simetría U(1)X con mediadores de
Dirac hay una nueva solución con N = 7 campos quirales correspondiente a (3, 3, 3, −5,
−5, −7, 8). Incluye dos RHN con carga −5, y un escalar extra con carga 1 que le da masa
a un fermión singlete de Dirac extra (−7, 8) que también es candidato a DM.

Hay otra solución con N = 9 campos quirales dada por (1, −3, 8, 8, 8, −12, −12, −17,
19). Incluye dos RHN con carga −12, un escalar extra con carga 2 que da masa al par de
Majorana (1, −3) y al par de Dirac (−17, 19) como dos candidatos independientes de DM.

Todas las demás soluciones presentadas en la Tabla 2.1 y la Tabla 2.2 tienen uno o dos fermiones
quirales sin masa. Pueden ser grados de libertad relativistas extras o candidatos a DM adicionales
si adquieren masa a través de otro mecanismo. Finalmente, las topologías a un loop deben ser
realizaciones de los operadores efectivos de D-5 o D-6 en la ecuación (2.3), con un hαiν suficiente-
mente rico en estructura para explicar los datos completos de oscilación de neutrinos. Eso se puede
garantizar al tener una matriz de masas de neutrinos de Dirac de rango 2, mediante la inclusión
de un conjunto adecuado de escalares inertes para cada solución. Por ejemplo, para la primera
solución en la Tabla 2.1 correspondientes a las cargas (1, −2, −3, 5, 5, −6), se pueden elegir
tres posibilidades para las cargas de los campos escalares que participan en el loop de masa de
neutrinos de Dirac, como se muestra en la Tabla 2.3. Las etiquetas entre paréntesis en la primera
columna se refieren a los diagramas de la Fig. 2.3. Antes de concluir, es importante notar que la
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L νRχRi χLi

σ1η1
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L νRχRi χLi

σ2η2

T1-3-E-D-I (i = 1) o T1-3-E-D-II (i = 2) T1-3-E-D-I (i = 1) o T1-3-E-D-II (i = 2)

Figura 2.3: Posibles contribuciones a la matriz de masas de neutrinos de Dirac.

presencia de ηi, 7 a través del primer vértice de izquierda a derecha en los diagramas de la Fig. 2.3,
es decir

L ⊃ y1j (χR1)† εabL
a
jη
b
1 + H.c. , (2.8)

implican la presencia de procesos que violan el sabor de los leptones en el sector cargado, como
por ejemplo lj → lkγ, que es inducida a nivel de un loop y mediada por el escalar cargado η+

1 .
Usando la restricción experimentales actuales en Br(µ → eγ) < 5,7 × 10−13 a 90 % de nivel
de confianza [194], se pueden establecer límites superiores para el producto de acoplamientos de
Yukawas como |y12y

∗
11| [94].

2.4. Conclusiones

Incluso si los datos experimentales de neutrinos son compatibles con las masas de neutrinos de
Majorana y Dirac, la mayoría de las propuestas en la literatura asumen que los neutrinos son de
Majorana. Tener neutrinos de Dirac requiere la adición de RHN singletes cargados trivialmente
bajo el grupo gauge del SM, y una simetría adicional rota espontáneamente por un nuevo campo
de Higgs. Además, si la simetría prohíbe la contribución a nivel árbol a las masas de los neutrinos,
se puede implementar un mecanismo de seesaw de Dirac a nivel de un loop, evitando por tanto que
el acoplamiento de Yukawa sea demasiado pequeño. Tal simetría puede ser una simetría oscura
U(1)D bajo la cual los campos del SM son todos singletes, o una simetría activa U(1)X si el SM
se transforma bajo su acción. Finalmente, una teoría sin anomalías requiere la introducción de un
conjunto de fermiones singletes, con cargas bien definidas bajo la nueva simetría.

Los estudios sobre masas de neutrinos de Dirac a un loop se han centrado típicamente en
encontrar soluciones específicas libres de anomalías para estos dos tipos de simetrías. En este
trabajo, se han presentado un conjunto completo de soluciones libres de anomalías relevantes
para el problema general de la generación de masas de neutrinos de Dirac a un loop con singletes
fermiónicos quirales. En particular, restringimos el análisis a soluciones que satisfacen un conjunto
de condiciones generales enumeradas en el texto. Adicionalmente, el enfoque de este trabajo es
en soluciones escotogénicas, es decir, aquellas con un candidato a DM que fluye en el loop. Cada

7También el doblete fermiónico vector-like en las realizaciones de las topologías sin η (T1-2-AD y T1-2-AM) en
la Fig. 2.2.
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una de las soluciones presentadas conduce a un modelo único con implicaciones fenomenológicas
específicas. El conjunto completo de soluciones se muestra en la Tabla 2.1 y la Tabla 2.2.

Se encuentran 32 y 34 conjuntos de cargas que realizan el operador efectivo para masas de
neutrinos de Dirac a un loop para las dimensiones 5 y 6, respectivamente. Se analizaron las solu-
ciones correspondientes a las simetrías gauge U(1)D y U(1)X , y mediadores de Dirac o Majorana.
Es importante enfatizar que incluso si la mayoría de las soluciones contienen uno o dos fermiones
quirales sin masa, hay pocas soluciones (6 y 3 para los operadores de D-5 y D-6, respectivamente)
donde todos los fermiones adicionales obtienen masa a través de la ruptura espontánea de la sime-
tría del nuevo campo de Higgs. Los fermiones sin masa pueden contribuir a los grados relativistas
de libertad ∆Neff en el universo temprano [94], o adquirir masas después de la introducción de un
escalar singlete extra, convirtiéndose en candidatos independientes de DM [195].

Finalmente, se observa que la metodología presentada se puede aplicar fácilmente para en-
contrar el conjunto completo de soluciones libres de anomalías a problemas fenomenológicos bien
definidos. Además, algunos modelos particulares presentados aquí son objeto de un estudio feno-
menológico detallado en un trabajo en curso [196].
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Capítulo 3

Modelos mínimos de masa de neutrinos de Dirac radiati-

vos

Este capítulo está basado en el trabajo publicado en Phys.Rev.D 99 (2019) 7, 075008
https://doi.org/10.1103/PhysRevD.99.075008

Los neutrinos pueden ser partículas de Dirac cuyas masas surgen radiativamente a un loop,
lo que explica naturalmente sus pequeños valores. En este trabajo se muestra que todas las rea-
lizaciones a un loop del operador efectivo de dimensión cinco para generar masas de neutrinos
de Dirac se pueden implementar usando una sola simetría local: U(1)B−L. Dado que esta sime-
tría es anómala, se requieren nuevos fermiones quirales, cargados bajo B − L. El modelo mínimo
consistente con los datos de neutrinos incluye tres fermiones quirales, dos de ellos con el mismo
número leptónico. Los siguientes modelos mínimos contienen cinco fermiones quirales y sus cargas
de B − L pueden arreglarse requiriendo un candidato de materia oscura en el espectro. Se enu-
mera el contenido completo de partículas, así como los términos del Lagrangiano relevante para
cada uno de estos modelos. Son modelos nuevos y simples que pueden acomodar simultáneamente
masas de neutrinos de Dirac (a un loop) y materia oscura sin invocar simetrías discretas.

3.1. Introducción

La interpretación de los datos experimentales de neutrinos en términos de oscilaciones de neu-
trinos es compatible con las masas de neutrinos de Majorana o Dirac [197]. La primera posibilidad
ha recibido la mayor atención, pero dada la falta de señales en los experimentos de desintegración
beta doble sin neutrinos [59–64], este último no puede descartarse. Si los neutrinos son partículas
de Dirac, el contenido de partículas del SM debe extenderse con neutrinos derechos, y debe im-
ponerse cierta simetría para evitar sus términos de masa de Majorana. Se requiere al menos una
simetría Z3 (A los grupos de simetría finitos Zn se les conoce como grupo cíclico de orden n, los
cuales son generados por un solo elemento ω = e2iπ/n, denominado el generador del grupo, el cual
debe satisfacer la condición ωn = 1 [71, 198, 199]. ) para garantizar la naturaleza de Dirac de los
neutrinos a través de

Lν = yD (νR)† L ·H + h.c. , (3.1)
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con1 L · H = εabL
aHb, donde L es el doblete de leptones, H es el doblete de Higgs del SM con

hipercarga Y = 1/2, y yD es la matriz de acoplamientos de neutrinos Yukawa. Para ser compatible
con los datos de oscilación de neutrinos [201], yD debería ser al menos del orden de 2 × 3. Una
posible asignación para el conjunto de campos del SM que transforman no trivialmente bajo una
simetría Z3 es: L ∼ ω, (eR)† ∼ ω2 y (νR)† ∼ ω2, donde se define el generador del grupo de simetría
Z3 como ω = ei2π/3, con ω3 = 1. En este nivel, el problema de la masa de neutrinos ya no es una
cuestión fenomenológica pero sí un problema teórico, en el que es necesario explicar la pequeñez
de los acoplamientos Yukawa en yD, que deben ser de orden 10−11.

Para hacerlo, se asume que la simetría permite el operador de dimensión cinco con conservación
total del número leptónico [189]

L5 =
h

Λ
(νR)† L ·H S∗ + h.c. , (3.2)

donde Λ es la escala de nueva física, y que este operador se realiza primero a nivel de un loop [83]
(ver [69,76,83,91,195,202–205] para las realizaciones a nivel árbol).

Con respecto a la simetría, se sigue el enfoque habitual de promover el número bariónico (B)
menos el número leptónico (L) de una simetría global accidental del SM, a una simetría abeliana
local, U(1)B−L, que se rompe espontáneamente. Una de las principales novedades de este trabajo
es que no se imponen otras simetrías, discretas o no. Por lo tanto, las cargas de los neutrinos
derechos bajo U(1)B−L deberían ser tales que el término de masa de Dirac a nivel árbol (3.1)
esté prohibido. Este requisito excluye automáticamente la asignación habitual en la que los tres
neutrinos derechos tienen cargas bajo B − L iguales a −1.

La clasificación de todas las topologías a un loop que realizan el operador efectivo en la
ecuación (3.2) se ha presentado en la Ref. [83]. Allí, además de la simetría U(1)B−L, se impuso al
menos una simetría Z2 adicional para evitar los términos de masa de Majorana para los neutrinos
derechos, y una Z2 adicional fue requerido para evitar i) la aparición de realizaciones a nivel
árbol en los casos en que U(1)B−L no puede hacerlo, y ii) tener un candidato a materia oscura en
el espectro de partículas, una de las nuevas partículas necesarias para realizar el operador en la
ecuación (3.2). Aquí, el enfoque es en cambio las realizaciones más simples de cada topología que
se puedan con una sola simetría, U(1)B−L. Esta misma simetría sería responsable de la estabilidad
de posibles candidatos a materia oscura que aparecen en las diferentes realizaciones. Se destaca
que en el momento de publicación de este artículo en la literatura no existía una simple realización
del operador (3.2) a un loop que invocara solo una simetría simple. Se hicieron algunos esfuerzos
en esta dirección, pero se omitieron algunos términos de Majorana, que deberían prohibirse con
una simetría Z2 extra [78,85], o los modelos encontrados requieren muchos más campos [78].

Usando solo la simetría U(1)B−L, se encuentra, para cada topología, la realización con el
número mínimo de campos. El modelo mínimo requiere tres campos quirales, dos de los cuales
comparten el mismo número leptónico, de modo que el espectro contiene dos neutrinos de Dirac
masivos. Los siguientes modelos mínimos incluyen cinco campos quirales. Curiosamente, sus cargas
de B−L se fijan una vez que se impone el requisito de tener una partícula de materia oscura. Por
lo tanto, estos nuevos modelos pueden tener en cuenta la materia oscura y las masas de neutrinos

1A lo largo del texto seguiremos la convención de definir solo espinores Weyl izquierdos [200], y usaremos la
métrica del SU(2) para construir productos escalares.
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de Dirac (a un loop) sin invocar simetrías discretas.
El resto del capítulo está organizado de la siguiente manera. En la siguiente sección se presenta

la notación y se derivan las condiciones necesarias para realizar las diferentes topologías que dan
lugar a masas de neutrinos de Dirac a un loop. Los resultados principales se presentan en la
sección 3.3. Allí, se detalla el contenido de partículas de los modelos mínimos, con tres y cinco
campos quirales. Finalmente, en la sección 3.4 se muestran las conclusiones.

3.2. Configuración general

Usaremos la notación para las topologías definidas en la Ref. [83], que se muestran en la
figura 3.1. Allí, el flujo del número leptónico se ilustra mediante flechas anchas de colores. La
flecha verde representa el flujo del número leptónico del doblete, L(Li) = −1, la amarilla es para
L(νRβ) = −ν con β al menos 1, 2, el azul para L(S) = s, y el rojo para la carga interna de L
que circula en el loop asociada con un fermión quiral, que se elige como parámetro libre en esta
configuración.

No se consideran las topologías T1-1 o T4 de la Ref. [83] porque la primera ya está incluida en
la topología T3-1 cuando el campo escalar X3 está desacoplado, mientras que la última requiere
más simetrías para prohibir la contribución a nivel árbol 2. En la Ref. [83] se asumió que las líneas
internas de fermiones eran fermiones vector-like, lo que les permite usar la solución ν = 1 para
condiciones de cancelación de anomalías, pero necesitaban imponer simetrías adicionales Z2 para
prohibir la contribución a nivel árbol a las masas de neutrinos y estabilizar la materia oscura. Aquí,
en cambio, se asume que los campos quirales para los fermiones son singletes bajo el grupo gauge
del SM. Esto permite buscar nuevas realizaciones mínimas de las topologías con una simetría
adicional más allá del SM. Está claro que la solución con tres estados quirales, correspondientes
a los tres neutrinos derechos, se puede extrapolar fácilmente a todas las soluciones encontradas
en [83], con la ventaja de que no se imponen más simetrías discretas. Se ilustra explícitamente
esto para el caso de la topología T3-1-A, cuya solución mínima involucra solo un fermión de Dirac.

En esta configuración, la única simetría adicional más allá del SM, U(1)B−L, debe prohibir los
términos a nivel árbol

Lν = yDβi (νRβ)† Li ·H +MR
βγ (νRβ)† (νRγ)† S + h.c , (3.3)

además de permitir el operador de dimensión cinco (3.2). Esto se logra mediante las asignaciones
de cargas de L en la tabla 3.1. Allí, ν es el número leptónico del antineutrino izquierdo, que es
común, al menos, a los dos neutrinos derechos necesarios para explicar los datos de oscilación de
neutrinos. Como ya se mencionó, la solución con ν = 1, estudiada en [83], no se considera en este
trabajo.

Para encontrar las nuevas posibles soluciones, se exploran las condiciones de cancelación de
anomalías con cinco campos quirales comprobando que sus cargas no generan términos de masa de
Majorana directos o inducidos para ellos, es decir, los mediadores del loop fermiónico son campos

2Los casos excepcionales son las soluciones IV y V de T4-3-I. Sin embargo, requieren la mezcla entre los leptones
cargados y los nuevos campos fermiónicos, lo que lleva a procesos de violación del sabor de leptones cargados que
son bastante restringidos.

75



3.2 Configuración general

L νR

X2X3

S

H

X4 X1 L νR

X2X3

H

S

X4 X1

T1-3-D T1-3-E

L X1 νR

X2X3

H S

T3-1-A

L X1 νR

X2X4

H S
X3

L X1 νR

X2X4

S H
X3

T1-2-A T1-2-B

Figura 3.1: Topologías (usando la notación en la Ref. [83]) que conducen a masas de neutrinos
de Dirac a un loop. X1, X2, X3 y X4 denotan los campos que permiten cerrar el loop. Las líneas
rojas representan la carga circundante en el loop, las líneas verdes representan el flujo de la carga
del doble leptónico del SM, mientras que las lineas amarillas y azules representan el flujo de carga
de los neutrinos derechos. El flujo de carga amarillo hace referencia a los modelos donde el escalar
S está en un vértice que solo involucra escalares, mientras que el flujo azul hace referencia a los
modelos donde el escalar S es involucrado en un vértice de Yukawa.

Campos H Li (νRβ)† S

L 0 −1 ν 6= 1 ν − 1 6= −2ν

Cuadro 3.1: Asignación general del número leptónico para las patas externas de las topologías a
un loop en la figura 3.1
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tipo Dirac. Además de los campos quirales para β = 1, 2, se introducen (νRk)
† con L(νRk) = −νk,

y un campo de fermiones de Dirac pesado con componentes de Weyl ψL y (ψR)†, tal que L(ψL) = l

y L(ψR) = −r respectivamente.

Las condiciones de cancelación de anomalías lineales y cúbicas son [66,206]

2ν + νk + l + r = 3 , 2ν3 + ν3
k + r3 + l3 = 3 . (3.4)

De la ecuación lineal

νk = 3− 2ν − l − r . (3.5)

Para continuar, se separan las topologías en dos tipos: El conjunto (A) con T1-3-D y T3-1-A,
correspondiente a los que tienen el flujo ν amarillo en la figura 3.1, y donde S está en un vértice
que solo involucra escalares; y el conjunto (B) con T1-3-E y T1-2- (A / B), con el flujo s azul en
la figura 3.1, y donde S está en un vértice de Yukawa. Para cada caso se tiene:

(A) El fermión de Dirac pesado tiene una masa vector-like, tal que

l = −r . (3.6)

Reemplazando en la ecuación (3.5) obtenemos

νk =3− 2ν . (3.7)

Resolver la ecuación cúbica para ν da lugar a dos raíces diferentes: 1 y 4. Por lo tanto,
elegimos ν = 4 que conduce a νk = −5. Por otro lado, el hecho de que el nuevo campo
fermiónico ψ no contribuya a las anomalías implica que la única realización posible dentro
de la topología T1-3-D son las soluciones I y II con ψL = Li y ψR = eRi, ya que en estos
casos ya se tienen en cuenta las contribuciones correspondientes a las anomalías.

(B) Los dos campos quirales singletes bajo el SM pueden adquirir una masa de Dirac (después
de la ruptura espontánea de la simetría (SSB) de U(1)B−L) a

Lψ = hS (ψR)† ψLS + h.c. . (3.8)

Si se elige r como la carga libre que circula en el loop, y de la Tabla 3.1 se tiene que s = ν−1,
entonces de la condición en la ecuación (3.8): r + l + s = 0, se obtiene

l =1− ν − r , (3.9)

y reemplazando nuevamente en la ecuación. (3.5)

νk =2− ν . (3.10)

Usando (3.9) y (3.10) en la condición cúbica para la cancelación de anomalías, Ec. (3.4),
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terminamos con la solución de un parámetro

ν =
r2 − r + 2

3− r . (3.11)

Si νk = 0 tendríamos una solución con cuatro campos quirales. Cuando ν = 2, sin embargo,
la carga requerida de r es irracional y no se considerará más aquí.

Para etiquetar las soluciones se usan las convenciones de la Ref. [83], como Ta-n-b-I α, donde
“a” se refiere a la topología en sí, “n” indica las diferentes opciones de fermiones y líneas escalares
en una topología dada, “b” denota las asignaciones de campo para los campos externos, “I” denota
la solución más simple con escalares o fermiones singlete del SM, y α es el parámetro que fija la
hipercarga de los campos Xi dentro del loop.

Vale la pena mencionar que cuando ψL y ψR son singletes del SM (en los modelos T3-1-AI
con α = 0, T1-3-EI con α = 0, T1- 2-AI con α = 0 y T1-2-B-II con α = +1), la condición r 6= 1 o
l 6= −1 debe imponerse para evitar la realización a nivel árbol de (3.2) que involucra un mediador
fermiónico singlete bajo el SM, el llamado modelo de seesaw de Dirac tipo I. De esta manera, uno
de los dos términos requeridos en esa realización (ψ†RLi ·H y ν†RβψLS

∗) está prohibido.
Como es habitual en los modelos escotogénicos, se exige que la partícula neutra más ligera

que corre en el loop sea estable. Para el caso de DM escalar, la estabilidad está garantizada si
no hay términos lineales en el potencial escalar que involucren mediadores escalares en el loop, ni
interacciones de Yukawa con dos fermiones del SM. Los escenarios mínimos de DM que pueden
surgir son el singlete [207–209], el doblete [210, 211] y el singlete-doblete [212–215] DM escalar.
Vale la pena mencionar que, dado que los términos de masa de Majorana para los fermiones
mediadores en el loop no están permitidos, los candidatos de DM fermiónicos son singlete [216] o
singlete-doblete de Dirac [217].

Las soluciones buscadas deben satisfacer las restricciones relativas a la estabilidad de la DM y
la naturaleza de Dirac de los neutrinos ligeros, y garantizar que los términos de masa del fermión
directo o inducido entre los neutrinos derechos y ψL o ψR estén prohibidos. La razón para excluir
este tipo de mezclas es que, en tal caso, la DM no sería estable, porque el mediador del loop
fermiónico se desintegraría en partículas del sector visible. Por ejemplo, la mezcla inducida (a
través de S) o directa entre (νRk)

† con ψL o (ψR)† conduce a la desintegración en S y νRk para
la mezcla inducida, y en Z ′µ y νRk para la mezcla directa.

Las soluciones de los dos conjuntos se muestran en la Tabla 3.2. La solución (A) es la bien
conocida y estudiada en [69] para la realización a nivel árbol del operador de dimensión 5. En
esta solución r es bastante libre, de hecho r = ±1/2,±1/3, . . . La solución (B) se obtuvo después
de explorar todas las soluciones de la ecuación (3.11) para valores racionales de |r| ≤ 10, y con el
numerador y el denominador menores o iguales que 10. Dado que las condiciones de cancelación
de anomalías son invariantes bajo el intercambio de r con l, existe una segunda solución para (B)
con las cargas de ψL y (ψR)† intercambiados.

Las representaciones de fermiones más altas bajo SU(2)L, como se requiere en las topologías T1-
2, deben introducirse como fermiones vector-like para no estropear las condiciones de cancelación
de anomalías del SM. Los campos de Weyl para los doblete fermiónicos vector-like se denotaran
con Y = −1/2 (Y = +1/2) para ΨL,R (ΥL,R).
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Campos (νRi)
† (νRj)

† (νRk)
† ψL (ψR)† S

L
(A) +4 +4 −5 −r r +3

(B) +
8

5
+

8

5
+

2

5

7

5
−10

5
+

3

5

Cuadro 3.2: Soluciones para masas de neutrinos de Dirac con mediadores de Dirac a un loop para
i 6= j 6= k.

Con respecto a los escalares que circulan en el loop, se usa σ y η para representar singletes
escalares y dobletes escalares, respectivamente bajo SU(2)L, y se denota su número leptónico
distinto de cero con los mismos símbolos.

Debido a que la simetría U(1)B−L se promueve a una simetría gauge, el valor de expectación
de vacío de S, 〈S〉 = vS/

√
2, induce una masa diferente de cero al bosón gauge asociado ZB−L.

La expresión para su masa se escribe como MZB−L = gB−LvS |s|, donde gB−L es el acoplamiento
gauge B − L y s es la carga B − L de S. Por otro lado, dado que ZB−L se acopla a todos los
fermiones del SM (tienen cargas de B − L distintas de cero), se puede producir en colisionadores
de hadrones y leptones que conducen a señales observables. De hecho, a partir de no observar
cualquiera de estas señales en los datos de LEP y LHC, existen restricciones en su acoplamiento
de masa y ancho de decaimiento [218–222] (ver, por ejemplo, [78, 85] para un análisis específico
en modelos de Dirac escotogénicos B − L).

3.3. Soluciones

Las nuevas soluciones corresponden al caso en el que algunos de los campos de fermiones Xi

en la figura 3.1 pueden elegirse como campos quirales. Se exploran las soluciones con un número
mínimo de campos de fermiones adicionales del SM. Por lo tanto, son interesantes las soluciones
en las que al menos dos neutrinos derechos tienen la misma carga bajo U(1)B−L, porque en tal
caso ambos pueden acoplarse al mismo conjunto de fermiones quirales extra. Todas las soluciones
para las cargas de B − L que se presentan a continuación se han elegido de tal manera que la
partícula de DM no se desintegre.

3.3.1. Quiral T1-3-D-I ( α = −2)

Se comienza el análisis con el caso en el que la línea fermiónica interna en la figura 3.1 puede
interpretarse como un campo del SM. Por lo tanto, solo los neutrinos derechos contribuyen a las
condiciones de cancelación de anomalías del SM con U(1)B−L. Hay tres soluciones bien conocidas
con tres campos quirales [69, 223]. Sin embargo, la solución (A) en la tabla 3.2, es la única que
satisface nuestras restricciones.

De hecho, con la adición de dos escalares cargados, σ±1,2, que son singletes bajo SU(2)L, se
puede construir la versión de Dirac del Mecanismo de Zee para generar masas de neutrinos [224].
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L νR

σ−
2σ−

1

S

H

L e−
R

Quiral T1-3-D-I (α = −2)

Figura 3.2: Diagrama para el modelo de Zee Dirac, las flechas representan el flujo de las cargas
de B −L en el diagrama. Los fermiones del SM son los mediadores en el loop y solo es necesario
adicionar dos singletes escalares cargados.

Campos
(νRi)

† (νRj)
† (νRk)

†
X1 X2 X3 X4

S

T1-3-D-I e−Rl σ−2 σ−1 Ll

L +4 +4 −5 −1 −5 −2 −1 3

Cuadro 3.3: Quiral T1-3-D-I (α = −2): soluciones para el modelo de Zee Dirac con i 6= j 6= k
(i, j, k, l = 1, 2, 3).

Los acoplamientos necesarios para construir el diagrama que se muestra en la figura 3.2 son

L ⊂
[
fijLi · Lj σ+

1 + hije (eRi)
† Lj · H̃ + hiβR eRi νRβσ

+
2 + h.c

]
+ V (σ±1 , σ

±
2 , H) (3.12)

donde Li son los dobletes leptónicos del SM, H = (H+, H0)T , H̃ = iσ2H
∗ y V (σ±1 , σ

±
2 , H) es el

potencial escalar.
Por lo tanto, ψL (ψR) en la solución (A) de la tabla 3.2 corresponde a tres dobletes leptones

Li (electrones derechos e−Ri) con l = −1 (r = 1) como el número leptónico habitual. Dado que
usamos un conjunto de campos escalares cargados, σ±1,2, el modelo tiene dos campos quirales sin
masa, uno de ellos, νRk, que contribuye al número efectivo de grados de libertad relativistas,
Neff [85, 223,225]. A partir del flujo de número leptónico en la figura 3.2, se tiene

L(σ+
1 ) =− 2 , L(σ+

2 ) =− 5 . (3.13)

La solución completa se presenta en la tabla 3.3. Este es, con mucho, el modelo mínimo para las
masas de neutrinos de Dirac con una simetría gauge U(1)B−L adicional. El modelo de Dirac Zee
con ν = νk = 1 y simetrías discretas adicionales se ha estudiado en [224].

Vale la pena notar que se espera que las restricciones de Neff sean más fuertes en este modelo
debido a la mayor asignación de número leptónico para los neutrinos derechos. Sin embargo, dado
que no se acoplan directamente a ninguna partícula del SM, podemos simplemente asumir que su
interacción con el bosón gauge adicional y los escalares se suprimen lo suficiente como para que
se desacoplen lo suficientemente temprano del baño térmico. Por otro lado, está claro que no hay
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10−6 10−5 10−4 10−3 10−2

f12

10−28

10−26

10−24

10−22

10−20

10−18

10−16

10−14

10−12

B
r(
µ

+
→

e+
γ

)

Figura 3.3: Relaciones entre Br(µ+ → e+γ) y el parámetros f12

un candidato a DM en este modelo. De hecho, este es solo un ejemplo específico de modelos con
masas de neutrinos de Dirac a un loop pero sin un candidato de DM que se pueda obtener dentro
de nuestra configuración.

Con respecto a νRk, puede dar lugar a una tercera masa de neutrinos de Dirac si ampliamos
el sector escalar con S′ y σ′±2 con carga s = −6 y σ = +8 respectivamente, o un candidato de
materia oscura de Majorana si ampliamos el sector escalar con un S′ con carga L = +10 [223].
En ambos casos, se termina con un bosón de Goldstone físico (GB) que podría contribuir a Neff a
través de interacciones con el Higgs [226]. Las condiciones para que el GB se desacople del baño
térmico en el universo temprano se analizan en la Ref. [223] y requieren acoplamientos de GB con
el bosón de Higgs del SM no mayores de 10−3. Esta discusión se puede extender fácilmente a otras
realizaciones a un loop que se muestran a continuación.

Se ha implementado el modelo con tres masas de neutrinos de Dirac distintas de cero en
SARAH [227]. Usamos el método en [224, 228] para expresar f13, f23, h11, h22, hR33, hR31, hR32 y
hR23 en función de las masas y mezclas de neutrinos, utilizando fR12, hR12, hR13, hR21 como parámetros
libres. Como ejemplo de la consistencia del modelo, se muestra en la figura 3.3 el observable
Br(µ+ → e+γ) < 4,2 × 10−13 [158] como función de f12. Los otros parámetros se fijaron como
θ = 0,1, Mσ1 = 500 GeV, Mσ2 = 750 GeV, hR12, hR13, hR21 = 10−4, donde θ es el ángulo de mezcla
entre los estados propios de la masa cargados σ1 y σ2. Podemos ver que el valor del parámetro
f12 está restringido a valores inferiores a 0.02.

3.3.2. Quiral T1-3-E-I ( α = 0)

Se considera ahora las topologías donde dos campos quirales singletes bajo el SM adquieren
masa de Dirac después de la SSB de U(1)B−L del término Lψ en la ecuación (3.8). Para ello se
usa la solución (B). Los términos relevantes en el Lagrangiano incluyen

L ⊃ Lψ + Lσψ + Lηψ + V (σa, ηa, S,H), (3.14)
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L νR

ση

H

S

ψR ψL

T1-3-E-I (α = 0)

Figura 3.4: Diagrama del modelo T1-3-E-I (α = 0), las flechas representan el flujo de la carga
B−L en el loop. Los fermiones ψR y ψL adquieren masa de Dirac después de la SSB de U(1)B−L.

donde Lψ se dio en la ecuación (3.8),

Lσψ =hβa1 (νRβ)† ψL σ
∗
a + h.c

Lηψ =h′
ia
1 (ψR)† Li · ηa + h.c , (3.15)

y V (σa, ηa, S,H) es el potencial escalar. Después de la ruptura espontánea de la simetría U(1)B−L,
esta topología se reduce al conocido modelo de seesaw radiativo de Dirac, pero con una asignación
diferente de número leptónico. De hecho, el modelo con ν = νk = r = 1 y dos simetrías discretas
adicionales Z2 se introdujo por primera vez en la Ref. [176, 178], mientras que el caso con r 6= 1,
que requiere solo una simetría Z2 adicional, se estudió en [84]. El conjunto mínimo de campos de
fermiones se logra cuando las dos masas de neutrinos de Dirac distintas de cero se generan con
dos conjuntos de escalares singletes bajo el SM y doblete: ηa , σa [84].

De la figura 3.4, las cargas de los escalares son

η = 1− r , σ = 1− r . (3.16)

La solución compatible con los campos de la figura 3.4 se muestra en la tabla 3.4. La fenomenología
del modelo de seesaw radiativo con ν = 1 ya se ha estudiado en la literatura [78, 84, 85, 176, 178],
donde el singlete de Dirac (ψ) o escalar singlete-doblete (σa, ηa) DM se realiza. Debido a que las
cargas asociadas son similares a la solución (B), no se esperan diferencias significativas respecto a
esos trabajos.

3.3.3. Quiral T1-2-A-I α = 0)

La solución compatible con los campos de la figura 3.5 (izquierda), requiere al menos los
siguientes términos en la lagrangiana

L ⊃Lψ + Lσψ +
[
MΨ(̃ΨR) ·ΨL + hia2 (̃ΨR) · Li σa + y1 (ψR)†ΨL ·H + h.c

]
+ V (σa, S,H) ,

(3.17)

donde ΨL =
(
Ψ0
L, Ψ−L

)T, (̃ΨR) =
(
(Ψ−R)†, −(Ψ0

R)†
)T y V (σa, S,H) es el potencial escalar. De ello

se deduce que este modelo requiere un conjunto de al menos dos escalares singletes bajo el SM
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L σ νR

ψL

ΨL

H S
ψR

ΨR

L η νR

ΥR

S H
ψL

ψR

ΥL

Quiral T1-2-A-I (α = 0) Quiral T1-2-B-II (α = 0)

Figura 3.5: Diagramas para los modelos T1-2-A-I (α = 0) (izquierda) y T1-2-B-II (α = 0) (dere-
cha), donde las flechas indican el flujo de cargas de B − L. En ambos casos es necesario agregar
fermiones vector-like (doblete para T1-2-A-I y singlete para T1-2-B-II) para cerrar el loop.

para generar una matriz de masa de neutrinos de rango 2, y permite el escalar singlete (σa) o
Dirac singlete-doblete (ψ,Ψ) ser un candidato a DM.

De la figura 3.5 (izquierda)

σ = 1− r . (3.18)

Las cargas correspondientes para la solución (B) se muestran en la Tabla 3.4.

3.3.4. Quiral T1-2-B-II α = 0

La solución compatible con los campos de la figura 3.5 (derecha), requiere al menos los si-
guientes términos en el Lagrangiano

L ⊃Lψ + Lηψ +
[
MΥ(̃ΥR) ·ΥL + h′

aβ
2 (̃ΥL) · ηa νRβ + y′1Υ̃R ·H ψL + h.c

]
+ V (ηa, S,H) , (3.19)

donde ΥL =
(
Υ+
L , Υ0

L

)T, (̃ΥR) =
(
(Υ0

R)†, −(Υ+
R)†
)T y V (ηa, S,H) es el potencial escalar. Se

deduce que este modelo requiere un conjunto de al menos dos dobletes escalares para generar una
matriz de masa de neutrinos de rango 2, y permite el doblete escalar (ηa) o el singlete-doblete
Dirac (Υ, ψ) ser candidato de DM.

De la figura 3.5

η = 1− r . (3.20)

Las soluciones compatibles con los campos de la figura 3.5 (derecha) corresponden a las mostradas
en la Tabla 3.4. Estas soluciones hacen parte de las soluciones listadas en el capítulo 2, en la
tabla 2.1.

El análisis fenomenológico de las realizaciones quirales de las topologías T1-2 se realizará en
otro lugar. Sin embargo, vale la pena señalar que un análisis independiente del modelo del efecto
de los neutrinos derechos en Neff, se puede inferir de [225]. La relación MZB−L/(νgB−L), donde
gB−L es el acoplamiento gauge U(1)B−L, debe ser mayor de 7 - 8 TeV para estar de acuerdo con
las restricciones cosmológicas.
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Campos
(νRi)

† (νRj)
† (νRk)

†
X1 X2 X3 X4

S

T1-3-E-I ψL ηa σa ψR

L

8

5

8

5

2

5

7

5

15

5

15

5

10

5

3

5

T1-2-A-I σa ψR ψL (̃ΨR) ΨL

L
15

5

10

5

7

5
−10

5

10

5

T1-2-B-II ηa (̃ΥR) ΥL ψR ψL

L
15

5
−7

5

7

5

10

5

7

5

Cuadro 3.4: Soluciones quirales para neutrinos con masas de Dirac con las topologías mínimas T1
con i 6= j 6= k y α = 0.

L ψR νR

ση

H S

ψL

Figura 3.6: T3-1-A-I (α = 0): Flujo de B − L en el modelo de seesaw radiativo de Dirac.

3.3.5. Soluciones vector-like

En [83], todas las soluciones obtenidas para las topologías en la figura 3.1 tienen fermiones
internos vector-like. Se Quiere enfatizar que es posible realizarlos todos con una sola simetría
adicional U(1)B−L. Para eso, se puede usar la solución (A) con una elección adecuada de la carga
libre circulante r.

Por ejemplo, en el caso más simple de una sola línea de fermión de Dirac singlete bajo el SM
circulante como en la topología T3-1-A, se tiene el diagrama mostrado en la figura 3.6.

Del flujo del número leptónico en la figura 3.6, se tiene

η =1− r , σ =ν − r . (3.21)

Las cargas correspondientes para la solución (A) se muestran en la Tabla 3.5.
Dado que las cargas de los neutrinos derechos ahora son más grandes que las de la solución

(B) utilizada en la sección 3.3.2, se esperan las restricciones de Neff sean más fuerte. De hecho,
un análisis fenomenológico detallado reciente del modelo seesaw de Dirac radiativo [85] incluye el
caso de un neutrino derecho con ν = 4 y se puede aplicar completamente aquí. En particular, las
restricciones de Neff para los casos de materia oscura escalar (σa, ηa) y fermión de Dirac (ψ) son
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Campos
(νRi)

† (νRj)
† (νRk)

†
X1 X2 X3 X4

S

T3-1-A-I (ψR)† ψL ηa σa −

L +4 +4 −5 r −r 1− r 4− r − 3

Cuadro 3.5: T3-1-A-I (α = 0): Soluciones para modelo de seesaw de Dirac radiativos con i 6= j 6= k
(i, j, k = 1, 2, 3).

más importantes que la restricción dadas por la búsqueda del ZB−L en el LHC. Se remite al lector
allí para más detalles.

Está claro que después de SSB de U(1)B−L ambas soluciones T1-3-EI (α = 0) en la sección 3.3.2
y T3-1-AI (α = 0) se reduce al modelo de seesaw radiativo de Dirac. Además, podemos agregar
cargas circulantes adicionales en el loop. De hecho, cuando todas las partículas circulantes en el
loop son octetes de color [84], se puede tener un candidato de materia oscura en estado ligado
formado por dos fermiones octetos de color de Dirac [229]. Con estas soluciones, la simetría
adicional Z2 en [84] ya no es necesaria.

3.4. Conclusiones

Se encontraron modelos nuevos y simples para las masas de neutrinos de Dirac dentro de una
extensión del Modelo Estándar mediante una simetría gauge U(1)B−L que se rompe espontánea-
mente. Específicamente, se estudian las realizaciones quirales mínimas, a un loop, del operador de
conservación del número total leptónico de dimensión 5 que da lugar a masas de neutrinos de Dirac
sin imponer simetrías adicionales. Los modelos mínimos contienen tres o cinco campos quirales,
dos de ellos con las mismas cargas bajo la simetría B−L. En el último caso, sus cargas se pueden
fijar mediante el requisito de tener una partícula de materia oscura en el espectro. El contenido
completo de partículas, así como los términos de los Lagrangianos relevantes, se proporcionaron
para cada uno de estos modelos. También se muestra que se pueden obtener soluciones conocidas
con fermiones vector-like con solo la simetría simple U(1)B−L. Por lo tanto, estos nuevos modelos
pueden acomodar simultáneamente masas de neutrinos de Dirac a un loop y materia oscura sin
invocar simetrías discretas.

NOTA: Durante la finalización de este trabajo, un estudio relacionado [86] apareció. También
presentan la solución en la sección 3.3.5 (Tabla 3.5) fijando r = 1/2.
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Capítulo 4

Generación de masa de neutrinos de Dirac a partir de

mediadores de Majorana

Este capítulo está basado en el trabajo publicado en Phys.Rev.D 101 (2020) 3, 035004
https://doi.org/10.1103/PhysRevD.101.035004

El modelo de seesaw tipo I radiativo ya se ha implementado para explicar la pequeñez de los
neutrinos de Majorana con fermiones pesados de Majorana y Dirac, y la pequeñez de los neutrinos
de Dirac con fermiones pesados de Dirac. En este trabajo se presenta una implementación mínima
del modelo de seesaw tipo I radiativo con neutrinos de Dirac ligeros y fermiones de Majorana
pesados. Un doblete inerte y un escalar complejo singlete completan el sector oscuro que está
protegido por una simetría gauge fermiofóbica abeliana que también prohíbe las contribuciones
de masa a nivel árbol para el conjunto completo de neutrinos ligeros. También se propone una
extensión del modelo con fermiones vector-like en la que los neutrinos ligeros derechos pueden
termalizar en el plasma primordial y el bosón gauge adicional se puede producir directamente en
los colisionadores. En particular, el límite superior actual en ∆Neff encontrado por la colaboración
del experimento PLANCK apunta a grandes proporciones MZ′/g

′ & 40 TeV que pueden ser
competitivas con restricción de colisionador para g′ suficientemente grande para los valores del
SM, mientras que los futuros experimentos de fondo cósmico de microondas pueden probar todos
los modelos no mínimos presentados aquí.

4.1. Introducción

La interpretación de los datos experimentales de neutrinos en términos de oscilaciones de neu-
trinos es compatible con las masas de neutrinos de Majorana y Dirac [197]. La primera posibilidad
ha recibido la mayor atención, pero dada la falta de señales en los experimentos de desintegra-
ción beta doble sin neutrinos [59–64], este último no puede ser descartado. Si los neutrinos son
partículas de Dirac, el contenido de partículas del SM debe extenderse con neutrinos derechos,
que pueden aumentar el número efectivo de neutrinos ligeros, Neff, hasta 6. Por lo tanto, para ser
compatible con las restricciones cosmológicas actuales en Neff, las interacciones de los neutrinos
derechos adicionales con el plasma primordial deben suprimirse en gran medida.

Por otro lado, para dar pequeñas masas a al menos dos neutrinos de Majorana o Dirac, como
se requiere para explicar los resultados experimentales de oscilaciones de neutrinos [38,40], se suele
invocar el mecanismo de seesaw con fermiones pesados. Para el modelo de seesaw tipo I a nivel
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árbol podemos tener neutrinos de Majorana ligeros con mediadores pesados de Majorana [230–233]
o neutrinos ligeros de Dirac con mediadores pesados de Dirac [69, 202–204]. El modelo de seesaw
radiativo de tipo I incluye ambas [234] posibilidades [178], pero ahora también es posible tener
neutrinos ligeros de Majorana con mediadores de Dirac pesados [235]. En este trabajo se quiere
explorar la posibilidad de construir un modelo simple de seesaw tipo I radiativo de Dirac con
mediadores pesados de Majorana. Vale la pena notar que esta idea ya ha sido ilustrada en una
extensión del SM supersimétrico mínimo [236] pero sin mostrar ninguna solución explícita.

En general, las soluciones para masas ligeras de neutrinos de Dirac requieren una simetría
continua para garantizar su naturaleza de Dirac. Esta simetría generalmente se identifica como
una simetría U(1)B−L local. Además, se invocan simetrías discretas ad-hoc para prohibir los
términos de masa de Dirac o Majorana a nivel árbol para los neutrinos ligeros derechos [78,85,202].
Sin embargo, se ha demostrado que el modelo de seesaw tipo I de Dirac a nivel árbol con las
opciones adecuadas para las cargas de U(1)B−L es consistente sin requerir simetrías discretas ad-
hoc adicionales [69]. En trabajos recientes, se ha demostrado que incluso para masas de neutrinos
de Dirac a un loop, es posible tener U(1)B−L como la única simetría adicional más allá del
SM [86,87,92] 1.

Como beneficio adicional en este caso, los nuevos escalares y fermiones que circulan en el
loop pueden ser candidatos a materia oscura, donde la estabilidad del más ligero está garantizada
por la misma simetría continua. Este trabajo se centra en soluciones para el modelo de seesaw
tipo I radiativo de Dirac con mediadores de Majorana, que solo tienen una simetría local extra
responsable de la naturaleza de Dirac de los neutrinos ligeros, la ausencia de cualquier masa a
nivel árbol y la existencia de un sector oscuro constituido por las partículas que circulan en el
loop.

De hecho, otra evidencia de que el SM no es una teoría completa es el contenido de materia
faltante del Universo, que se conoce como materia oscura (DM). Las principales propuestas que
explican la DM como partícula se dan en la Ref. [237]. Sin embargo, hasta ahora solo ha habido
evidencia gravitacional de la existencia de materia oscura. Sin evidencia de DM como partícula,
no hay un camino claro para precisar las propiedades de la DM, ni los posibles compañeros
más pesados de algún sector oscuro extendido. Vincular el sector oscuro a otra fenomenología
específica permite reducir la arbitrariedad en la construcción del modelo. En esta construcción, el
sector oscuro está relacionado con el sector pesado responsable de la ligereza de los neutrinos y la
misma simetría que garantiza la pequeñez de las masas de los neutrinos de Dirac es la responsable
de la estabilidad de la partícula oscura más liviana (LDP, lightest dark particle). Por tanto, el
número de modelos específicos es bastante restringido.

El resto del capítulo está organizado de la siguiente manera. En la siguiente sección se pre-
senta el modelo y se estudia el espectro de masas escalar después de la ruptura espontánea de
simetría. En la Sec. 4.3 se presenta el mecanismo radiativo que genera masas de neutrinos de
Dirac y establecemos las restricciones de violación del sabor leptónico. Los diferentes escenarios
de DM resultantes se discuten en la Sección 4.4, y en la sección 4.5 se muestran las restricciones
cosmológicas (Neff) en un modelo no mínimo para diferentes simetrías extras Abelianas.

1Para extensiones con solo escalares adicionales, se han encontrado soluciones mínimas con dos y tres loop [92].
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Campos SU(2)L U(1)Y U(1)D

η 2 1 1

S 1 0 2

σ 1 0 3

νRi 1 0 −4

νR3 1 0 5

ψRα 1 0 1

Cuadro 4.1: Los nuevos escalares y fermiones con sus respectivas cargas. Todos los campos SM
son neutrales bajo la simetría gauge U(1)D oscura.

4.2. El modelo

Se extiende el SM con una simetría gauge abeliana rota espontáneamente que garantiza la
naturaleza de Dirac de los neutrinos masivos. Solo las nuevas partículas, incluidos los neutrinos
derechos compañeros de los neutrinos del SM, se cargan bajo esta nueva simetríca gauge oscura
U(1)D [128, 238, 239] para obtener una teoría libre de anomalías. Se elige el nuevo conjunto de
partículas de modo que el siguiente operador de dimensión seis se realice a nivel de un loop

O6D =
1

Λ2
LH̃νRS

2 , (4.1)

donde S es el campo escalar singlete que rompe espontáneamente la simetría U(1)D necesaria para
prohibir los términos de masa de neutrinos de Dirac y Majorana a nivel árbol.

Con el objetivo de ilustrar la generación de masa de neutrinos de Dirac a un loop, se considera
el contenido de partículas que se muestra en la Tabla 4.1 como una posible realización del operador
efectivo O6D. Esta solución corresponde a la solución mínima mostrada en la tabla 2.2. Específi-
camente, se agregan tres campos escalares η, σ y S, donde solo S desarrolla un valor esperado de
vacío (VEV) distinto de cero, un conjunto de tres fermiones singlete, νRj (j = 1, 2) y νR3, y otro
conjunto de tres fermiones de Majorana pesados, ψRα (α = 1, 2, 3).

Las cargas bajo la simetría U(1)D para las nuevas partículas se definen por las condiciones
de cancelación de anomalías y la invariancia gauge en los términos de Yukawa y las interacciones
escalares. El Lagrangiano más general para alguna simetría gauge U(1)X , que incluye el caso
trivial X = D, debe contener las siguientes interacciones gauge, Yukawa y escalares para realizar
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4.2 El modelo

O6D en un loop:

L ⊃− g′ Z ′µ
∑

F

qFFγ
µF +

∑

φ

∣∣(∂µ + i g′ qφ Z
′
µ

)
φ
∣∣2

− [hiαLiη̃ψRα + yjανRjσ
∗ψcRα + καβψ

c
RαψRβS

∗ + h.c.]− V(H,S, η, σ) . (4.2)

En la primera fila g′ es el acoplamiento gauge asociado al grupo U(1)X y Z ′µ es su bosón gauge
correspondiente, F (φ) denotan los nuevos fermiones (escalares), y qF, φ sus cargas bajo X. En la
segunda fila Li (i = 1, 2, 3) y H son los dobletes del leptón y Higgs del SM , respectivamente,
η̃ = iσ2η

∗, y h, y y κ son matrices en el espacio de sabor. El potencial escalar se puede escribir
como

V(H,S, η, σ) =V (H) + V (S) + V (η) + V (σ)

+ λ1(H†H)(S∗S) + λ2(H†H)(σ∗σ) + λ3(H†H)(η†η)

+ λ4(S∗S)(σ∗σ) + λ5(S∗S)(η†η) + λ6(η†η)(σ∗σ) + λ7(η†H)(H†η)

+ λ8(η†HS∗σ + h.c.) , (4.3)

con V (ω) = µ2
ωω
†ω+λω(ω†ω)2. Vale la pena enfatizar que la simetría U(1)D permite automática-

mente todos los términos en las ecuaciones (4.2) y (4.3) pero otras realizaciones se comprobarán
más adelante. Tenga en cuenta que después de la ruptura espontánea de simetría, para la simetría
U(1)X , el término λ8 da lugar a la mezcla entre las partes neutrales de η y σ, que es obligatorio
para generar masas radiativas distintas de cero. Suponemos λ8 y 〈S〉 reales para preservar la sime-
tría CP en el sector escalar, y µ2

η, µ
2
σ > 0 para evitar los términos de mezcla entre los fermiones a

nivel árbol. Además, también se asume λ1 � 1 de manera que los escalares S y H no se mezclan,
lo que permite identificar la partícula escalar par CP en H como el bosón de Higgs del SM. Para
establecer el espectro escalar, se expanden los campos escalares como

H =




G+

1√
2
(h+ vH + iG)



, η =




η+

1√
2
(ηR + iηI)



,

S =
1√
2

(SR + vS + iSI) , σ =
1√
2

(σR + iσI),

con vH = 246,22 GeV. De los doce grados de libertad escalares originales en el modelo, los bosones
gauge W±, Z0 y Z ′ absorben cuatro de ellos (los bosones Goldstone G±, G y SI). Por lo tanto,
el espectro escalar contiene dos conjuntos de dos estados CP pares neutros (h y SR, y σR y ηR),
dos estados CP impares escalares (σI y ηI) y un escalar cargado (η±). El espectro de masas para
los escalares no mezclados son

m2
η± = µ2

η +
1

2
(λ3υ

2
H + λ5υ

2
S) , m2

H = λHυ
2
H , m2

S = λSυ
2
S .
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L νR

ση

H S

S

ψR ψR

Figura 4.1: Realización a un loop del operador de dimensión 6 LH̃νRS2 que conduce a masas de
neutrinos de Dirac con mediadores de Majorana.

Los otros autoestados masivos se definen como



χ(R,I)1

χ(R,I)2




=




cos θ − sin θ

sin θ cos θ







σ(R,I)

η(R,I)



,

donde tan θ = 2c/(b − a), con a = m2
η± + 1

2λ7υ
2
H , b = µ2

σ + 1
2(λ2υ

2
H + λ4υ

2
S) y c = 1

2λ8vHvS .
Tenga en cuenta que los estados CP pares χR(1,2) son degenerados en masa con los CP impares
χI(1,2), con masas m2

χ(1,2)
= [a+ b∓

√
(a− b)2 + 4c2]/2.

Por otro lado, se asume que los fermiones pesados de Majorana ya están en la base diagonal
de tal manera que sus masas son Mψα = κααvS/

√
2 , con Mψ1 < Mψ2 < Mψ3 . Finalmente, la

masa del nuevo bosón gauge viene dada por

MZ′ = qSg
′vS . (4.4)

4.3. Masas de neutrinos y violación del sabor leptónico en el sector
cargado

Las masas de neutrinos se generan a nivel de un loop de acuerdo con el diagrama de la Fig. 4.1.
La expresión para la matriz de masa de neutrinos efectivaMν se puede escribir como

(Mν)ij =
1

32π2

λ8vSvH
m2
χR2
−m2

χR1

3∑

α=1

hiαMψαy
∗
jα

[
F

(
m2
χR2

M2
ψα

)
− F

(
m2
χR1

M2
ψα

)]
+ (R→ I) , (4.5)

donde F (x) = x log x/(x−1). Tenga en cuenta que la estructura de la matriz de masa de neutrinos
efectiva, dada por el producto (Mν)ij ∝ hiαyjα, es similar a la estructura de la matriz de masas de
neutrinos para el mecanismo de seesaw a nivel árbol para neutrinos de Dirac [73]. También vale la
pena mencionar que si solo se agrega un fermión ψR, entonces habrá dos neutrinos sin masa, que
serían descartados por los datos de oscilación de neutrinos actuales [201]. En este caso, se asume
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` `

η±

ψ

γ

Figura 4.2: diagrama de Feynman para los procesos `i → `jγ

la existencia de tres fermiones, generando masas escotógenas de Dirac para los dos neutrinos
izquierdos (ν3 = νL3 + νR3 no tiene masa debido a la asignación de carga).

Para estimar los posibles valores de los parámetros involucrados en las masas de neutrinos,
consideramos el caso donde λ2, λ4, λ7 � 1 ym2

χ ≡ m2
η± = µ2

σ � 1
2λ8vvS , lo que conduce a a ≈ b�

c. Teniendo en cuenta que para el caso mencionado m2
χR2
−m2

χR1
= λ8vvS y m2

χR2
+m2

χR1
= 2m2

χ,
se tiene

(Mν)ij =
λ8vSv

16π2

3∑

α=1

hiαMψαy
∗
jα

m2
χ −M2

ψα

[
1−

M2
ψα

m2
χ −M2

ψα

log

(
m2
χ

M2
ψα

)]
, (4.6)

y asumiendo además m2
χ �M2

ψα
se encuentra que

(Mν)ij =
λ8vSv

16π2m2
χ

3∑

α=1

hiαMψαy
∗
jα , (4.7)

∼ 0,04 eV
(

λ8

10−4

)( vS
200GeV

)( Mψα

50GeV

)(
2TeV
mχ

)2(hiαyjα
10−4

)
. (4.8)

De esta forma, además de la supresión de un loop, es posible tener más supresión en la matriz de
masa de neutrinos para valores pequeños de vS , λ8 o hiαyjα.

Por otro lado, la interacción hiα Yukawa en la ecuación (4.2) conduce a procesos de violación
del sabor leptónico cargados (CLFV) inducidos a nivel de un loop y mediados por los escalares
cargados η± como los que se muestran en la Fig. 4.2 para el tipo `i → `jγ. Usando la restricción
experimental actual en el Br(µ → eγ) < 5,7 × 10−13 [194] y para el caso m2

χ = m2
η± � M2

ψa
es

posible obtener un límite superior para el producto de los acoplamientos Yukawa
∣∣∣∣∣
∑

α

h2αh
∗
1α

∣∣∣∣∣ . 0,02
( mχ

2TeV

)2
. (4.9)

Vale la pena notar que yjα no está restringido debido a la no observación de los procesos de CLFV.
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4.4. Materia oscura

De la asignación de cargas del modelo en la Tabla 4.1 se tiene que queda una simetría Z2

residual después de la ruptura de simetría U(1)D. Las partículas que circulan por el loop en el
diagrama de masa de neutrinos a un loop (ver Fig. 4.1) y νR3 son impares bajo esta simetría,
mientras que νR1, νR2 , S y todas las partículas del SM son pares. Así, la partícula impar bajo
la simetría Z2 eléctricamente neutra más ligera se convierte en candidata a materia oscura. En
otras palabras, este modelo también proporciona una solución al problema de la DM, vía DM
fermiónica (ψ1) o DM escalar (χ1) 2.

Dado que ψ1 es un singlete bajo el grupo gauge del SM, su densidad de reliquia térmica está
controlada por los acoplamientos de Yukawa y las interacciones gauge U(1)D. El escenario en el
que ψ1 se auto-aniquila de manera dominante a través de la interacción de Yukawa hiα se asemeja
al modelo escotogénico bien conocido [234], donde se requiere un tamaño de hiα considerable para
reproducir la abundancia correcta de DM, lo que a su vez conduce a una tensión leve con los límites
superiores experimentales en las tasas de desintegración de leptones cargados raros [240–242]. Por
otro lado, cuando el portal del Z ′ [243,244] es la puerta principal al sector visible, ψ1 se aniquila en
gran medida en neutrinos de tal manera que la abundancia de DM observada se puede reproducir
sin entrar en conflicto con las búsquedas de DM, lo que se deriva del hecho de que el Z ′ no se
acopla a los quarks y leptones cargados (ver [244–248] para estudios fenomenológicos sobre DM
de Majorana mediados por Z ′).

La dispersión elástica de la partícula ψ1 con los núcleos puede ocurrir a través de diferentes
mediadores: escalares inertes (σ, η), el Higgs del SM (a través de la mezcla con S) y Z ′. Cuan-
do los escalares inertes median las dispersiones de nucleones con la DM, la sección transversal
independiente del espín correspondiente se suprime debido a su naturaleza quark-fóbica [242],
mientras que las dispersiones a través de Z ′ requieren necesariamente una mezcla cinética (ya
que los fermiones del SM no se acoplan directamente al Z ′) y conduce a una sección transversal
dependiente del espín. Por último, las dispersiones a través del intercambio del Higgs también se
suprimen mediante el parámetro de mezcla λ1, que debe ser pequeño para reproducir correcta-
mente la fenomenología del Higgs del SM. A pesar de todo, es factible esperar que las tasas de
dispersión elástica de la partícula ψ con los núcleos estén muy por debajo de la sensitividad de
los experimentos de detección directa actuales.

A diferencia de la DM fermiónica, el candidato de DM escalar tiene términos de interacción
adicionales a las interacciones de Yukawa y gauge. Esto implica que los últimos pueden usarse
para alterar las predicciones de densidad de reliquias en escenarios con DM escalar mixta. Dado
que en el modelo actual las partículas CP pares y CP impares neutras bajo Z2 son degeneradas
en masa, se tiene el escenario del singlete-doblete complejo DM [212, 249] donde el candidato
de DM es una mezcla de un singlete complejo [208] y un SU(2)L doblete [210, 211]. De ello se
deduce que para interacciones insignificantes de Yukawa y gauge hay dos regiones de masa de
DM que permiten reproducir correctamente la densidad de reliquia, una corresponde a la región
de resonancia del Higgs y la segunda exige masas superiores a 100GeV [214]. Con respecto a las

2Tenga en cuenta que Z′ no puede constituir un candidato de DM debido a la inestabilidad asociada al canal
de decaimiento Z′ → ν̄R3νR3, que no se puede cerrar cinemáticamente, y que ni ψ1 y χ1 pueden descomponerse en
νR3 ya que no comparten interacciones de Yukawa (ver Ec. (4.2)).
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señales de detección directa, se esperan tasas de dispersión similares a las del modelo singlete
escalar complejo [250,251].

4.5. Más allá del modelo mínimo: restricciones cosmológicas y de
colisionador

Resulta que el portal Z ′ también permite probar el modelo a través de modificaciones en la
historia cosmológica del Universo, es decir, mediante contribuciones adicionales al número efectivo
de grados relativistas de libertad Neff [252]. En este modelo, estas contribuciones surgen de la
presencia de neutrinos derechos y se puede esperar que sean considerables precisamente debido
a las grandes cargas U(1)D del νR. Sin embargo, dado que los neutrinos derechos no se acoplan
directamente al resto de las partículas del SM (ver Ec. (4.2)), se desacoplan lo suficientemente
temprano (cuando la DM lo hace o incluso antes) del baño térmico y, por lo tanto, modifica la
predicción del SM para Neff con una contribución adicional como máximo ∼ 0,2 [253].

Con el objetivo de extender el período de termalización de los neutrinos derechos con el plasma
primordial en el Universo temprano, se considera cambiar la simetría oscura por una simetría gauge
abeliana libre de anomalías general U(1)X , donde la asignación de cargas para los fermiones del
SM son independientes de la generación. En la introducción se mostró que las soluciones a las
condiciones de cancelación de anomalías permiten escribir las cargas X de los campos del SM en
términos de dos parámetros [128–130,254], que elegimos como

X(r, l) = rR− lY , (4.10)

donde R es el generador de la simetría U(1)R (la simetría gauge abeliana donde solo los fermiones
derechos del SM tienen cargas X que no desaparecen), Y es la hipercarga, l es la carga X de
los dobletes leptónicos, y r parametriza la contribución a las anomalías lineales y mezcla de
gauge-gravitacional de cualquier conjunto adicional de fermiones quirales, como se indica en la
ecuación (1.171) de la introducción. De esta manera, si solo se permiten fermiones vector-like
adicionales más allá del SM (r = 0), la solución debe ser proporcional a la hipercarga. Sin pérdida
de generalidades, se puede escribir las soluciones en términos de un solo parámetro [132–134],
donde se elige l como el parámetro libre después de fijar r = 1. Entonces, como se muestra en el
capítulo 2, la familia completa de soluciones para un l fijo se puede obtener después de reescalar
todos las cargas de X por un factor de r. En particular, la solución fermiofóbica [128, 238, 239]
utilizada en las secciones anteriores, U(1)D, corresponde a la reescalamiento r = 0 de la solución
U(1)R: D = X(0, 0).

La solución para este parámetro se muestra en la columna U(1)X de la Tabla 4.2. Para analizar
la fenomenología, se fija l para recuperar algunos grupos gauges abelianos ya estudiados X =

B−L,R,D,G, como se define en la Ref. [128] 3. La última columna corresponde al reescalamiento
con r = 0 de U(1)R.

Dado que el interés está en mantener el conjunto exótico de cargas bajo la simetría X, {∓4,
∓4, ±5} de tal manera que cuando se asignen dichas cargas a los neutrinos derechos las masas de

3Se cambia U(1)B para el nombre más adecuado de U(1)R [93].
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Dirac y Majorana a nivel árbol puedan estar prohibidas [87]. Además, el conjunto de mediadores
de Majorana ψRα que realizan el operador de dimensión 6 a un loop estropearían la condición de
cancelación de anomalía. En vista de que ψRα tienen necesariamente cargas bajo la simetría U(1)B

distintas de cero, se agregan además un conjunto extra de fermiones quirales de tal manera que
el conjunto completo de fermiones pesados no afecte la cancelación de la anomalía (sus cargas se
cancelan entre sí de una manera similar a un conjunto de fermiones vector-like). La asignación de
carga resultante se muestra en la Tabla 4.2, donde los campos ξLα constituyen el nuevo conjunto
de fermiones quirales que garantizan la cancelación de las anomalías. 4. De esta forma terminamos
con un modelo con cuatro fermiones de Majorana, dos más que en la solución mínima, ya que
no se necesita una tercera generación de fermiones quirales para cancelar las anomalías U(1)X
(alternativamente se puede considerar otra configuración simple agregando un solo conjunto de
ψR y ξL y dos conjuntos de escalares ηα, σα [84]) 5. En consecuencia, se puede esperar que los
tres neutrinos derechos dentro del modelo no tan mínimo contribuyan a la densidad de energía de
la radiación del Universo, ya que ahora la interacción entre los Z ′ con los fermiones del SM abre
la posibilidad de termalizarlos con el plasma primordial. En otras palabras, esto conduce a una
modificación en los grados relativistas de libertad como [255,256]

∆Neff = Neff −NSM
eff = NνR

(
TνR
TνL

)4

= NνR

(
g(T νLdec)

g(T νRdec)

)4/3

, (4.11)

donde NνR es el número de neutrinos derechos con la misma carga X y g(T ) es el número de grados
relativistas de libertad a una temperatura T en el SM [257]. La temperatura de desacoplamiento
de los neutrinos del SM es T νLdec ≈ 2,3 MeV, cuando g(T νLdec) = 43/4 correspondientes a los tres
νL, e± y al fotón [258,259]. Dado que la interacción de los neutrinos derechos con el SM solo está
mediada por el bosón gauge Z ′, la tasa correspondiente se puede escribir como [260]

ΓνR(T ) = nνR(T )〈σ(νRνR → ff)υ〉

=
g2
νR

nνR(T )

∫
d3p

(2π)3
fνR(p)

∫
d3k

(2π)3
fνR(k)σf (s)υ , (4.12)

donde fνR(k) = 1/(ek/T + 1) es la distribución de Fermi-Dirac, gνR = 2, υ = 1 − cosϕ es la
velocidad de Moller, s = 2pk(1 − cosϕ), p y k son los momentos de la partícula con ϕ el ángulo
entre ellos, y la densidad numérica de neutrinos derechos viene dada por

nνR(T ) = gνR

∫
d3k

(2π)3
fνR(k) .

La sección transversal para el caso de un mediador pesado (T νRdec � MZ′), con s � MZ′ y

4Sus masas de Majorana se obtienen de la misma forma que las de ψRα.
5Viendo que los dos campos adicionales izquierdos ξLα, con una carga X igual a r = 3/4, tienen términos de

masa de Dirac y Majorana ξLαψRβ y ξcLαξLβ〈S〉, el conjunto completo de campos de Majorana es enorme y pesado.
Además, debido a que U(1)X omitió una simetría discreta Z2 remanente que garantiza la estabilidad de la partícula
más liviana impar bajo la simetría Z2, se tiene que el más liviano de estos campos de Majorana puede desempeñar
el papel de candidato a DM.
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Campos SU(2)L U(1)Y U(1)X U(1)B−L U(1)R U(1)D U(1)G U(1)D

L 2 −1 l −1 0 −3/2 −1/2 0

dR 1 −2/3 1 + 2l/3 1/3 1 0 2/3 0

uR 1 +4/3 −1− 4l/3 1/3 −1 1 −1/3 0

Q 2 1/3 −l/3 1/3 0 1/2 1/6 0

eR 1 −2 1 + 2l −1 1 −2 0 0

H 2 1 −1− l 0 −1 1/2 −1/2 0

η 2 1 3/4− l 7/4 3/4 9/4 5/4 1

S 1 0 3/2 3/2 3/2 3/2 3/2 2

σ 1 0 13/4 13/4 13/4 13/4 13/4 3

νRi 1 0 −4 −4 −4 −4 −4 −4

νR3 1 0 +5 +5 5 5 5 5

ψRα 1 0 3/4 3/4 3/4 3/4 3/4 1

ξLα 1 0 3/4 3/4 3/4 3/4 3/4 −

Cuadro 4.2: Solución general en función de un solo parámetro con algunos ejemplos de soluciones
racionales (X = B − L,R,D,G y D) para la realización del modelo seesaw tipo I radiativo del
operador efectivo O6D para masas de neutrinos de Dirac. La última columna corresponde a la
solución de la Tabla 4.2.
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Figura 4.3: Contribución al número de grados de libertad extra relativistas (∆Neff) en función
de MZ′/g

′. La región por encima de la línea gris sólida está excluida por las mediciones a 2σ
reportadas por PLANCK Collaboration [144]. Para fines de comparación, también se muestra
para las restricciones superiores a 2σ (línea negra) obtenido del análisis de BBN [262]. Las líneas
discontinuas horizontales muestran la sensitividad proyectada de los experimentos futuros SPT-
3G/SO [263,264] y CMB-S4 [265]. ∆Neff = 0,4 representa la contribución adicional requerida para
aliviar la tensión en los valores H0 inferidos de las observaciones de alto y bajo redshift [266,267].

despreciando las masas de los fermiones en el estado final está dada por [261]

σf (s) ≈ NC
f

s

12π

(
g′

MZ′

)4

q2
νR

(q2
fL

+ q2
fR

) , (4.13)

donde NC
f = 1(3) para leptones (quarks), y qf es la carga X de los fermiones del SM. En conse-

cuencia, la tasa de interacción toma la forma

ΓνR(T ) =
49π5T 5

97200ζ(3)

(
g′

MZ′

)4∑

f

NC
f q

2
f . (4.14)

En esta expresión, la suma se realiza sobre todos los fermiones del SM que están en equilibrio
térmico con el plasma a temperatura T . Para estimar la contribución a los grados relativistas de
libertad de los neutrinos derechos, es necesario calcular la temperatura de desacoplamiento de
los neutrinos derechos (T νRdec). Esto último ocurre cuando la tasa de interacción ΓνR(T ) cae por
debajo de la tasa de expansión del Universo, Γ(T νRdec) = H(T νRdec) , con H(T ) = [4π3GN (g(T ) +

21/4)/45]1/2T 2 . Tenga en cuenta que el factor 21/4 corresponde a la contribución de los neutrinos
derechos a los grados relativistas de libertad. Los resultados para ∆Neff en función de MZ′/g

′

se muestran en la Fig. 4.3 , donde se puede observar que para proporciones pequeñas MZ′/g
′ la

variación en el número de grados relativistas de libertad de la nueva especie es grande (∆Neff & 0,3

corresponde a las temperaturas de desacoplamiento T νRdec . 2 GeV) y viceversa. De ello se deduce
que para el modelo U(1)G, el límite superior de Planck + BAO en 2σ (línea gris continua) exige
que MZ′/g

′ & 36 TeV mientras que para el modelo U(1)D se aplica un límite inferior más estricto
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Figura 4.4: Restricciones en colisionadores y restricciones cosmológicas para el modelo U(1)B−L,
y contornos constante para g′ en el plano de qSvS en función de MZ′ con qS = 3/2.

MZ′/g
′ & 55 TeV (estos límites se vuelven ligeramente más débiles una vez que se considera la

combinación de Planck + BAO + H0 [144], pero en tal caso, el límite de BBN a las abundancias
primordiales de los elementos ligeros dominaría [262]). En otras palabras, teniendo en cuenta que
MZ′/g

′ ≈ 3vS/2
6 tenemos que la escala de energía de la ruptura de simetría U(1)X debe ser al

menos ∼ 24 TeV (tenga en cuenta que U(1)X que tiene la relación MZ′/g
′ más baja presenta una

carga X l = −6/11 ≈ −1/2). Restricciones similares pueden ser aplicadas a todas las simetrías
gauge libre de anomalías U(1)X que extienden el SM con masas de neutrinos de Dirac, donde los
neutrinos derechos ligeros están asociados a la solución (−4,−4,+5) [69, 71, 86, 87, 179, 268]. Por
otro lado, es notable el hecho de que la próxima generación de experimentos del CMB [263–265]
tiene el potencial de sondear por completo todos los modelos no tan mínimos [269,270].

Con respecto a las búsquedas de colisionadores, la reutilización de los últimos resultados de
ATLAS para la búsqueda de resonancias de dileptones usando 139fb−1 [271] se realizó en la
Ref. [272] para el modelo U(1)B−L. La región verde (superior) en la Fig. 4.4 muestra la región
excluida en 95 %CL Para facilitar la comparación con otros resultados, mostramos la exclusión
como función deMZ′/g

′. En particular, el límite de LEP para el modelo U(1)B−L es [218,273,274]
7

MZ′/g
′ > 6,7 TeV , en 95 % C.L , (4.15)

que se obtiene de la búsqueda de operadores efectivos de cuatro leptones y es válido para MZ′ �
200GeV. Esta restricción corresponde a la región magenta (inferior) excluida de la Fig. 4.4 y
comienza a ser relevante para MZ′ > 5,8TeV.

La restricción de ∆Neff para U(1)B−L se muestra en la región azul (en el medio) y comienza a

6Debido a la restricción de LEP (ver más abajo) la mezcla entre el bosón Z′ y el bosón Z del SM es insignifi-
cante [218].

7La restricción como función de la carga X h = −1− l se da en la Ref. [275].

98



Capítulo 4. Generación de masa de neutrinos de Dirac a partir de mediadores de
Majorana

ser mejor que el límite de ATLAS actual para MZ′ & 4,8TeV. En la figura también mostramos los
contornos de g′ constantes a 0,01, 0,1 y 0,5 con las líneas continuas, discontinuas y discontinuas
punteadas respectivamente. Se puede ver que ∆Neff comienza a restringir g′ para valores mayores
que 0,1 en U(1)B−L. Se pueden obtener restricciones similares para los otros modelos citados en
la Fig. 4.3.

4.6. Conclusiones

El mecanismo detrás de la generación de masa de neutrinos y el carácter Dirac / Majorana de
los neutrinos masivos siguen siendo un enigma a pesar de la clara comprensión del fenómeno de
oscilación de neutrinos y los grandes esfuerzos experimentales detrás de la desintegración doble
beta sin neutrinos. Junto a esto, está el hecho de que no hay pistas sobre la naturaleza de la
partícula de DM y las propiedades del sector oscuro al que pertenece.

En vista de esto, se propuso un nuevo mecanismo para las masas de neutrinos de Dirac que,
haciendo uso de mediadores pesados de Majorana, generan masas distintas de cero a nivel de
un loop. El modelo presentado en este artículo es una realización a un loop del operador de
dimensión 6 LH̃νRS

2 y entra en la lista de modelos de seesaw tipo I radiativo de Dirac con
la característica novedosa de que involucra a mediadores de Majorana en lugar de mediadores
de Dirac. La naturaleza de Dirac de los neutrinos masivos está protegida por solo una simetría
gauge adicional U(1)X , que a su vez asegura la estabilidad de la partícula más ligera que media
en el diagrama de masas de neutrinos a un loop. De esta manera, el modelo ofrece de manera no
trivial una solución tanto a los rompecabezas de neutrinos como a los de DM. Además, hemos
demostrado que, más allá del modelo mínimo, surgen otros aspectos fenomenológicos interesantes
como posibles señales en colisionadores y nuevas contribuciones al número de especies extras
relativistas. En particular, el límite superior actual en ∆Neff informado por PLANCK apunta a
que la razón MZ′/g

′ & 40TeV. Los experimentos de fondo cósmico de microondas futuros pueden
probar todos los modelos no mínimos presentados aquí.
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Capítulo 5

Fenomenología del modelo Zee para neutrinos de Dirac e

interacciones generales de neutrinos

Este capítulo está basado en el trabajo publicado en Phys.Rev.D 104 (2021) 1, 015032
https://doi.org/10.1103/PhysRevD.104.015032

El modelo de Zee para los neutrinos de Dirac es uno de los modelos más simples que presenta
masas de neutrinos de Dirac a un loop. Las interacciones entre los nuevos escalares (dos campos con
una unidad de carga) y los neutrinos inducen interacciones generales de neutrinos (GNI, general
neutrino interactions) que, como generalización de las interacciones de neutrinos no estándar,
constituyen una herramienta adicional para verificar modelos más allá del SM como este. En este
trabajo, se considera una simetría gauge U(1)B−L como la responsable de la naturaleza de Dirac
de los neutrinos y el carácter radiativo de las masas de neutrinos. Se determina el espacio de
parámetros viable consistente con los datos de oscilación de neutrinos, desintegraciones leptónicas
raras y restricciones de colisionador. Además, se establecen las perspectivas experimentales más
relevantes con respecto a las búsquedas de violación de sabor de leptones y las GNI en futuros
experimentos de neutrinos solares.

5.1. Introducción

El mecanismo detrás de las masas de los neutrinos [38, 40] se mantiene, después de varias
décadas de investigación dedicada a la física de neutrinos, como uno de los enigmas no resueltos
del Modelo Estándar (SM). Además de esto, la pregunta aún por determinar de si los neutrinos son
diferentes de sus antipartículas [276] y la falta de pruebas de violación del sabor leptónico (LFV)
en el sector cargado [150, 151] hacen que el panorama sea aún más confuso. Afortunadamente,
el muy rico programa experimental en el sector de los leptones es sin duda bastante claro y
prometedor, como por ejemplo, debido a la entrada en funcionamiento durante la última década de
experimentos de oscilación de neutrinos como JUNO [277], DUNE [278], Hyper-Kamiokande [279],
entre otros, y el gran esfuerzo experimental en la búsqueda de LFV, en algunos casos, alcanzando
una mejora de sensitividad de varios órdenes de magnitud [152–157].

La forma más sencilla de generar masas de neutrinos es agregar al espectro del SM tres
neutrinos derechos, νRi, acoplados al Higgs del SM mediante un término en el Lagrangiano co-
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mo [230–233,280]

L4ν = yDL H̃νR + h.c. , (5.1)

con L el doblete de leptones, H el doblete de Higgs del SM y yD es la matriz de acoplamientos
de Yukawas para los neutrinos. Dado que después de la ruptura de la simetría electrodébil (y
asumiendo la conservación del número de leptones) tal término conduce a masas de Dirac para
los neutrinos en la escala de sub-eV para |yD| . 10−13, la explicación de la pequeñez de la escala
de masa de neutrinos no queda aún establecida. Una salida a este dilema puede ser prohibir L4ν

imponiendo una simetría local U(1)B−L pero generarla a nivel de un loop mediante el operador
de dimensión 5 [86,87,92]

L5ν = y′DL H̃νR S + h.c. , (5.2)

siendo S el campo escalar singlete responsable de la ruptura de la simetría B − L. De la gran
variedad de modelos de neutrinos de Dirac a un loop 1 el que incluye solo dos escalares singletes
cargados (y tres neutrinos derechos singletes) [93,224,281] puede considerarse como el más simple;
se le nombra como el modelo de Zee para neutrinos de Dirac.

En este trabajo se considera el modelo de Zee para neutrinos de Dirac con una simetría B−L,
una realización obtenida siguiendo el enfoque discutido en las Refs. [83, 86, 87, 95]. Gracias a
esta nueva simetría, es posible prohibir la contribución a nivel árbol de L5ν sin ninguna simetría
ad-hoc adicional 2. Como ocurre en el modelo de Zee original [282, 283], las masas de neutrinos
se generan a un loop con los leptones cargados del SM corriendo dentro del loop, que se cierra
gracias a un término de interacción trilineal entre los escalares cargados y el campo de Higgs.
Ambos singletes cargados no solo dan lugar a procesos de LFV y pueden dejar señales en el
LHC, sino que también inducen interacciones generales de neutrinos (GNI) [284–286]. En este
trabajo se determina el espacio de parámetros viable consistente con los observables de oscilación
de neutrinos, restricciones de LFV y LHC, y estableceremos las perspectivas experimentales más
relevantes con respecto a búsquedas de LFV y GNI en futuros experimentos de neutrinos solares.

El resto del capítulo está organizado de la siguiente manera. En la sección 5.2 se presenta el
modelo y se discute la generación de masa de neutrinos, los procesos de LFV y las señales en el
LHC. En la sección 5.3 se deducen las expresiones para las interacciones generales de neutrinos, y
el análisis fenomenológico se presenta en la sección 5.4. Finalmente, en la sección 5.5 se exponen
las conclusiones.

5.2. El modelo

La realización del modelo de Zee de Dirac a través de una simetría gauge U(1)B−L y sin nuevos
fermiones adicionales, además de los tres neutrinos derechos νRj requiere la introducción de dos
escalares bajo SU(2)L cargados, σ±1 y σ±2 , y los dos campos bosónicos asociados a la nueva simetría:

1Para una revisión reciente, ver la Ref. [174].
2Observe que en las Refs. [224,281] tal contribución está prohibida por una simetría Z2 suavemente rota.
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Z ′µ y S como bosón gauge y escalar responsable de la ruptura de la simetría, respectivamente3. El
nuevo contenido de partículas se resume en la Tabla 5.1, donde la asignación de cargas para los
leptones y los neutrinos derechos garantizan una cancelación exitosa de las anomalías [69, 290] y
protege la naturaleza de Dirac de los neutrinos.

El Lagrangiano más general contiene los siguientes términos de Yukawa

−L ⊃ fαβLcαLβσ
+
1 + hβj`

c
RβνRjσ

+
2 + h.c. , (5.3)

donde Lα y `Rα son el doblete y singlete de leptones del SM, respectivamente, c es el operador de
conjugación de carga, fαβ y hβj son matrices de 3× 3 en el espacio de sabor, y α, β = 1, 2, 3 son
índices de familias.

El acoplamiento f es una matriz real antisimétrica 4 Mientras que todos los valores distintos de
cero de los acoplamientos hβj son complejos en general. Tenga en cuenta que hay tres acoplamientos
que desaparecen porque la asignación del número leptónico (L) del neutrino derecho de carga L
igual a −5: νR3 (νR1) para el caso de una jerarquía normal (invertida) de masas de neutrinos5. Este
fermión quiral sin masa, puede contribuir al número efectivo de grados relativistas de libertad,N eff,
en el universo temprano [87, 92], o se vuelve masivo y puede ser un buen candidato a la materia
oscura de Majorana después de la introducción de un escalar singlete adicional, S′, de carga L
−10 [69, 92]. En el último caso, la contribución adicional a N eff proviene del bosón Goldstone
asociado a la parte imaginaria del campo escalar singlete complejo S′ [92]. La introducción de
campos extra escalares conduce al siguiente potencial escalar

V(H,S, σ1, σ2) =µ2
HH

†H + λH(H†H)2 + µ2
SS
†S + λS(S†S)2 + µ2

1|σ+
1 |2 + µ2

2|σ+
2 |2

+ [µ3σ
+
1 σ
−
2 S + h.c.] + λ1|σ+

1 |4 + λ2|σ+
2 |4 + λ3(H†H)(S†S) + λ4|σ+

1 |2|σ+
2 |2

+ λ5(H†H)|σ+
1 |2 + λ6(H†H)|σ+

2 |2 + λ7(S†S)|σ+
1 |2 + λ8(S†S)|σ+

2 |2 . (5.4)

Se supone que µ2
H < 0 y µ2

S < 0 y Im(µ3) = 0. Además, se asume λ3 � 1 de manera que los
escalares S y H no se mezclan, lo que permite identificar la partícula escalar CP par en H como
el bosón de Higgs del SM. Para establecer el espectro escalar, se expanden los campos escalares
como

H =




0

1√
2
(h+ vH)



, S =

1√
2

(SR + vS) ,

con vH = 246,22 GeV. De los diez grados de libertad escalares originales del modelo, los bosones
gaugeW±, Z0 y Z ′ absorben cuatro de ellos. Por lo tanto, el espectro escalar contiene dos estados

3Si la ruptura espontanea de simetría está asociada a una transición fuerte de fase de primer orden con la
transmisión subsiguiente de ondas gravitacionales, puede ser posible probar este modelo en los experimentos de
ondas gravitacionales planificados (ver Refs. [287–289] para estudios relacionados).

4Observe que al realizar una redefinición de campo en σ1 es posible hacer que uno de esos acoplamientos sea
real.

5Si solo se agrega un escalar cargado, los neutrinos derechos e izquierdos tendrían la misma carga bajo la simetría
B − L, lo que representa que el término de Yukawa L̄αH̃νRj sea permitido.
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Símbolos (SU(2)L, U(1)Y ) L Espín

L (2,−1/2) −1 1/2

H (2, 1/2) 0 0

`R (1, 1) −1 1/2

νR i,j (1, 0) 4 1/2

νRk (1, 0) −5 1/2

S (1, 0) 3 0

σ+
1 (1, 1) 2 0

σ+
2 (1, 1) 5 0

Cuadro 5.1: Contenido de partículas con los números cuánticos electrodébiles y U(1)B−L. i =
1, j = 2, k = 3 (i = 3, j = 2, k = 1) correspondiente a la jerarquía de masa de neutrinos normal
(invertido).

pares de CP neutros (h y SR) y dos escalares cargados (s±1 y s±2 ). Los estados propios de masa
para los nuevos escalares cargados se definen mediante el ángulo de mezcla ϕ como




s±1

s±2




=




cosϕ − sinϕ

sinϕ cosϕ







σ±1

σ±2



, (5.5)

donde el ángulo de mezcla viene dado por sin(2ϕ) =
√

2µ3vS/(m
2
s2 − m2

s1). Definiendo m2
σ1 =

µ2
1 + λ5/2v

2
H + λ7/2v

2
S , m

2
σ2 = µ2

2 + λ6/2v
2
H + λ8/2v

2
S , sus masas toman la forma

m2
s1,s2 =

1

2

(
m2
σ2 +m2

σ1 ∓
√

(m2
σ2 −m2

σ1)2 + 8µ2
3v

2
S

)
, (5.6)

siendo s±1 el más ligero. Dado que el efecto de λ5,6,7,8 enm2
σi se puede absorber al volver a reescalar

los parámetros µ2
i , de ahora en adelante se asumirá que λ5,6,7,8 � 1.

5.2.1. Masas de neutrinos radiativos

La interacción de los nuevos acoplamientos de Yukawa y el acoplamiento trilineal µ3 genera
masas de neutrinos de Dirac a nivel de un loop como se muestra en la Fig. 5.1. La expresión de la
matriz de masa correspondiente se puede escribir como
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νL νR

σ2σ1

S

H

ℓL ℓR

Figura 5.1: Flujo de carga B-L en el diagrama a un loop que conduce a las masas de neutrinos de
Dirac.

[Mν ]αi = κ[fT ]αβ[M`]ββhβi, (5.7)

donde M` es la matriz de masa diagonal de los leptones cargados y

κ =
sin(2ϕ)

16π2
ln
m2
s2

m2
s1

. (5.8)

Mν está diagonalizado por la transformación biunitaria

(
U

(ν)
L

)†
MνU

(ν)
R = M diag

ν = diag(mν1 ,mν2 ,mν3) , (5.9)

donde U (ν)
R y U (ν)

L son matrices de rotación 3× 3 asociadas a los neutrinos derechos e izquierdos,
respectivamente. Suponiendo que U (ν)

R = 1 la matriz de mezcla de leptones toma la forma

UPMNS = U
(ν)
L . (5.10)

Debido al carácter antisimétrico de la matriz de acoplamiento de Yukawa f , un estado de neutrino
permanece sin masa, y de la Ec. (5.7) se pueden expresar seis de los nueve acoplamientos de Yukawa
distintos de cero en términos de los observables de oscilación de neutrinos, las masas de los leptones
cargados y los escalares. Las expresiones para los acoplamientos distintos de cero en el caso de
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una jerarquía de masa de neutrinos normal son:

h22 = −(U13U32 − U12U33) (f13h12κme −m2U32)

f13κ (U23U32 − U22U33)mµ
, (5.11)

h23 =
(U12U33 − U13U32) (f13h13κme −m3U33)

f13κ (U23U32 − U22U33)mµ
, (5.12)

h32 =
f13h12κme(U13U22 − U12U23) +m2U22(−U13U32 + U12U33)

f13κ (U23U32 − U22U33)mτ
, (5.13)

h33 =
f13h13κme(U13U22 − U12U23) +m3U23(−U13U32 + U12U33)

f13κ (U23U32 − U22U33)mτ
, (5.14)

f12 =
f13 (U13U22 − U12U23)

U13U32 − U12U33
, (5.15)

f23 =
f13 (U23U32 − U22U33)

U13U32 − U12U33
, (5.16)

con Uij = (UPMNS)ij , m2 =
√

∆m2
sol y m3 =

√
∆m2

atm. Las expresiones para el caso de la
jerarquía de masas de neutrinos invertidas (IH) son:

h22 =
(U11U32 − U12U31) (f13h12κme −m2U32)

f13κ (U22U31 − U21U32)mµ
, (5.17)

h32 =
f13h12κme(U12U21 − U11U22) +m2U22(−U12U31 + U11U32)

f13κ (U22U31 − U21U32)mτ
, (5.18)

h21 = −(U12U31 − U11U32) (f13h11κme −m1U31)

f13κ (U22U31 − U21U32)mµ
, (5.19)

h31 =
f13h11κme(U12U21 − U11U22) +m1U21(−U12U31 + U11U32)

f13κ (U22U31 − U21U32)mτ
, (5.20)

f12 =
f13 (U12U21 − U11U22)

U12U31 − U11U32
, (5.21)

f23 =
f13 (U22U31 − U21U32)

U12U31 − U11U32
, (5.22)

con m1 =
√

∆m2
atm y m2 =

√
∆m2

sol + ∆m2
atm. Insertando los mejores valores de ajuste [291]

para los ángulos de mezcla y las diferencias de masa al cuadrado junto con δCP = π(0) para un
NH (IH), los acoplamientos no libres fαβ muestran una jerarquía leve,

f12 ≈ 1,81f13, f23 ≈ 2,93f13, para NH; (5.23)

f12 ≈ −0,88f13, f23 ≈ −0,20f13, para IH. (5.24)

Por otro lado, a partir de las expresiones para los acoplamientos de Yukawa hβi no libres se
esperaría que los asociados al τ (h3i) estén suprimidos en comparación con los asociados al muón
(h2i), y estos a su vez suprimidos en comparación con los parámetros hβi libres (h12 y h13 para NH
y h11 y h12 para IH). Se presenta el punto de referencia ms1 = ms2/2 = 300 GeV, sin(2ϕ) = 0,5,
f13 = 0,01 y h12 = h13 = 0,1 (h11 = h12 = 0,1) en conjunto con los valores anteriores, los
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Figura 5.2: Diagrama de Feynman para los decaimiento raros `i → `j ¯̀j`j.

acoplamientos hβi no libres se convierten en

h22 ≈ −0,00027, h23 ≈ −0,00027, h32 ≈ 0,00001, h33 ≈ 0,00001,

f12 ≈ 0,00738, f23 ≈ 0,01761, para NH; (5.25)

h22 ≈ 0,00243, h32 ≈ 0,00013, h21 ≈ 0,00238, h31 ≈ 0,00012,

f12 ≈ −0,00876, f23 ≈ −0,00202, para IH. (5.26)

Estos resultados ilustran la fuerte jerarquía presente en los acoplamientos hβi.

Aquí se hace un comentario sobre la fase de CP leptónica, δCP. Dado que solo uno de los
acoplamiento de Yukawa fij , por ejemplo f13, se puede convertir en real, se deduce de la expresión
para f12 y f23 que se conserva la simetría CP en el sector de neutrinos solo en el escenario cuando
esos acoplamientos son reales. Es decir, tal escenario exige que la fase de Dirac necesariamente tome
los valores δCP = 0, π. Este escenario concuerda en gran medida con el análisis más reciente [48,
291] que da un mejor ajuste para la fase compleja cercana a δCP = π para una jerarquía normal
(NH), mientras que δCP = 0 se permite marginalmente dentro del rango de 3σ para una jerarquía
invertida (IH). Esto, a su vez, hace que dicho escenario sea falsable en los próximos experimentos
de neutrinos como DUNE [278] e Hyper-Kamiokande [279].

5.2.2. Procesos de LFV

Las mismas interacciones de Yukawa involucradas en la generación de masa de neutrinos
también inducen procesos de violación del sabor leptónico cargados como `i → `jγ, `i → 3`j y
conversión de µ − e en núcleos. En este modelo, dichos procesos se generan a nivel de un loop y
están mediados por los escalares cargados s±k y los neutrinos. Las expresiones para los branching
B(`i → `jγ) están dadas por

B(µ→ eγ) =
αeBr(µ→ eνµν̄e)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f13|2|f23|2 + C2
ϕ21(|h12h22 + h13h23|2)

]
, (5.27)

B(τ → eγ) =
αeBr(τ → eντ ν̄e)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f12|2|f23|2 + C2
ϕ21(|h12h32 + h13h33|2)

]
, (5.28)

B(τ → µγ) =
αeBr(τ → µντ ν̄µ)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f12|2|f13|2 + C2
ϕ21(|h22h32 + h23h33|2)

]
, (5.29)
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para el caso de NH, y

B(µ→ eγ) =
αeBr(µ→ eνµν̄e)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f13|2|f23|2 + C2
ϕ21(|h11h21 + h12h22|2)

]
, (5.30)

B(τ → eγ) =
αeBr(τ → eντ ν̄e)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f12|2|f23|2 + C2
ϕ21(|h11h31 + h12h32|2)

]
, (5.31)

B(τ → µγ) =
αeBr(τ → µντ ν̄µ)

768πG2
F

[
16C2

ϕ12|f12|2|f13|2 + C2
ϕ21(|h21h31 + h22h32|2)

]
, (5.32)

para IH. Aquí se ha definido Cϕij = cosϕ2/m2
si + sinϕ2/m2

sj . Observe que, a diferencia de las
masas de neutrinos, estos branching no son suprimidas por el ángulo de mezcla escalar ϕ, como se
esperaba ya que las desintegraciones raras `i → `jγ no dependen de la masividad de los neutrinos.

Respecto a los procesos `i → `j ¯̀
j`j , existen dos diagramas principales (ver Fig. 5.2) que con-

tribuyen a la amplitud total: el fotón y el Z para los diagramas de pingüinos (panel izquierdo)
y diagrama de caja (panel derecho). La contribución del diagrama del pingüino de Higgs es sub-
dominante debido a la supresión proveniente de los acoplamientos de Yukawa asociados a las dos
primeras familias de leptones cargados (la contribución de los procesos que involucran leptones
tau no es despreciable pero los límites correspondientes son menos restrictivos) mientras que la
contribución del pingüino para Z ′ también es subdominante debido a la gran de masa del bosón
gauge Z ′ requerida para superar el límite inferior del LHC (ver la siguiente sección). Los diagramas
de conversión µ − e se obtienen cuando el par de líneas de leptones adjuntas al fotón y al bosón
Z en los diagramas de pingüino se reemplazan por un par de líneas de quark 6. Se calculan las
amplitudes correspondientes para los procesos `i → `j ¯̀j`j , `i → `j ¯̀k`k y µ−e utilizando el código
FlavorKit [292].

Finalmente, al realizar nuestro análisis numérico en la sección 5.4, consideraremos los límites
experimentales actuales y sus expectativas futuras que se muestran en la Tabla 5.2.

5.2.3. LHC observables

Las búsquedas del LHC de bosones gauge neutrales adicionales han generado restricciones
estrictas sobre la fracción de la masa del Z ′ al acoplamiento gauge, MZ′/g

′. La reinterpreta-
ción [272] de los últimos resultados de ATLAS para la búsqueda de resonancias de dileptones
usando 139 fb−1 [271] para el modelo U(1)B−L da MZ′ & 5 TeV para g′ ∼ 0,1. Recordemos que la
masa del bosón Z ′ está dada por MZ′ = 3g′vS , que a su vez implica vS & 17 TeV para g′ ∼ 0,1.

Con respecto a las restricciones de colisionador en el escalar cargado s±1 , su principal mecanismo
de producción en el LHC para acoplamientos de Yukawa pequeños e intermedios (fαβ , hβi . 0,1)
es a través de procesos de Drell-Yan. Las desintegraciones subsiguientes en un leptón y un neutrino
involucran precisamente estas interacciones de Yukawa 7.

Las expresiones para el ancho de decaimiento de los procesos Γ(s1 → `
∑

i νi) ≡ Γ(s1 → `ν)

6Los diagramas de pingüino de Higgs se suprimen nuevamente, en este caso por los acoplamientos Yukawa de
quarks ligeros.

7Observe que las desintegraciones que involucran bosones gauge no están presentes.
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Observables Restricciones actuales Sensitividad futura

B(µ→ eγ) 4,2× 10−13 6,3× 10−14

B(τ → eγ) 3,3× 10−8 3× 10−9

B(τ → µγ) 4,4× 10−8 3× 10−9

B(µ→ eee) 1,0× 10−12 10−16

B(τ → eee) 2,7× 10−8 3× 10−9

B(τ → µµµ) 2,1× 10−8 10−9

B(τ → eµµ) 2,7× 10−8 −

B(τ → µee) 1,8× 10−8 −

Rµe(Ti) 4,3× 10−12 10−18

Rµe(Au) 7,3× 10−13 −

Cuadro 5.2: Restricciones actuales [158–165] y sensitividades futuras [152–154, 166] para los ob-
servables de LFV cargados.

para NH están dadas por

Γ(s1 → eν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f12|2 + |f13|2) + sinϕ2(|h12|2 + |h13|2)

)
, (5.33)

Γ(s1 → µν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f12|2 + |f23|2) + sinϕ2(|h22|2 + |h23|2)

)
(5.34)

Γ(s1 → τν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f13|2 + |f23|2) + sinϕ2(|h32|2 + |h33|2)

)
, (5.35)

mientras que para IH son

Γ(s1 → eν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f12|2 + |f13|2) + sinϕ2(|h11|2 + |h12|2)

)
, (5.36)

Γ(s1 → µν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f12|2 + |f23|2) + sinϕ2(|h21|2 + |h22|2)

)
, (5.37)

Γ(s1 → τν) =
ms1

16π

(
4 cosϕ2(|f13|2 + |f23|2) + sinϕ2(|h31|2 + |h32|2)

)
. (5.38)

Estas desintegraciones leptónicas directas conducen a señales en colisionadores con dileptones más
el momento transversal faltante de acuerdo a

pp→ γ∗/Z∗ → s+
1 s
−
1 → `+i `

−
j νν. (5.39)
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Tal señal es análoga a la de la producción electrodébil de sleptones en el contexto de escena-
rios supersimétricos simplificados [293, 294]. Asumiendo un branching del 100% en ` = e, µ y
una luminosidad integrada de 139 fb−1 ATLAS ha establecido límites superiores en las secciones
transversales de producción de pares de slepton en una forma en que las masas de los sleptones
derechos se excluyen hasta 420 GeV para neutralinos sin masa [293]. Se reutilizó la sección trans-
versal excluida para la producción de pares de leptones en la Ref. [295], la cual permite excluir
los escalares cargados que son singletes bajo SU(2)L que se desintegran en un leptón más un neu-
trino con masas superiores a 200 GeV (o incluso más en algunos casos). Además, el análisis de la
Ref. [296] 8 mostró que los escalares cargados con masas por debajo de 500 GeV que se desintegran
principalmente en electrones y muones pueden ser excluidos en la fase de alta luminosidad del
LHC.

Por otro lado, la producción de escalares cargados también puede tener lugar (para acoplamien-
tos de Yukawa grandes) a través de la radiación de una pata externa leptónica en los diagramas
del canal s con un bosón gauge (γ, Z o W ). Las señales de colisionador para estas topologías son
uno, dos o tres leptones más el momento transversal faltante. Con respecto al estado final con
tres leptones (e o µ), una modificación de [298] de las búsquedas de trileptones en ATLAS [299]
excluyen los escalares cargados que no decaen en taus con masas ∼ 190 GeV y acoplamientos de
Yukawa del O(1).

5.3. Interacciones generales de neutrinos en el modelo de Zee Di-
rac

Las interacciones hβi y fαβ también inducen nuevas interacciones efectivas de cuatro fermiones
entre neutrinos y leptones cargados con todas las estructuras invariantes de Lorentz: escalar (S),
pseudoescalar ( P ), vectorial (V ), vectorial axial (A) y tensorial (T ) 9. Estas nuevas interacciones
pueden modificar la perspectiva del SM de la dispersión elástica neutrino-electrón y, por lo tanto,
restringirse [285, 286, 300] mediante el uso de los resultados del experimento de neutrinos solares
como Borexino [301], TEXONO [302] y CHARM-II [303].

El Lagrangiano efectivo más general que describe las GNI se puede escribir como 10

L =
GF√

2

∑

a=S,P,V,A,T

(ναΓaνβ)
[
`Γa

(
εaαβ + ε̃aαβi

aγ5
)
`
]
, (5.40)

donde {ΓS ,ΓP ,ΓV ,ΓA,ΓT } ≡ {I, iγ5, γµ, γµγ5, σµν}, {iS , iP , iV , iA, iT } ≡ {i, i, 1, 1, i} y GF es la
constante de Fermi. Las matrices 3× 3 ε y ε̃ las cuales se asumen que son reales, parametrizan las
desviaciones del resultado del SM.

Por otro lado, el Lagrangiano de cuatro fermiones efectivo para las contribuciones a las GNI

8Ver Ref. [297] para un trabajo anterior.
9También hay interacciones efectivas de cuatro fermiones mediadas por el bosón Z′, sin embargo, son fuertemente

suprimidos por MZ′
10Seguimos de cerca la notación introducida en Ref. [285]
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GNI Límite actual Sensitividad proyectada

εVee [−0,12, 0,08] [−0,016, 0,016]

εAee [−0,13, 0,07] [−0,016, 0,016]

ε̃Vee [−0,07, 0,13] [−0,016, 0,016]

ε̃Aee [−0,08, 0,13] [−0,016, 0,016]

εVµµ/ε
V
ττ [−0,22, 0,08] [−0,1, 0,1]

εAµµ/ε
A
ττ [−0,08, 0,08] [−0,03, 0,03]

ε̃Vµµ/ε̃
V
ττ [−0,09, 0,08] [−0,04, 0,04]

ε̃Aµµ/ε̃
A
ττ [−0,90, 0,22] [−0,1, 0,1]

εSµµ/ε
S
ττ [−0,83, 0,83] [−0,5, 0,5]

εPµµ/ε
P
ττ [−0,83, 0,83] [−1,22, 1,22]

εTµµ/ε
T
ττ [−0,15, 0,15] [−0,1, 0,1]

Cuadro 5.3: Restricciones actuales y sensitividad proyectada para GNI [285].

en el modelo actual viene dado por

L eff =− 2fαρf
∗
βσ[(`βγ

µPL`α)(νσγµPLνρ)]Cφ12 −
1

2
hαρh

∗
βσ[(`βγ

µPR`α)(νσγµPRνρ)]Cφ21

+ fαρh
∗
βσ

[
(`βPL`α)(νσPLνρ)−

1

4
(`βσ

µνPL`α)(νσσµνPLνρ)

]
Dφ12

+ f∗βσhαρ

[
(`βPR`α)(νσPRνρ)−

1

4
(`βσ

µνPR`α)(νσσµνPRνρ)

]
Dφ12, (5.41)

donde Dϕij = cosϕ sinϕ(1/m2
sj−1/m2

si). De ello se deduce que los factores de la segunda y tercera
líneas de la expresión anterior se suprimen para un ángulo de mezcla escalar pequeño, mientras
que los dos factores de la primera línea se suprimen para los acoplamientos pequeños de Yukawa
correspondientemente. Las expresiones generales para los GNI se calculan en el anexo D. Para los
neutrinos electrónicos σ = ρ = e se tiene que las GNI son las siguientes

εVee = ε̃Vee = εAee = ε̃Aee = −
√

2

8GF
|h11|2Cϕ21, (5.42)

εSee = ε̃See = εPee = ε̃Pee = εTee = ε̃Tee = 0. (5.43)
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Figura 5.3: Interacción general de neutrinos para el caso de IH.

Observe que todas las GNI asociadas a los neutrinos electrónicos para el NH son cero siempre y
cuando hi1 = 0. Para los neutrinos muónicos σ = ρ = µ se sigue que

εVµµ = εAµµ = −
√

2

8GF
(|h12|2Cφ21 + 4|f12|2Cϕ12), (5.44)

ε̃Vµµ = ε̃Aµµ = −
√

2

8GF
(|h12|2Cϕ21 − 4|f12|2Cϕ12), (5.45)

εSµµ = −εPµµ = −4εTµµ =

√
2Dϕ12

4GF
(f12h

∗
12 + f∗12h12), (5.46)

ε̃Sµµ = −ε̃Pµµ = −4ε̃Tµµ =
i
√

2Dφ12

4GF
(f12h

∗
12 − f∗12h12). (5.47)

112



Capítulo 5. Fenomenología del modelo Zee para neutrinos de Dirac e interacciones
generales de neutrinos

Para el caso de los neutrinos tau σ = ρ = τ las GNI son

εVττ = εAττ = −
√

2

8GF
(|h13|2Cϕ21 + 4|f13|2Cϕ12), (5.48)

ε̃Vττ = ε̃Aττ = −
√

2

8GF
(|h13|2Cϕ21 − 4|f13|2Cϕ12), (5.49)

εSττ = −εPττ = −4εTττ =

√
2Dϕ12

4GF
(f13h

∗
13 + f∗13h13), (5.50)

ε̃Sττ = −ε̃Pττ = −4ε̃Tττ =
i
√

2Dφ12

4GF
(f13h

∗
13 − f∗13h13). (5.51)

Debido a que hi3 = 0 en la jerarquía invertida de masas de neutrinos, las GNI se reducen a

εVττ = εAττ = −ε̃Vττ = −ε̃Aττ = −
√

2

2GF
|f13|2Cϕ12, (5.52)

εSττ = εPττ = εTττ = ε̃Sττ = ε̃Pττ = ε̃Tττ = 0. (5.53)

Al utilizar los resultados de Borexino, los autores en la Ref. [285] han derivado con un 90% C.L.
las restricciones en las interacciones generales de neutrinos para todos los sabores de neutrinos.
Los límites más restrictivos que se aplican al modelo actual se muestran en la Tabla 5.3.

5.4. Resultados y discusión

Se ha realizado un escaneo aleatorio para cada jerarquía de masas de neutrinos, variando solo
un subconjunto de los parámetros libres del modelo con el objetivo de simplificar el análisis. El
conjunto de parámetros libres del modelo relevantes para nuestro análisis se ha variado como

10−5 ≤ |f13| ≤ 3 ;

0,1 ≤ |h12, h13(h11, h12)| ≤ 3 ;

10−6 ≤ ϕ ≤ π/2 ;

80 GeV ≤ ms1 ≤ 500 GeV ;ms2 = [ms1 , 1000 GeV]. (5.54)

La magnitud de los acoplamientos de Yukawa no libres están restringidas dentro del rango [10−5, 3],
y los otros parámetros del potencial escalar se fijaron como λi = 10−4, i = 1, ..., 8. Los parámetros
del nuevo bosón gauge se establecen en MZ′ = 6 TeV y g′ = 0,5 de tal manera que υS = 4 TeV.11

En este análisis numérico, todos los puntos de referencia viables satisfacen los datos de oscilación
de neutrinos actuales dentro del nivel de 3σ [48], tanto para jerarquías invertidas como normales,
con δCP = π(0) para un NH (IH). Asimismo, satisfacen los límites superiores de LFV reportados
en la Tabla 5.2 y las restricciones de GNI en la Tabla 5.3. Finalmente, se imponen los límites
de colisionadores al escalar cargado que proviene de búsquedas de estados finales con un par de
leptones con carga opuesta (e−e+ y µ−µ+) y energía transversal faltante [295]. Para obtener el
espectro de partículas y los observables de baja energía, se ha utilizado SPheno [304, 305] y el
FlavorKit [292] de SARAH [227,306].

11Con estos valores se deduce que µ3 < 200GeV, para obtener escalares cargados por debajo de la escala de masa
de 1 TeV.
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Figura 5.4: Interacción general de neutrinos para el caso de NH.

En la Fig. 5.3 (5.4) se muestran los resultados de las interacciones generales de neutrinos
asumiendo una jerarquía de masa de neutrinos invertida (normal), y la sensitividad futura (linea
discontinua) que se puede alcanzar en futuros experimentos de neutrinos solares [285], con la barra
de color denotando la masa del escalar cargado más pesado. Solo se muestran los resultados para
los parámetros ε̃Vee, ε̃Vµµ, εVee y εAµµ (ε̃Vµµ, ε̃Vττ , εAµµ y εAττ ), ya que son los que tienen las restricciones
más apreciables para sensitividades en los experimentos futuros. Como era de esperar, cuanto
más pesado sea el s±2 , menor será la intensidad de las interacciones generales de neutrinos. La
correlación entre los procesos de LFV más restringidos B(µ → eγ), B(µ → eγ) y µ − e conver-
sión, se muestra en los paneles superiores de la Fig. 5.5. Las perspectivas correspondientes para
las sensitividades futuras (líneas discontinuas y punteadas) señalan que se explorará una gran
parte del espacio de parámetros. Por otro lado, los límites actuales imponen restricciones leves
sobre los acoplamientos de Yukawa, en particular B(µ → eγ) establece que f13 está restringido
a valores menores a 0,04 . Además, las búsquedas futuras de estos procesos restringen el valor de
f13 alrededor de 10−3. Finalmente, la Fig. 5.6 muestra los resultados de la búsqueda de escalares
cargados en el LHC. Los límites actuales imponen que la masa del escalar más ligero debe ser
mayor que ∼ 260 GeV y ∼ 300 GeV para la jerarquía normal e inversa, respectivamente [295]. La
línea discontinua muestra los límites de exclusión futuros para una luminosidad integrada de 300
fb−1 y la línea continua para 3 ab−1 [296]. Nótese que, en principio, es posible explorar todo el
espacio de parámetros en la fase de alta luminosidad del LHC.
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Capítulo 5. Fenomenología del modelo Zee para neutrinos de Dirac e interacciones
generales de neutrinos

10-20 10-19 10-18 10-17 10-16 10-15 10-14 10-13

Br(µ→3e)

10-20

10-19

10-18

10-17

10-16

10-15

10-14

R
µ
e
(T

i)

10-18

10-17

10-16

10-15

10-14

10-13

B
r(
µ
→
eγ

)

10-21 10-20 10-19 10-18 10-17 10-16 10-15 10-14 10-13

Br(µ→3e)

10-21

10-20

10-19

10-18

10-17

10-16

10-15

10-14

R
µ
e
(T

i)

10-19

10-18

10-17

10-16

10-15

10-14

10-13

B
r(
µ
→
eγ

)

Figura 5.5: Procesos de LFV para IH (izquierda) y NH (derecha). Las líneas punteadas y dis-
continuas representan el límite de sensitividad esperado para las búsquedas futuras de Rµe(Ti) y
B(µ→ 3e), respectivamente.
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Figura 5.6: Regiones de exclusión proyectado para el branching de desintegración de s±1 en elec-
trones y muones con luminosidades de 300 fb−1 (línea discontinua) y 3 ab−1 (línea continua)
para IH (izquierda) y NH (derecha). Los puntos rojos están dentro de la sensitividad futura de los
experimentos de LFV (ver Fig. 5.5).

5.5. Conclusiones

El modelo más simple que conduce a masas de neutrinos de Dirac a nivel de un loop se obtiene
agregando un par de escalares cargados al SM junto con tres neutrinos derechos. En este trabajo
se asume que la naturaleza de Dirac de los neutrinos está protegida por sólo una simetría gauge
adicional U(1)B−L, con las anomalías canceladas por los leptones del SM y los tres neutrinos
derechos. Se estudian las características fenomenológicas más interesantes del modelo, como la
generación de masa de neutrinos, los procesos de LFV en el sector cargado y las señales en el
LHC asociados a los escalares cargados y el nuevo bosón gauge de B − L. Además, se reportan
las expresiones para las interacciones generales neutrino-electrón e identificamos las regiones del
espacio de parámetros que pueden explorarse en futuros experimentos de neutrinos solares. Sor-
prendentemente, las búsquedas futuras de escalares cargados en el LHC sondearán todo el espacio
de parámetros considerado en este análisis.

115





Capítulo 6

Conclusiones

Si los neutrinos son partículas de Dirac es necesario agregar nuevas partículas al SM, además
es necesario tener una nueva simetría que garantice esto. Si la simetría adicional es una simetría
gauge es necesario que todos los fermiones adicionales tengan cargas bajo esta nueva simetría, tales
que, se cumplan las condiciones de cancelación de anomalías. Este trabajo se enfoca en simetrías
oscuras U(1)D y simetrías activas U(1)X , especialmente U(1)B−L. Para simplificar las condiciones
de anomalías, los campos adicionales al SM son singletes y en el caso de ser multipletes se agregan
vector-like. Para el caso de una simetría activa U(1)B−L se muestran las soluciones mínimas que
permiten masas de neutrinos de Dirac a un loop y/o candidatos de materia oscura estables.

En este trabajo se lograron encontrar un conjunto de 32 y 34 conjuntos de cargas que realizan
el operador efectivo para masas de neutrinos de Dirac a un loop para las dimensiones 5 y 6,
respectivamente. El enfoque principal de este trabajo son los modelos escotogénicos, en estos los
candidatos de DM fluyen en el loop. Cada uno de los modelos tiene predicciones fenomenológicas
específicas.

Una de las implicaciones más generales para los modelos es la presencia de partículas sin masa.
Este hecho puede contribuir a los grados relativistas de libertad ∆Neff en el universo temprano.
También es posible que dichas partículas adquieran masas gracias un escalar singlete extra, con-
virtiéndose en candidatos independientes de DM. La ventaja del método acá propuesto es que se
puede aplicar fácilmente para encontrar el conjunto completo de soluciones libres de anomalías a
problemas fenomenológicos bien definidos.

Como novedad de este trabajo se presenta un nuevo modelo que genera masas de neutrinos
de Dirac con mediadores de Majorana, el cual no había sido presentado en la literatura hasta el
momento de su publicación. En este modelo la simetría que asegura la naturaleza de Dirac de los
neutrinos y estabiliza la materia oscura es una única simetría gauge adicional oscura U(1)D para
los modelos mínimos o activa U(1)X para los modelos con fermiones vector-like. El modelo mínimo
corresponde con la primera solución listada en la tabla 2.2. Para este modelo también se demuestra,
que más allá del modelo mínimo, surgen otros aspectos fenomenológicos interesantes como posibles
señales en colisionadores y nuevas contribuciones al número de especies extra relativistas. Estas
nuevas implicaciones en el modelo permiten testearlo. Además, permiten establecer cuál es el
espacio de parámetros permitidos por las restricciones actuales. En particular, el límite superior
actual en ∆Neff informado por PLANCK apunta a grandes proporciones MZ′/g

′ & 40TeV. En
el futuro es posible probar los modelos no mínimos mediante los experimentos de fondo cósmico
de microondas. Igualmente, se establecen restricciones en los parámetros del modelo mediante los
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valores experimentales de física de neutrinos y procesos de LFV en el sector cargado, inducidos
por las nuevas partículas del modelo.

Para finalizar se muestra que la manera más simple de generar masas de neutrinos de Dirac a
nivel de un loop es agregando, además de los neutrinos derechos, dos escalares cargados. Este es el
modelo más simple encontrado en el capítulo 3. Para garantizar que los neutrinos sean partículas
de Dirac se adiciona una simetría gauge U(1)B−L, donde las anomalías se cancelan mediante los
leptones del SM y los tres neutrinos derechos. Para este modelo se relaciona la física de neutrinos
con las demás predicciones del modelo, en especial se estudian los procesos de LFV para los
leptones cargados, posibles detecciones en el LHC asociados a los escalares cargados y el nuevo
bosón gauge de B−L. Además, se hace un estudio de las interacciones generales neutrino-electrón,
mediante las cuales se establecen las regiones del espacio de parámetros que pueden explorarse en
futuros experimentos de neutrinos solares. Finalmente, la búsqueda futura de escalares cargados
permite determinar la viabilidad del espacio de parámetros estudiado en este trabajo.
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Apéndice A

Probabilidad de oscilación entre neutrinos

En este apéndice se desarrolla la probabilidad de oscilación de neutrinos de forma general. La
probabilidad de que un neutrino de sabor α se observe después de una distancia L con sabor β es

P (να → νβ) = |〈νβ(L)|να〉|2 =

∣∣∣∣∣
∑

i

U∗αiUβie
−im

2
i L

2E

∣∣∣∣∣

2

=

(∑

i

Uαie
−im

2
i L

2E U∗βi

)∗
∑

j

UαjUβje
−i

m2
jL

2E




=
∑

i

∑

j

U∗αiUβiUαjU
∗
βje

i L
2E (m2

j−m2
i )

=
∑

i

∑

j

U∗αiUβiUαjU
∗
βje

i L
2E

∆m2
ij , (A.1)

donde ∆m2
ij = m2

j −m2
i . Separando la suma en dos partes, una para cuando i = j y cuando i 6= j,

se tiene que

P (να → νβ) =
∑

i

U∗αiUβiUαiU
∗
βi +

∑

i 6=j
U∗αiUβiUαjU

∗
βje

i L
2E

∆m2
ij . (A.2)

Haciendo uso de la identidad de Euler eiφ = cosφ + i sinφ = 1 − 2 sin2(φ/2) + i sinφ es posible
escribir la anterior ecuación como

P (να → νβ) =
∑

i

U∗αiUβiUαiU
∗
βi

︸ ︷︷ ︸
T1

+
∑

i 6=j
U∗αiUβiUαjU

∗
βj
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T2

−2
∑

i 6=j
U∗αiUβiUαjU

∗
βj sin2

(
L

4E
∆m2

ij
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+ i
∑
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U∗αiUβiUαjU

∗
βj sin

(
L

2E
∆m2

ij

)
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T4

. (A.3)
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A continuación, se evaluará cada parte de la expresión por separado. Es posible evaluar la parte
T1 + T2, de la siguiente forma

T1 + T2 =
∑

i

U∗αiUβiUαiU
∗
βi +

∑

i 6=j
U∗αiUβiUαjU

∗
βj

=
∑

i

∑
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U∗αiUβiUαjU
∗
βj

=
∑

i

(U∗αiUβi)
∑

j

(
UαjU

∗
βj

)

=

∣∣∣∣∣
∑

i

UαiU
∗
βi

∣∣∣∣∣

2

. (A.4)

Para evaluar esta suma es necesario usar la unitariedad de la matriz U , de donde se obtiene que

UU † =
∑

i

UαiU
∗
βi = δαβ , (A.5)

donde δαβ es la delta de Kronecker. Por lo tanto, se puede escribir

T1 + T2 =

∣∣∣∣∣
∑

i

UαiU
∗
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∣∣∣∣∣

2

= (δαβ)2 = δαβ . (A.6)

Ahora se evalua el siguiente término, el cual se puede escribir de la siguiente forma
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donde Re(z) es la parte real del número complejo z. Es importante resaltar que debido a que la
función seno cuadrado (sin2) es una función par es posible cambiar ∆m2

ij → ∆m2
ji. Similarmente
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para el último término, se tiene
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donde Im(z) representa la parte imaginaria de un número complejo z. Note que en el segundo
paso se cambia ∆m2

ji → ∆m2
ij y se agrega un signo menos debido a que la función seno (sin) es

impar. Reemplazando todos los resultados en la ecuación se obtiene el siguiente resultado

P (να → νβ) = δαβ − 4
∑

i>j
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(
U∗αiUβiUαjU
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Apéndice B

Teorema de Noether

Para derivar el teorema de Noether para traslaciones espacio-temporales, se parte del campo
escalar real ϕ, este campo es una función definida en un espacio-tiempo de cuatro dimensiones,
con coordenadas xµ donde el índice µ denota las componentes del tensor espacio-temporal, donde
µ = 0 es la dimensión temporal y µ = 1, 2, 3 son las tres dimensiones espaciales. Considerando
una transformación infinitesimal de las coordenadas de la forma

xµ → x′µ = xµ + δamu , (B.1)

donde δxµ = δaµ. Ahora, considerando la transformación infinitesimal para el campo se tiene

φ→ φ′(x′) = φ′(x+ δx) = φ′(x) +
∂φ′(x)

∂xµ
δxµ = φ(x) + δφ(x) +

∂φ(x)

∂xµ
δxµ , (B.2)

donde se ha despreciado el termino de orden dos (δφδxµ). Por lo tanto, se tiene que ∆φ(x) =

φ′(x′) − φ(x) = δφ(x) + ∂µφ(x)δxµ = 0, entonces δφ = −∂µφδxµ. Si dichas transformaciones
mantienen invariante la acción, se tiene que

δS = 0 =

∫
d4x

[
L
(
φ′, ∂µφ

′, x′µ
)
− L (φ, ∂µφ, x

µ)
]

=

∫
d4x [L (φ+ δφ, ∂µφ+ ∂(δφ), xµ + δaµ)− L (φ, ∂µφ, x

µ)] , (B.3)

aplicando una expansión en Taylor, se tiene
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=
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µ
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ν , (B.4)
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de este resultado se puede concluir que

∂µT
µ
ν = 0 , (B.5)

donde se ha define el tensor momento-energía como

Tµν =
∂L

∂ (∂µφ)
∂νφ− δµνL (B.6)

Además, si δaν 6= 0, se satisface la ecuación ∂µT
µ
0 = 0. En este caso, el teorema de Noether estable-

ce que la invarianza de la acción bajo transformaciones espacio-temporales permite la conservación
de la energía y el momento.
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Apéndice C

Diagonalización de matrices para neutrinos de Dirac

En esta sección se desarrolla el proceso de diagonalización de la matriz de masas para neutrinos
de Dirac. Partiendo de la base de interacción débil, es posible redefinir los campos en la base de
autoestados de masa de la siguiente forma

`L = U (`)`′L , `R = V (`)`′R , νL = U (ν)ν ′L , νR = V (ν)ν ′R . (C.1)

Para que los términos de masas en el lagrangiano

−
(
`LM``R + νLMDνR + h.c.

)
, (C.2)

sea invariante bajo dicha redefinición las matrices V (`), U (`), V (ν) y U (ν) deben ser unitarias y la
invarianza gauge requiere que U (`) = U (ν) = U . En la base de autoestados de masa los términos
de masa del lagrangiano se pueden escribir como

−
(
`′Lm``

′
R + ν ′LmDν

′
R + h.c.

)
, (C.3)

Donde las nuevas matrices de masas son

m` = U †M`V
(`)
R , mD = V

(ν)
R MDU

† , (C.4)

donde m` y mD son matrices de masas diagonales. Es importante notar que en este caso las
matrices V (`)

R y V (ν)
R son transformaciones independientes, debido a que los fermiones derechos

son singletes gauge. En la base donde la matriz de los leptones cargados es diagonal (U = V ` = 1),
se escriben las matrices de masas de los leptones diagonalizan de la siguiente forma

M` = m` , mD = V
(ν)
R MD . (C.5)

Para diagonalizar una matriz no simétrica como MD, se considera la matriz MDM
†
D, la cual es

una matriz hermítica y de autovalores positivos. Esta matriz diagonaliza de la forma

MDM
†
D = V mDU

†UmDV
† = V m2

DV
† , (C.6)
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donde V †V = V V † = U †U = UU † = 1 y
(
m2
D

)
ik

= m2
Dkδik. Si se considera la matriz M †DMD es

también una matriz hermítica, por lo cual su diagonalización se da por

M †DMD = UmDV
†V mDU

† = Um2
DU
† . (C.7)
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Apéndice D

Interacción general de neutrinos

El Lagrangiano efectivo que describe las interacciones generales de neutrinos es [285]

L =
GF√

2

∑

a=S,P,V,A,T

(ναΓaνβ)
[
`Γa

(
εaαβ + ε̃aαβi

aγ5
)
`
]
, (D.1)

donde GF es la constante de Fermi. Los nuevos escalares cargados singletes bajo SU(2) generan
GNI a nivel árbol en este modelo. Expandiendo los dos últimos términos de la Ec. (5.3), se tiene
que el Lagrangiano se puede escribir como

−L = εabLcaαfαβLbβ(cosϕs+
1 − sinϕs+

2 ) + hβje
c
RβνRj(sinϕs

+
1 + cosϕs+

2 ) + h.c. (D.2)

Usando las identidades de Fierz la Ref. [307] establece que

(āb)(c̄d) =
1

4
[(ād)(c̄b) + (āγµd)(c̄γµb) +

1

2
(āσµνd)(c̄σµνb)− (āγµγ5d)(c̄γµγ5b) + (āγ5d)(c̄γ5b)],

con σµν ≡ i[γµ, γν ]/2. Usando PRγ5 = PR, PLγ5 = −PL y

(ācΓbc) = (b̄CΓTC−1a) = −(b̄Γa), para Γ = γµ, σµν ,

se obtienen las siguientes identidades

(ācLbL)(c̄Ld
c
L) = −1

2
(d̄LaL)(c̄LbL),

(ācRbR)(c̄Rd
c
R) = −1

2
(d̄RaR)(c̄RbR),

(ācLbL)(c̄Rd
c
R) =

1

2
(d̄RaL)(c̄RbL)− 1

8
(d̄Rσ

µνaL)(c̄RσµνbL),

(ācRbR)(c̄Ld
c
L) =

1

2
(d̄LaR)(c̄LbR)− 1

8
(d̄Lσ

µνaR)(c̄LσµνbR).
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Usando estas identidades el Lagrangiano efectivo que contribuyen a GNI es dado por

Leff = −2fαρf
∗
βσ[(`βγ

µPL`α)(νσγµPLνρ)]Cφ12 −
1

2
hαρh

∗
βσ[(`βγ

µPR`α)(νσγµPRνρ)]Cφ21

+ fαρh
∗
βσ

[
(`βPL`α)(νσPLνρ)−

1

2 · 2(`βσ
µνPL`α)(νσσµνPLνρ)

]
Dφ12

+ f∗βσhαρ

[
(`βPR`α)(νσPRνρ)−

1

2 · 2(`βσ
µνPR`α)(νσσµνPRνρ)

]
Dφ12, (D.3)

donde se define Cϕij = cosϕ2/m2
si+sinϕ2/m2

sj y Dϕij = cosϕ sinϕ(1/m2
si−1/m2

sj). Expandiendo
los operadores de quiralidad que están dados por PL = 1

2(1− γ5) y PR = 1
2(1 + γ5), se tiene que

Leff = −1

2
fαρf

∗
βσ[(`βγ
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µ(1− γ5)`α)(νσγµγ5νρ)]Cφ12

− 1

8
hαρh

∗
βσ[(`βγ

µ(1 + γ5)`α)(νσγµνρ) + (`βγ
µ(1 + γ5)`α)(νσγµγ5νρ)]Cφ21

+
1

4
fαρh

∗
βσ

[
(`β(1− γ5)`α)(νσνρ)− (`β(1− γ5)`α)(νσγ5νρ)

]
Dφ12

− 1

16
fαρh

∗
βσ

[
(`βσ

µν(1− γ5)`α)(νσσµννρ)− (`βσ
µν(1− γ5)`α)(νσσµνγ5νρ)

]
Dφ12

+
1

4
f∗βσhαρ

[
(`β(1 + γ5)`α)(νσνρ) + (`β(1 + γ5)`α)(νσγ5νρ)

]
Dφ12

− 1

16
f∗βσhαρ

[
(`βσ

µν(1 + γ5)`α)(νσσµννρ)− (`βσ
µν(1 + γ5)`α)(νσσµνγ5νρ)

]
Dφ12. (D.4)

Separando el Lagrangiano en la Ec. (D.4) en los terminos de la Ec. D.1, de donde se obtienen las
siguientes relaciones

Vectorial: Γa = γµ

LVeff = −
[
`βγ

µ

((
1

8
hαρh

∗
βσCφ21 +

1

2
fαρf

∗
βσCφ12

)
(D.5)

+

(
1

8
hαρh

∗
βσCφ21 −

1

2
fαρf

∗
βσCφ12

)
γ5

)
`α

]
(νσγµνρ).

=⇒− GF√
2
εVσρ =

1

8
h1ρh

∗
1σCφ21 +

1

2
f1ρf

∗
1σCφ12, −

GF√
2
ε̃Vσρ =

1

8
h1ρh

∗
1σCφ21 −

1

2
f1ρf

∗
1σCφ12.

(D.6)

Axial: Γa = γµγ5

LAeff = −
[
`βγ

µγ5

((
1

8
hαρh

∗
βσCφ21 −

1

2
fαρf

∗
βσCφ12

)
γ5 (D.7)

+

(
1

8
hαρh

∗
βσCφ21 +

1

2
fαρf

∗
βσCφ12

))
`α

]
(νσγµγ5νρ).

=⇒− GF√
2
εAσρ =

1

8
h1ρh

∗
1σCφ21 +

1

2
f1ρf

∗
1σCφ12, −

GF√
2
ε̃Aσρ =

1

8
h1ρh

∗
1σCφ21 −

1

2
f1ρf

∗
1σCφ12.

(D.8)
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Escalar: Γa = 1

LEeff =

[
`β

((
1

4
fαρh

∗
βσDφ12 +

1

4
f∗βσhαρDφ12

)
(D.9)

+

(
−1

4
fαρh

∗
βσDφ12 +

1

4
f∗βσhαρDφ12

)
(−i)iγ5

)
`α

]
(νσνρ).

=⇒GF√
2
εSσρ =

Dφ12

4
(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ),

GF√
2
ε̃Sσρ =

Dφ12

4
(−f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)(−i). (D.10)

Pseudoescalar: Γa = iγ5

LPeff = (−i)
[
`βiγ5

((
−1

4
fαρh

∗
βσDφ12 +

1

4
f∗βσhαρDφ12

)
(−i)iγ5

+

(
1

4
fαρh

∗
βσDφ12 +

1

4
f∗βσhαρDφ12

))
`α

]
(νσiγ5νρ)(−i).

=⇒GF√
2
εPσρ =

Dφ12

4
(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)(−1),

GF√
2
ε̃Pσρ =

Dφ12

4
(−f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)i. (D.11)

Tensorial: Γa = σµν

LTeff =

[
`βσ

µν

((
− 1

16
fαρh

∗
βσDφ12 −

1

16
f∗βσhαρDφ12

)

+

(
1

16
fαρh

∗
βσDφ12 −

1

16
f∗βσhαρDφ12

)
(−i)iγ5

)
`α

]
(νσσµννρ).

=⇒GF√
2
εTσρ = −Dφ12

16
(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ),

GF√
2
ε̃Tσρ =

Dφ12

16
(f1ρh

∗
1σ − f∗1σh1ρ)(−i). (D.12)

De donde se obtine que los parámetros de GNI son

εVσρ = −
√

2

8GF
(h1ρh

∗
1σCφ21 + 4f1ρf

∗
1σCφ12) , ε̃Vσρ = −

√
2

8GF
(h1ρh

∗
1σCφ21 − 4f1ρf

∗
1σCφ12) ,

εAσρ = −
√

2

8GF
(h1ρh

∗
1σCφ21 + 4f1ρf

∗
1σCφ12) , ε̃Aσρ = −

√
2

8GF
(h1ρh

∗
1σCφ21 − 4f1ρf

∗
1σCφ12) ,

εSσρ =

√
2

4GF
Dφ12(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ) , ε̃Sσρ =

√
2

4GF
Dφ12(−f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)(−i) ,

εPσρ =

√
2

4GF
Dφ12(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)(−1) ε̃Pσρ =

√
2

4GF
Dφ12(−f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ)i ,

εTσρ = −
√

2

16GF
Dφ12(f1ρh

∗
1σ + f∗1σh1ρ) , ε̃Tσρ =

√
2

16GF
Dφ12(f1ρh

∗
1σ − f∗1σh1ρ)(−i) . (D.13)
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Observe que se cumple la hermiticidad para ε, ε̃ y también que εσσ, ε̃σσ ∈ Re. En el límite ϕ→ 0

se tiene que

εVσρ = −
√

2

8GF

(
h1ρh

∗
1σ/m

2
s2 + 4f1ρf

∗
1σ/m

2
s1

)
, ε̃Vσρ = −

√
2

8GF

(
h1ρh

∗
1σ/m

2
s2 − 4f1ρf

∗
1σ/m

2
s1

)
, (D.14)

εAσρ = −
√

2

8GF

(
h1ρh

∗
1σ/m

2
s2 − 4f1ρf

∗
1σ/m

2
s1

)
, ε̃Aσρ = −

√
2

8GF

(
h1ρh

∗
1σ/m

2
s2 + 4f1ρf

∗
1σ/m

2
s1

)
, (D.15)

εSσρ = εPσρ = εTσρ = ε̃Sσρ = ε̃Pσρ = ε̃Tσρ = 0. (D.16)

Además, estas expresiones se reducen a las expresiones del modelo de Zee (consultar la ecuación
(7.9) de Ref. [168]):

1

2
(εVσρ − εAσρ) = − 1√

2GF
f1ρf

∗
1σ/m

2
s1. (D.17)
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Apéndice E

Archivos de SARAH para el modelo de Zee Dirac

El modelo presentado en este anexo se implemento en SARAH versión 4.9.1. Para obtener el
espectro de partículas y los observables de baja energía, se ha utilizado SPheno versión 3.1 [304,305]
y el FlavorKit [292] de SARAH [227, 306]. Los archivos del modelo acá presentado se pueden
encontrar en el repositorio �. Si usted usa los códigos del modelo, por favor cite la Ref. [308].

U1BLDirac.m

1 Off[General ::spell]

2

3

4 Model ‘Name = "DiracZee";

5 Model ‘NameLaTeX ="Dirac␣Zee␣Model";

6 Model ‘Authors = "Julian␣Calle ,␣Diego␣Restrepo␣and␣Oscar␣Zapata";

7 Model ‘Date = "2019 -01 -23";

8

9 (*-------------------------------------------*)

10 (* Particle Content *)

11 (*-------------------------------------------*)

12

13 (* Gauge Superfields *)

14

15 Gauge [[1]]={B, U[1], hypercharge , g1,False};

16 Gauge [[2]]={WB, SU[2], left , g2,True};

17 Gauge [[3]]={G, SU[3], color , g3,False};

18 Gauge [[4]]={Bp, U[1], BminusL , g1p , False };

19

20

21 (* Chiral Superfields *)

22

23 FermionFields [[1]] = {q, 3, {uL, dL}, 1/6, 2, 3, 1/3};

24 FermionFields [[2]] = {l, 3, {vL, eL}, -1/2, 2, 1, -1};

25 FermionFields [[3]] = {d, 3, conj[dR], 1/3, 1, -3, -1/3};

26 FermionFields [[4]] = {u, 3, conj[uR], -2/3, 1, -3, -1/3};

27 FermionFields [[5]] = {e, 3, conj[eR], 1, 1, 1, 1};
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28 FermionFields [[6]] = {v, 2, conj[vR], 0, 1, 1, 4};

29 FermionFields [[7]] = {v3, 1, conj[vR3], 0, 1, 1, -5};

30

31

32 ScalarFields [[1]] = {H, 1, {Hp, H0}, 1/2, 2, 1, 0};

33 ScalarFields [[2]] = {S, 1, s, 0, 1, 1, 3};

34 ScalarFields [[3]] = {S1, 1, s1, -1, 1, 1, -2};

35 ScalarFields [[4]] = {S2, 1, s2, -1, 1, 1, -5};

36

37

38 (*----------------------------------------------*)

39 (* DEFINITION *)

40 (*----------------------------------------------*)

41

42 NameOfStates ={GaugeES , EWSB};

43

44 (* ----- Before EWSB ----- *)

45

46 DEFINITION[GaugeES ][ Additional ]= {

47 {LagHC , {AddHC ->True}},

48 {LagH ,{ AddHC ->False}},

49 {LagS ,{ AddHC ->False}},

50 {LagS1 ,{ AddHC ->False}},

51 {LagS2 ,{ AddHC ->False}},

52 {LagS12 ,{ AddHC ->True}},

53 {LagS21 ,{ AddHC ->False}},

54 {LagH12 ,{ AddHC ->False}},

55 {LagSS12 ,{ AddHC ->False}},

56 {LagHS ,{ AddHC ->False}}

57 };

58

59 LagH = -muh conj[H].H + Lh conj[H].H.conj[H].H;

60 LagS = -MuP conj[S].S + Ls conj[S].S.conj[S].S;

61 LagS1 = -mu1 conj[S1].S1 + L1 conj[S1].S1.conj[S1].S1;

62 LagS2 = -mu2 conj[S2].S2 + L2 conj[S2].S2.conj[S2].S2;

63 LagS12 = -mu3 conj[S1].S2.S;

64 LagS21 = L4 conj[S1].S1.conj[S2].S2;

65 LagH12 = L5 conj[H].H.conj[S1].S1 + L6 conj[H].H.conj[S2].S2;

66 LagSS12 = L7 conj[S].S.conj[S1].S1 + L8 conj[S].S.conj[S2].S2;

67 LagHS = L3 conj[S].S.conj[H].H;

68

69 LagHC = - (+ Yd conj[H].d.q + Ye conj[H].e.l + Yu H.u.q

70 + fl conj[S1].l.l + hl S2.e.v );
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71

72

73 (* Gauge Sector *)

74

75 DEFINITION[EWSB][ GaugeSector] =

76 {

77 {{VB,VWB[3],VBp},{VP,VZ,VZp},ZZ},

78 {{VWB[1],VWB[2]},{VWm ,conj[VWm]},ZW}

79 };

80

81

82 (* ----- VEVs ---- *)

83

84 DEFINITION[EWSB][VEVs]=

85 { {H0, {vH, 1/Sqrt [2]}, {sigmaH , \[ ImaginaryI ]/Sqrt [2]}

86 , {phiH , 1/Sqrt [2]}},

87 {s,{vX, 1/Sqrt [2]}, {sigmaB , \[ ImaginaryI ]/Sqrt [2]}

88 , {phiB , 1/Sqrt [2]}} };

89

90 DEFINITION[EWSB][ MatterSector ]=

91 {

92 {{phiH ,phiB},{hh,ZH}},

93 {{sigmaH ,sigmaB},{Ah,ZA}},

94 {{conj[Hp],conj[s1],conj[s2]},{Hm,ZP}},

95 {{{dL}, {conj[dR]}}, {{DL ,Vd}, {DR,Ud}}},

96 {{{uL}, {conj[uR]}}, {{UL ,Vu}, {UR,Uu}}},

97 {{{eL}, {conj[eR]}}, {{EL ,Ve}, {ER,Ue}}},

98 {{vL,conj[vR],conj[vR3]}, {VL,ZM}}

99 };

100

101 (*------------------------------------------------------*)

102 (* Dirac -Spinors *)

103 (*------------------------------------------------------*)

104

105 DEFINITION[EWSB][ DiracSpinors ]={

106 Fd ->{ DL, conj[DR]},

107 Fe ->{ EL, conj[ER]},

108 Fu ->{ UL, conj[UR]},

109 Fv ->{ VL, conj[VL]}};

110

111 DEFINITION[EWSB][ GaugeES ]={

112 Fd1 ->{ FdL , 0},

113 Fd2 ->{ 0, FdR},
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114 Fu1 ->{ Fu1 , 0},

115 Fu2 ->{ 0, Fu2},

116 Fe1 ->{ Fe1 , 0},

117 Fe2 ->{ 0, Fe2}};

parameters.m

1 ParameterDefinitions = {

2

3 {g1, { Description -> "Hypercharge -Coupling"}},

4

5 {g11p , { Description -> "Mixed␣Gauge␣Coupling␣2"}},

6 {g1p1 , { Description -> "Mixed␣Gauge␣Coupling␣1"}},

7 {g1p , { Description -> "B-L-Coupling"}},

8

9 {MZp , { Description -> "Z’␣mass"}},

10

11 {g2, { Description -> "Left -Coupling"}},

12 {g3, { Description -> "Strong -Coupling"}},

13 {AlphaS , { Description -> "Alpha␣Strong"}},

14 {e, { Description -> "electric␣charge"}},

15 {Gf, { Description -> "Fermi ’s␣constant"}},

16 {aEWinv , { Description -> "inverse␣weak␣coupling␣constant␣at␣mZ"}},

17

18 {Yu, { Description -> "Up-Yukawa -Coupling",

19 DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fu ,1],0,0},

20 {0, Mass[Fu ,2],0},

21 {0, 0, Mass[Fu ,3]}}}} ,

22

23 {Yd, { Description -> "Down -Yukawa -Coupling",

24 DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fd ,1],0,0},

25 {0, Mass[Fd ,2],0},

26 {0, 0, Mass[Fd ,3]}}}} ,

27

28 {Ye, { Description -> "Lepton -Yukawa -Coupling",

29 DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fe ,1],0,0},

30 {0, Mass[Fe ,2],0},

31 {0, 0, Mass[Fe ,3]}}}} ,

32

33

34 {Mu, { Description -> "SM␣Mu␣Parameter"}},

35 {\[ Lambda], { Description -> "SM␣Higgs␣Selfcouplings"}},

36 {vH, { Description -> "EW-VEV",
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37 DependenceSPheno -> None }},

38 {vX, { LaTeX -> "x",

39 Dependence -> None ,

40 OutputName -> vX ,

41 Real -> True ,

42 LesHouches -> {BL ,43} }},

43

44 {ThetaW , { Description -> "Weinberg -Angle"}},

45 {ThetaWp , { Description -> "Theta ’", DependenceNum -> None }},

46

47 {ZZ, {Description -> "Photon -Z-Z’␣Mixing␣Matrix"}},

48 {ZW, {Description -> "W␣Mixing␣Matrix"}},

49

50 {Yx, {OutputName -> Yx,

51 LaTeX -> "Y_x",

52 LesHouches -> YX}},

53

54 {Yv, {OutputName -> Yv,

55 LaTeX -> "Y_\\nu",

56 LesHouches -> Yv}},

57

58 {Lh, {OutputName -> lamh ,

59 LaTeX -> "\\ lambda_h",

60 LesHouches -> {BL ,1}}},

61

62 {Ls, {OutputName -> lams ,

63 LaTeX -> "\\ lambda_s",

64 LesHouches -> {BL ,2}}},

65

66 {L1, {OutputName -> lam1 ,

67 LaTeX -> "\\ lambda_1",

68 LesHouches -> {BL ,3}}},

69

70

71 {L2, {OutputName -> lam2 ,

72 LaTeX -> "\\ lambda_2",

73 LesHouches -> {BL ,4}}},

74

75 {L3, {OutputName -> lam3 ,

76 LaTeX -> "\\ lambda_3",

77 LesHouches -> {BL ,5}}},

78

79 {L4, {OutputName -> lam4 ,
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80 LaTeX -> "\\ lambda_4",

81 LesHouches -> {BL ,6}}},

82

83 {L5, {OutputName -> lam5 ,

84 LaTeX -> "\\ lambda_5",

85 LesHouches -> {BL ,7}}},

86

87 {L6, {OutputName -> lam6 ,

88 LaTeX -> "\\ lambda_6",

89 LesHouches -> {BL ,8}}},

90

91 {L7, {OutputName -> lam7 ,

92 LaTeX -> "\\ lambda_7",

93 LesHouches -> {BL ,9}}},

94

95 {L8, {OutputName -> lam8 ,

96 LaTeX -> "\\ lambda_8",

97 LesHouches -> {BL ,10}}} ,

98

99 {MuP , {OutputName -> MUP ,

100 LaTeX -> "\\mu ’",

101 LesHouches -> {BL ,11}}} ,

102

103 {mu1 , {OutputName -> mu1 ,

104 LaTeX -> "\\mu_1",

105 LesHouches -> {BL ,12}}} ,

106

107 {mu2 , {OutputName -> mu2 ,

108 LaTeX -> "\\mu_2",

109 LesHouches -> {BL ,13}}} ,

110

111 {mu3 , {OutputName -> mu3 ,

112 LaTeX -> "\\mu_3",

113 LesHouches -> {BL ,14}}} ,

114

115 {muh , {OutputName -> muh ,

116 LaTeX -> "\\mu_h",

117 LesHouches -> {BL ,15}}} ,

118

119 {mH2 , {OutputName -> mH2 ,

120 LaTeX -> "\\m^2_H",

121 LesHouches -> {BL ,20}}} ,

122
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123 {mchi2 , {OutputName -> mX2 ,

124 LaTeX -> "\\m^2_\\chi",

125 LesHouches -> {BL ,21}}} ,

126

127 {MUS , {OutputName -> muS ,

128 LaTeX -> "\\mu_s",

129 LesHouches -> {BL ,30}}} ,

130

131 {fl, {OutputName -> fl,

132 Real -> False ,

133 LaTeX -> "f_{l}",

134 LesHouches -> fl}},

135

136 {hl, {OutputName -> hl,

137 Real -> False ,

138 LaTeX -> "h_l",

139 LesHouches -> hl}},

140

141 {Vu, {Description ->"Left -Up-Mixing -Matrix"}},

142 {Vd, {Description ->"Left -Down -Mixing -Matrix"}},

143 {Uu, {Description ->"Right -Up-Mixing -Matrix"}},

144 {Ud, {Description ->"Right -Down -Mixing -Matrix"}},

145 {Ve, {Description ->"Left -Lepton -Mixing -Matrix"}},

146 {Ue, {Description ->"Right -Lepton -Mixing -Matrix"}},

147

148 {ZM, {Description -> "Neutrino -Mixing -Matrix"}},

149

150 {ZH, { Description ->"Scalar -Mixing -Matrix",

151 Dependence -> None ,

152 DependenceOptional -> None ,

153 DependenceNum -> None }},

154

155 {ZA, { Description ->"Pseudo -Scalar -Mixing -Matrix",

156 Dependence -> None ,

157 DependenceOptional -> None ,

158 DependenceNum -> None }},

159

160 {ZP, { Description ->"Charged -Mixing -Matrix",

161 LaTeX -> "Z^+",

162 Real ->True ,

163 DependenceOptional -> None ,

164 Value -> None ,

165 LesHouches -> CHARGEMIX ,
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166 OutputName -> ZP }}

167

168 };

particles.m

1 ParticleDefinitions[GaugeES] = {

2 {H0, {

3 PDG -> 0,

4 Width -> 0,

5 Mass -> Automatic ,

6 FeynArtsNr -> 1,

7 LaTeX -> "H^0",

8 OutputName -> "H0" }},

9 {Hp, {

10 PDG -> 0,

11 Width -> 0,

12 Mass -> Automatic ,

13 FeynArtsNr -> 2,

14 LaTeX -> "H^+",

15 OutputName -> "Hp" }},

16

17 {s1, { PDG -> {0},

18 Width -> {0},

19 Mass -> Automatic ,

20 LaTeX -> "s_1",

21 OutputName -> "s1" }},

22

23 {s2, { PDG -> {0},

24 Width -> {0},

25 Mass -> Automatic ,

26 LaTeX -> "s_2",

27 OutputName -> "s2" }},

28

29 {VB, { Description -> "B-Boson"}},

30 {VG, { Description -> "Gluon"}},

31 {VWB , { Description -> "W-Bosons"}},

32 {gB, { Description -> "B-Boson␣Ghost"}},

33 {gG, { Description -> "Gluon␣Ghost" }},

34 {gWB , { Description -> "W-Boson␣Ghost"}}

35

36 };

37
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38 ParticleDefinitions[EWSB] = {

39

40 {hh , { Description -> "Higgs",

41 PDG -> {25,35},

42 Width -> Automatic ,

43 Mass ->LesHouches ,

44 FeynArtsNr -> 1,

45 LaTeX -> "h",

46 OutputName -> "h" }},

47 {Ah , { Description -> "Pseudo -Scalar␣Higgs",

48 PDG -> {0,0},

49 Width -> {0, External},

50 Mass ->LesHouches ,

51 FeynArtsNr -> 2,

52 LaTeX -> "A_h",

53 OutputName -> "Ah" }},

54 {Hm, { Description -> "Charged␣scalar",

55 PDG -> {0, 900037 , 900038} ,

56 PDG.IX -> {0, 100000602 , 100000603} ,

57 Width -> {0, External , External},

58 Mass -> {0, LesHouches , LesHouches},

59 ElectricCharge -> -1,

60 Latex -> {"H^-","S_1","S_2"},

61 OutputName -> {"Hm","S1","S2"} }},

62

63 {VP, { Description -> "Photon"}},

64 {VZ, { Description -> "Z-Boson",

65 Goldstone -> Ah[{1}] }},

66 {VG, { Description -> "Gluon" }},

67 {VWm , { Description -> "W-Boson",

68 Goldstone ->Hm }},

69 {gP, { Description -> "Photon␣Ghost"}},

70 {gWm , { Description -> "Negative␣W-Boson␣Ghost"}},

71 {gWmC , { Description -> "Positive␣W-Boson␣Ghost" }},

72 {gZ, { Description -> "Z-Boson␣Ghost" }},

73 {gG, { Description -> "Gluon␣Ghost" }},

74 {VZp , { Description -> "Z’-Boson",

75 Goldstone -> Ah[{2}]}} ,

76 {gZp , { Description -> "Z’-Ghost" }},

77

78

79 {Fd, { Description -> "Down -Quarks"}},

80 {Fu, { Description -> "Up-Quarks"}},
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81 {Fe, { Description -> "Leptons" }},

82 {Fv, { Description -> "Neutrinos",

83 PDG - >{12 ,14 ,16 ,8810012 ,8810014 ,8810016} }}

84 };

85

86 WeylFermionAndIndermediate = {

87

88 {H, { PDG -> 0,

89 Width -> 0,

90 Mass -> Automatic ,

91 LaTeX -> "H",

92 OutputName -> "" }},

93

94 {S1, { PDG -> {0},

95 Width -> 0,

96 Mass -> Automatic ,

97 LaTeX -> "S_1",

98 OutputName -> "S1" }},

99

100 {S2, { PDG -> {0},

101 Width -> 0,

102 Mass -> Automatic ,

103 LaTeX -> "S_2",

104 OutputName -> "S2" }},

105

106 {dR, {LaTeX -> "d_R" }},

107 {eR, {LaTeX -> "e_R" }},

108 {lep , {LaTeX -> "l" }},

109 {uR, {LaTeX -> "u_R" }},

110 {q, {LaTeX -> "q" }},

111 {eL, {LaTeX -> "e_L" }},

112 {dL, {LaTeX -> "d_L" }},

113 {uL, {LaTeX -> "u_L" }},

114 {vL, {LaTeX -> "\\nu_L" }},

115

116 {DR, {LaTeX -> "D_R" }},

117 {ER, {LaTeX -> "E_R" }},

118 {UR, {LaTeX -> "U_R" }},

119 {EL, {LaTeX -> "E_L" }},

120 {DL, {LaTeX -> "D_L" }},

121 {UL, {LaTeX -> "U_L" }}

122 };
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Apéndice E. Archivos de SARAH para el modelo de Zee Dirac

SPheno.m

1 OnlyLowEnergySPheno = True;

2

3 MINPAR ={{1, LambdahINPUT},

4 {2, LambdasINPUT},

5 {3, Lambda1INPUT},

6 {4, Lambda2INPUT},

7 {5, Lambda3INPUT},

8 {6, Lambda4INPUT},

9 {7, Lambda5INPUT},

10 {8, Lambda6INPUT},

11 {9, Lambda7INPUT},

12 {10, Lambda8INPUT},

13 {11, mu1INPUT},

14 {12, mu2INPUT},

15 {13, mu3INPUT},

16 {20, g1pINPUT},

17 {21, g1p1INPUT},

18 {22, g11pINPUT},

19 {30, vXinput} };

20

21 ParametersToSolveTadpoles = {MuP ,muh};

22

23 BoundaryLowScaleInput ={

24 {g1p ,g1pINPUT},

25 {g11p ,g11pINPUT},

26 {g1p1 ,g1p1INPUT},

27 {Lh, LambdahINPUT},

28 {Ls, LambdasINPUT},

29 {L1, Lambda1INPUT},

30 {L2, Lambda2INPUT},

31 {L3, Lambda3INPUT},

32 {L4, Lambda4INPUT},

33 {L5, Lambda5INPUT},

34 {L6, Lambda6INPUT},

35 {L7, Lambda7INPUT},

36 {L8, Lambda8INPUT},

37 {mu1 , mu1INPUT},

38 {mu2 , mu2INPUT},

39 {mu3 , mu3INPUT},

40 {fl, LHInput[fl]},

41 {hl, LHInput[hl]},
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42 {vX,vXinput},

43 {vH, vSM},

44 {Ye, YeSM},

45 {Yd, YdSM},

46 {Yu, YuSM},

47 {g1, g1SM},

48 {g2, g2SM},

49 {g3, g3SM}

50 };

51

52 ListDecayParticles = {Fu,Fe,Fd,Fv,hh,VZp ,Hm};

53 ListDecayParticles3B = {{Fv,"Fv.f90"},{Fu,"Fu.f90"},{Fe,"Fe.f90"},

54 {Fd,"Fd.f90"}};

55

56 DefaultInputValues ={ LambdahINPUT -> -0.127,

57 LambdasINPUT -> -7.2*10^-5,

58 g1pINPUT ->0.5, vXinput - >2500};
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