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modelos de masas de neutrinos

Trabajo de grado presentado como requisito parcial para optar al t́ıtulo de
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Abstract

One of the most intriguing problems with the Standard Model is the lack of mass of

neutrinos, which is contradicted by experimental evidence. It has been established that

neutrinos have a small, but non-zero mass, thereby providing the first experimental

proof of new physics beyond the Standard Model. In this paper, a tree-level Dirac

neutrino mass model is presented by implementing the seesaw type II mechanism, ; which

naturally explains its small values, performing an extension of the standard model with

an additional local gauge symmetry U(1) free of anomalies, either active gauge symmetry

U(1)X or dark symmetry U(1)D. These anomalies arise from the inclusion of an abelian

gauge symmetry to the standard model, therefore it is necessary to implement new chiral

fermions that are charged under the new symmetry.

The solutions to the Diophantine equations for active and dark symmetries implemented

under the tree level diagram are presented, however in this part of the work I only

consider the solutions for dark symmetries. Finally, it is possible to have a dark matter

candidate by choosing the charges of the newly added chiral fermions, in this case charges

under the dark sector D, and the scalar spectrum. The particle content and the relevant

Lagrangian terms in the model are presented.





Resumen

Uno de los problemas más intrigantes del modelo estándar es la ausencia de masa de los

neutrinos, lo cual se contradice con la evidencia experimental. Se ha establecido que los

neutrinos tienen una masa pequeña, pero distinta de cero, por lo que se ha conseguido

la primera prueba experimental de nueva f́ısica más allá del modelo estándar. En este

trabajo se presenta un modelo de masas de neutrinos de Dirac a nivel árbol mediante la

implementación del mecanismo seesaw tipo II, ; lo cual explica naturalmente sus valores

pequeños, realizando una extensión del modelo estándar con una simetŕıa adicional gauge

local U(1) libre de anomaĺıas, ya sea simetŕıas gauge activas U(1)X o simetŕıas oscuras

U(1)D. Dichas anomaĺıas surgen por la inclusión de una simetŕıa gauge abeliana al

modelo estándar, por lo tanto se hace necesario implementar nuevos fermiones quirales

que se encuentren cargados bajo la nueva simetŕıa.

Se presentan las soluciones a las ecuaciones diofánticas para simetŕıas activas y oscuras

implementadas bajo el diagrama a nivel árbol, sin embargo en esta parte del trabajo

solo me considera las soluciones para simetŕıas oscuras. Finalmente, es posible tener un

candidato de materia oscura mediante la elección de las cargas de los nuevos fermiones

quirales añadidos, en este caso cargas bajo el sector oscuro D, y el espectro escalar.

Se presenta el contenido de part́ıculas y los términos del lagrangiano relevantes en el

modelo.

Palabras claves: Neutrinos de Dirac, Oscilación de neutrinos, Anomaĺıas, Materia

oscura.
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2.1 Diagrama a nivel árbol para la generación de masas de neutrinos de Dirac 50

2.2 Mecanismo Seesaw tipo II . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . . 52
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Caṕıtulo 1

Introducción

La historia de los neutrinos se remonta al año 1896, cuando Henri Becquerel [1], Pierre

y Marie Curie descubrieron las radiaciones provenientes del uranio y radio. En 1899,

Ernest Rutherford [2] descubrió las radiaciones alfa y beta y un año más tarde Paul U.

Villard descubrió la radiación gamma. Pocos años después, las radiaciones alfa, beta y

gamma fueron identificados como núcleos de helio, electrones y fotones respectivamente.

Por otro lado, en el año 1914, James Chadwick [3] demostró que el espectro beta es

continuo (en Ra B+C =214 Pb+214Bi; donde, Ra es Radio, Pb es Plomo, Bi corresponde

a Bismuto) y B, C corresponde a part́ıculas de radio. El fenómeno anterior se pod́ıa

explicar mediante dos razones:

1. Procesos secundarios y pérdidas de enerǵıas dentro del núcleo debido a ensan-

chamientos del espectro.

2. Origen primario, es decir procesos en los cuales no se generaban procesos secun-

darios.

Tiempo después, exactamente en 1927, Ellis y Woostee midieron la enerǵıa media de

la desintegración beta mediante calorimetŕıa absoluta de generación de calor. Sin em-

bargo, dicha medida no estaba de acuerdo con la enerǵıa máxima de los rayos beta. En

consecuencia, los electrones que poseen diferentes enerǵıas son emitidos desde el núcleo

y por lo tanto no hubo pérdidas energéticas en el mismo [4]. En ese entonces, la ra-

diación beta se asumı́a como la emisión de un solo tipo de part́ıcula (el electrón), por lo

tanto, esta deb́ıa tener una enerǵıa bien definida. Lise Meitner [5, 6] experimentalmente,

descubrió que la falta de enerǵıa no pod́ıa atribuirse a rayos gamma. Por esta razón se

consideraron dos posibilidades para explicar dicho fenómeno: la violación del principio

1



Caṕıtulo 1. Introducción 2

de conservación de la enerǵıa o la existencia de una part́ıcula neutra que transportase

la enerǵıa faltante [7].

A principios de la década de 1960 el f́ısico Raymond Davis predijo que los neutrinos

solares pod́ıan ser detectados, sin embargo experimentalmente se encontraron discrep-

ancias en las mediciones, entre la cantidad de neutrinos detectados y las predicciones

teóricas de cuántos neutrinos debeŕıan llegar a la Tierra desde el Sol. Dichas discrepan-

cias fueron solucionadas más tarde por el descubrimiento de la oscilación de neutrinos,

lo que implicaba que los neutrinos pod́ıan cambiar de sabor mientras viajan desde el

Sol a la Tierra. Cuando los neutrinos son generados en el núcleo del Sol como neutri-

nos electrónicos, algunos de ellos pueden transformarse en neutrinos muónicos (νµ) o

tauónicos (ντ ) durante la trayectoria recorrida. Esto demostró que los neutrinos solares

no se perd́ıan sino que se transformaban en un sabor diferente que era más dif́ıcil de

detectar. Esto último implicaba directamente una masa no nula para los neutrinos,

esta masa es muy pequeña comparada con otras part́ıculas. Las predicciones incluyen

esfuerzos para medir con mayor precisión la masa de los neutrinos.

Desde un punto de vista teórico, era necesario explicar el decaimiento beta y otros

fenómenos f́ısicos a nivel fundamental, de modo que se requeŕıa un marco que expli-

case las diferentes part́ıculas elementales y sus interacciones. De ah́ı surge el Modelo

Estándar, (SM, por sus siglas en ingles), el cual se construyó a partir de varios hitos

fundamentales.

1.1 Modelo Estándar de Part́ıculas Elementales

El SM de f́ısica de part́ıculas es una teoŕıa cuántica de campos relativista que describe la

estructura fundamental de la materia y el vaćıo cuántico. En éste modelo, las part́ıculas

son consideradas como elementos irreducibles en el espacio-tiempo. En el SM se de-

scriben tres de las cuatro fuerzas fundamentales: la fuerza fuerte, fuerza débil y electro-

magnética (se excluye la gravedad, ya que la relatividad general no se acopla con los mod-

elos cuánticos) [8]. El SM está basado en el grupo de simetŕıa: SU(3)c⊗SU(2)L⊗U(1)Y

local que da cuenta de las interacciones fundamentales por v́ıa del intercambio de los

correspondientes campos de esṕın 1 (bosones de gauge): 8 gluones y 1 fotón (γ) sin masa

para las interacciones fuertes y electromagnéticas, respectivamente; y 3 bosones masivos

(W±, Z) para la interacción débil. El contenido de fermiones del SM consiste en tres

familias de quarks y leptones (ver tabla 1.1), donde, cada familia está formada por dos

part́ıculas de esṕın 1/2 y sus correspondientes antipart́ıculas. Los quarks aparecen en

tres posibles estados de color (rojo, verde, azul). En el SM, la relación entre la carga

eléctrica Q, la tercera componente de isosṕın T3 y la hipercarga Y está dada por:
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Spin 1/2

Leptones Quarks

Familia Part́ıcula Carga Part́ıcula Carga

1a Electrón (e) −1 Up (u) 2/3

Neutrino electrónico (νe) 0 Down (d) −1/3
2a Muón (µ) −1 Charm (c) 2/3

Neutrino muónico (νµ) 0 Strange (s) −1/3
3a Tau (τ) −1 Top (t) 2/3

Neutrino tauónico (ντ ) 0 Bottom (b) −1/3
Spin 1

Bosones

Part́ıcula interacción

8 gluones (g) Interacción fuerte

Fotón (γ) Interacción electromagnética

Bosones W±, Z Interacción débil

Spin 0

Higgs ϕ Origen de las masas

Tabla 1.1: Contenido de part́ıculas e interacciones del SM.

Q = T3 +
1

2
Y, (1.1)

Multipletes SU(3)c ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y 1a familia 2a familia 3a familia

Quarks (3, 2,−1/6)

uL
dL

 cL
sL

 tL
bL


(3, 1, 2/3) uR cR tR

(3, 1,−1/3) dR sR bR

Leptones (1, 2,−1/2)

νeL
eL

 νµL
µL

 ντL
τL


(1, 1,−1) eR µR τR

Tabla 1.2: Multipletes de campos fermiónicos del SM.

La teoŕıa electrodébil, elaborada por Glashow [9], Weinberg [10, 11] y Salam [12] cor-

responde al sector SU(2)L ⊗ U(1)Y el cual describe el espectro de part́ıculas una vez

se ha implementado la Ruptura Espontánea de la Simetŕıa (EWSB, por sus siglas en
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inglés) SU(2)L ⊗ U(1)Y → U(1)EM, donde a U(1)EM se le asocia la interacción elec-

tromagnética, mediada por los fotones carentes de masa. En esta descripción se hace

necesaria la presencia de un doblete bajo el grupo SU(2)L con cuatro campos escalares

reales, los cuales permitirán la adquisición de masas de los fermiones y bosones de gauge

dentro de una teoŕıa renormalizable (ver tabla 1.1). Después de EWSB, tres de los

campos del doblete aparecen como part́ıculas no f́ısicas (bosones de Goldstone), mien-

tras que el otro adquiere masa (con valor no determinado por el modelo), apareciendo

en el espectro como una part́ıcula f́ısica conocida como bosón de Higgs. En el SM los

neutrinos no tienen un término de masa, por consiguiente, el SM no puede dar cuenta

del fenómeno f́ısico conocido como las oscilaciones de neutrinos.

1.2 Evidencias experimentales de la Oscilación de Neutri-

nos

A partir del estudio del flujo de neutrinos solares y atmosféricos se descubrió que los

neutrinos pod́ıan cambiar de sabor durante su desplazamiento, lo cual implicaba una

masa no nula en los neutrinos. A continuación se analiza la producción de neutrinos

atmosféricos y solares.

1.2.1 Neutrinos atmosféricos

Los neutrinos atmosféricos son part́ıculas que derivan de la interacción entre los rayos

cósmicos y la atmósfera. El proceso comienza cuando los rayos cósmicos colisionan con

los núcleos de ox́ıgeno y nitrógeno que conforman la atmósfera. La radiación cósmica

es radiación ionizante que consta en part́ıculas cargadas de alta enerǵıa provenientes

del espacio. Aproximadamente el 85% de los rayos cósmicos primarios corresponden

a protones, 12% a part́ıculas alfa (α), los cuales son núcleos completamente ionizados

(núcleos de helio-4), el porcentaje restante corresponde a electrones y núcleos pesados.

Luego de la colisión se producen part́ıculas secundarias, tales como los piones (π+).

Dichos piones, como se muestra en la ecuación (1.2), se desintegran rápidamente en

neutrinos muónicos y muones (µ) los cuales a su vez se desintegran antes de llegar a la

Tierra. Los siguientes procesos dan lugar a los neutrinos y antineutrinos [13]:

π+ → µ+ + νµ

π− → µ− + νµ

 =⇒ P +N, (1.2)
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K+ → e+ + νe + νµ + νµ

K− → e− + νe + νµ + νµ

 =⇒ P +N,

donde, N corresponde al núcleo atómico de la atmósfera. Del mismo modo la desinte-

gración de los muones viene dada por los siguientes procesos:

µ+ → e+ + νe + νµ

µ− → e− + νe + νµ.
(1.3)

Sea nνµ el número de neutrinos muónicos, nνµ el número de antineutrinos muónicos, nνe

el número de neutrinos electrónicos y nνe el número de antineutrinos electrónicos. Por

consiguiente, de (1.2) y (1.3) se obtiene que:

nνµ + nνµ
nνe + nνe

≥ 2 ; (1.4)

es decir, la cantidad de neutrinos muónicos y antineutrinos muónicos debeŕıa correspon-

der al doble de los neutrinos electrónicos y antineutrinos electrónicos. No obstante, en

1988 el experimento Kamiokande encontró una tasa menor de neutrinos y antineutri-

nos electrónicos, lo cual sugiere que los neutrinos muónicos están transformándose a un

sabor diferente. Los resultados de dicho experimento son presentados en la tabla [14].

Datos Predicción (M.C)

Eventos νµ 85 144.0

Eventos νe 105(93) 106.2(88.5)

Tabla 1.3: Comparación entre los datos y los eventos de neutrinos esperados. La
exposición del detector es de 2.87 kton año mientras que la generación del evento de

Monte Carlo (M.C) es de 21, 8 kton año de exposición equivalente [14, 15].

Por otro lado, se encontró una asimetŕıa entre los neutrinos que llegaban desde arriba y

desde abajo en el experimento Kamiokande [14]. Luego, en 1998 el experimento Super-

Kamiokande [16] confirmó y mejoró el resultado de dicha asimetŕıa. La explicación f́ısica

de dicha asimetŕıa es que los neutrinos muónicos se convierten en tauónicos donde se

midieron aproximadamente los valores para los parámetros de oscilación:

θatm ≈ π/4 , δm2 ≈ 3× 10−3(eV/c2)2, (1.5)

donde, θatm es el ángulo de mezcla θ23.

En la figura 1.1 se muestra la distribución de eventos en función del ángulo en el exper-

imento Super-Kamiokande. En dicha gráfica, la ĺınea azul corresponde a la predicción

teórica del número de eventos y los puntos negros a los valores observados. La asimetŕıa
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Figura 1.1: Asimetŕıa entre νe y νµ en el Super-Kamiokande en función del ángulo de
llegada al detector en 848 d́ıas de detección. cos(zenith angle) = 1 significa descendente.

Imagen tomada de [16].

entre los neutrinos muónicos en función del ángulo muestran un claro desequilibrio de

eventos detectados, lo cual no fue asociado directamente a un error estad́ıstico. Por

ende debe existir un mecanismo que disminuye la cantidad de eventos detectados. Di-

cho mecanismo se conoce como oscilación de neutrinos.

La oscilación de neutrinos se puede entender en términos de oscilación de neutrinos

muónicos y de neutrinos solares. Los resultados sobre la oscilación de neutrinos muónicos

(provenientes de neutrinos atmosféricos) no implican nada sobre el problema de neutrinos

solares, ya que estos se diferencian en los detectores debido a sus rangos energéticos

[17, 18]. Por otro lado, el problema de los neutrinos solares se basa en una carencia de

neutrinos detectados provenientes del Sol en contraposición a los predichos en el SM.

1.2.2 Neutrinos solares

Los resultados del experimento Super-Kamiokande en 1998 también mostraron que el

flujo de neutrinos encontrado procedente del sol (siendo estos menos energéticos que

los atmosféricos), era menor al esperado [19]. El equipo del laboratorio Canadiense de

Sudbury Neutrino Observatory (SNO) [20, 21] mostraron en junio de 2001 la primera

evidencia experimental de que los neutrinos producidos en el interior del Sol cambian de

sabor. En este experimento, un neutrino electrónico se acerca a un núcleo de deuterio

(2H). Entonces un bosón W es intercambiado entre el νe y el quark d del neutrón (lo

cual se conoce como corriente cargada) que da lugar a un electrón detectable por medio
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de la producción de radiación de Cherenkov y de dos protones [22]:

νe +
2H → e− + 2p . (1.6)

Un año después, la evidencia de SNO fue confirmada por el experimento de KamLAND

(Kamioka Liquid scintillator AntiNeutrino Detector) [23] donde se obtiene los valores

aproximados para los parámetros de oscilación [24]:

θsol ≈ π/6 ,δm2 ≈ 8× 10−5(eV/c2)2, (1.7)

donde, θsol es el ángulo de mezcla θ12. Por otro lado, desde un punto de vista teórico,

se contaba desde muchas décadas anteriores a estos experimentos, con la posibilidad de

existencia del fenómeno de oscilación de neutrinos.

1.3 Oscilación de Neutrinos

Las oscilaciones de neutrinos se propusieron como fenómeno mecánico-cuántico desde

finales de 1950 por Bruno Pontecorvo [25, 26], f́ısico nuclear italiano. Dicho fenómeno

implica que los neutrinos tienen una masa diferente de cero, además requiere que los esta-

dos de sabor se encuentren mezclados para formar estados de masa. Hasta ese momento

solo se teńıa información de la existencia de un solo neutrino (neutrino electrónico).

En dicho trabajo Pontecorvo propuso el nuevo concepto de neutrino estéril, el cual

corresponde a una part́ıcula hipotética que no interactúa a través de ninguna de las

interacciones fundamentales del SM.

En 1962, se descubre un segundo neutrino (neutrino muónico). Por lo tanto, en ese

mismo año, Z. Maki, M. Nakagawa y S. Sakata [27] desarrollaron el primer modelo con

la mezcla de dos neutrinos diferentes, lo cual implicaba directamente que los neutrinos

deb́ıan poseer una masa. En 1968 B. Pontecorvo planteó una solución para el problema

de los neutrinos solares, donde predećıa que los neutrinos solares pod́ıan oscilar [28, 29],

es decir que los neutrinos electrónicos producidos por el Sol cambiaban de sabor en su

trayecto a la Tierra. En este mismo año, V.N Gribov y B. Pontecorvo proponen un

art́ıculo titulado “Neutrino astronomy and lepton charge” [28], en el cual se muestra

que la falta de conservación del sabor leptónico podŕıa conllevar a una reducción de

neutrinos solares que se observan en la Tierra, debido a las oscilaciones νe ← νµ.

En 1978, Lincoln Wolfenstein logró demostrar que las oscilaciones de neutrinos son un

resultado de la presencia de la mezcla de distintos leptones en el vaćıo [30, 31]. Más tarde,

en 1985 Stanislas Mikheyev [32] y Alexei Smirnov encontraron que las interacciones
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débiles de los neutrinos electrónicos en la materia son distintas de los neutrinos muónicos

(también de los neutrinos tauónicos).

En la matriz de mezcla o matriz de Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata [27], los neutrinos

autoestados de sabor |νe⟩, |νµ⟩ y |ντ ⟩ se relacionan con los autoestados de masa |ν1⟩,
|ν2⟩ y |ν3⟩ de la siguiente manera:

νe

νµ

ντ

 =


Ue1 Ue2 Ue3

Uµ1 Uµ2 Uµ3

Uτ1 Uτ2 Uτ3




ν1

ν2

ν3

 , (1.8)

donde:

UU † = U †U = 1 . (1.9)

Una manera de expresar la matriz de mezcla leptónica es

|να⟩ =
∑
n

Uαn|νn⟩ , |νn⟩ =
∑
α

Unα|να⟩ , (1.10)

donde, el sub́ındice n corre sobre los estados de masa etiquetados como 1, 2 y 3 y α sobre

los estados de sabor e, µ y τ . La matriz UPMNS [33] puede ser parametrizada como:

U =


Ue1 Ue2 Ue3

Uµ1 Uµ2 Uµ3

Uτ1 Uτ2 Uτ3

 (1.11)

=


1 0 0

0 c23 s23

0 −s23 c23




c13 0 s13e

−iδ

0 1 0

−s13eiδ 0 c13




c12 s12 0

−s12 c12 0

0 0 1




1 0 0

0 eiφ1 0

0 0 eiφ2


(1.12)

=


c12c13 s12c13 s13e

−iδ

−c23s12 − s13s23c12eiδ c23s12 − s13s23s12eiδ s23c13

s23s12 − s13c23c12eiδ −s23c12 − s13c23s12eiδ c23c13




1 0 0

0 eiφ1 0

0 0 eiφ2

 ,

(1.13)

donde, sij = sin θij y cij = cos θij . Las fases φ1 y φ2 corresponden a fases de Majorana

adicionales. La probabilidad de oscilación es independiente de las fases de Majorana.

Por último, la fase δ es diferente de cero solo si la oscilación de neutrinos viola la simetŕıa
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CP1. Por lo tanto sólo los ángulos de mezcla y la fase de Dirac se pueden determinar en

experimentos de oscilación de neutrinos.

Por otro lado, para neutrinos que se desplazan a velocidades ultrarelativistas se tiene

que:

Ĥ|νn⟩ = En|νn⟩ , (1.14)

reemplazando esto en la ecuación de Schrödinger:

i
d

dt
|νn(t)⟩ = Ĥ|νn(t)⟩ , (1.15)

= En|νn(t)⟩ . (1.16)

La solución de la ecuación de Schrödinger describe la evolución temporal del estado f́ısico

|νn(t)⟩. Si el en un tiempo t = 0 el estado del neutrino es |νn⟩, para el estado en el punto

de detección en cierto punto t evoluciona con un factor de fase e−iEnt.

|νn(t)⟩ = e−iEnt|νn⟩ , (1.17)

donde, la enerǵıa En está dada por

En =
√
p2n +m2

n ≈ pn +
m2
n

2pn
. (1.18)

En el ĺımite relativista se tiene que pn = |p|= E, ya que pn = |p|= E. En ese caso

(E ∼ 1MeV),

En ≈ E +
m2
n

2E
. (1.19)

tal que:

|να(t)⟩ =
∑
β

δαβ|νβ(t)⟩ , (1.20)

=
∑
β

∑
n

UαnU
∗
βn|νβ(t)⟩ , (1.21)

=
∑
β

∑
n

UαnU
∗
βn e

−iEβt|νβ⟩ , (1.22)

=
∑
β

(∑
n

UαnU
∗
βn e

−iEβt

)
|νβ⟩ , (1.23)

=
∑
β

Aα→β(t)|νβ⟩ , (1.24)

1C-Conjugación de carga, P-Transformación de paridad
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donde, se define la amplitud de transición de un estado α a un estado β en cierto tiempo

dado

Aα→β(t) = A(να → νβ; t) =
∑
n

UαnU
∗
βn e

−iEnt . (1.25)

De acuerdo con la relación de ortonomalidad (1.9), la delta de Kronecker δαβ puede ser

expresada como

δαβ =
∑
n

UαnU
∗
βn . (1.26)

Definiendo la probabilidad de transición como:

P (να → νβ; t) =|A(να → νβ; t)|2 , (1.27)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm e−i(Em−En)t, , (1.28)

según (1.19), la diferencia de las enerǵıas Em − En resulta en:

Em − En ≈��E +
m2
n

2E
−��E −

m2
n

2E
, (1.29)

=
∆m2

mn

2E
. (1.30)

por lo que:

P (να → νβ; t) =
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i(Em−En)t , (1.31)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm e−i

∆m2
mn

2E
t . (1.32)

Debido a que los neutrinos se propagan con velocidades cercanas a la velocidad de

la luz entonces podemos escribir el tiempo que le toma al neutrino como t ≈ L/c,

tomando unidades naturales t ≈ L, donde L es la distancia que viaja el neutrino. Por lo

tanto, podemos expresar la probabilidad de transición como (se ha utilizado el resultado

obtenido en el apéndice A):

P (να → νβ;L) =
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm e−i

∆m2
mn

2E
L , (1.33)

=δnm + 2i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
Im(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn) , (1.34)

−4
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
Re(U∗

αnUβnUαmU
∗
βm) , (1.35)
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donde, δnm es la delta de Kronecker, la cual tiene un valor de 1 si las dos variables

m y n son iguales y 0 en caso contrario. Re y Im corresponden a las partes reales e

imaginarias de un número complejo.

Las probabilidades de oscilación con n ̸= m son conocidas como probabilidades de

transición y cuando se considera que n = m se tienen probabilidades de supervivencia,

las cuales pueden ser descritas de la siguiente manera:

P (να → να;L) =1− 4
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
|Uαl|2|Uαn|2 . (1.36)

Por otro lado, la simetŕıa CPT se mantiene invariante, por lo cual la probabilidad de

transición para los antineutrinos está dada por:

P (να → νβ;L) =P (νβ → να;L) = δmn + 2i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
Im(U∗

βmUαmUβnU
∗
αn)

−4
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
Re(U∗

βmUαmUβnU
∗
αn). . (1.37)

En el caso de masas degeneradas, se llega a que:

P (να → νβ;L) =P (νβ → να;L) = δmn , (1.38)

cuando se considera n ̸= m se tiene que la probabilidad de transición de να → νβ es

cero.

Es importante resaltar la matriz de masa M en su forma diagonal, dada por:

M =


m1 0 0

0 m2 0

0 0 m3

 , (1.39)

donde, mn es el autovalor de masa correspondiente al autoestado |νn⟩ con (n = 1, 2, 3)

de la matriz de masa M . En general:

⟨νn|M |νm⟩ = mnδnm . (1.40)
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En la representación |να⟩ la matriz de masa tiene los elementos:

⟨νβ|M |να⟩ =
∑
α,β

⟨νβ|νm⟩⟨νn|M |νm⟩⟨νn|να⟩ , (1.41)

=
∑
n

U∗
αnUβn , (1.42)

en donde:

⟨νβ|νm⟩ =U∗
αn , ⟨νn|να⟩ =Uβn , (1.43)

luego, si todas las masasmn son iguales, es decir que cumple quemn = m (degeneración)

y de acuerdo a la ecuación (1.40) entonces; ⟨νn|M |νm⟩ = mδnm, no es posible la oscilación

de neutrinos debido a que no se permite la transición de να → νβ y viceversa. Es decir,

se tiene que:

mα ≡ ⟨να|M |να⟩ =
∑
n

|Uαn|2mn , (1.44)

donde
∑

αmα =
∑

nmn, |Uαn|2 corresponde a la probabilidad de encontrar el estado

|νn⟩ en |να⟩. Además para (n,m = 1, 2, 3) se cumple que:

mn −mm ̸= 0 . (1.45)

Por lo tanto, para que la oscilación de neutrinos suceda entonces se demuestra que al

menos dos neutrinos deben poseer una masa diferente de cero y las estados no deben

ser degenerados en masas. Con tres neutrinos en el modelo estándar se tienen tres

diferencias de masas:

∆m2
21 =m

2
2 −m2

1 , ∆m2
32 =m

2
3 −m2

2 , ∆m2
31 =m

2
3 −m2

1 . (1.46)

donde, solo dos de ellas son independientes (∆m2
31 = ∆m2

32 +∆m2
21).

Desafortunadamente hasta los años 90 no fue posible corroborar experimentalmente la

oscilación de los neutrinos En experimentos de oscilación de neutrinos se logró obtener

información sobre ciertos parámetros en la oscilación, tales como θ21 y ∆m2
21 mediante

datos recopilados de neutrinos solares, en cambio, los parámetros θ32 y ∆m2
32 fueron

determinados por datos recopilados de neutrinos atmosféricos.

La oscilación de neutrinos es relevante para la f́ısica de part́ıculas ya que esta solo

puede ocurrir si los neutrinos poseen una masa, lo cual implica una modificación al SM,

ya que en este los neutrinos son part́ıculas no masivas (masa cero). Takaaki Kajita y
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NuFIT 5.1 (2021)

w
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h
o
u
t
S
K

a
tm

o
sp
h
er
ic
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a
ta

Normal Ordering (best t) Inverted Ordering (∆χ2 = 2.6)

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 eV2
7.42+0.21

−0.20 6.82 → 8.04 7.42+0.21
−0.20 6.82 → 8.04

∆m2
3`

10−3 eV2
+2.515+0.028

−0.028 +2.431 → +2.599 −2.498+0.028
−0.029 −2.584 → −2.413

w
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ta

Normal Ordering (best t) Inverted Ordering (∆χ2 = 7.0)

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 eV2
7.42+0.21

−0.20 6.82 → 8.04 7.42+0.21
−0.20 6.82 → 8.04

∆m2
3`

10−3 eV2
+2.510+0.027

−0.027 +2.430 → +2.593 −2.490+0.026
−0.028 −2.574 → −2.410

Figura 1.2: Parámetros de oscilación de tres sabores del ajuste presentado en [34].
Los números de la primera y segunda columna se obtienen suponiendo NH (Normal
Hierarchy, por sus siglas en inglés) y IH (Inverted Hierarchy, por sus siglas en inglés),
es decir, relativos al mı́nimo local respectivo. Se debe tener en cuenta que ∆m2

3l ≡
∆m2

31 > 0 para NO y ∆m2
3l ≡ ∆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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Figura 1.3: Diagrama de Feynman de primer orden para desintegración-β de un
neutrón en un protón , un electrón y un antineutrino electrónico a través de un bosón

W [39].

Arthur McDonald, directores del los experimentos SuperKamiokande [35] y SNO [36, 37],

respectivamente, fueron premiados con el premio Nobel de f́ısica en el 2015. En la

actualidad los parámetros de oscilación de neutrinos están descritos en la figura 1.2.

Los experimentos de oscilaciones de neutrinos no pueden determinar si los neutrinos

son part́ıculas de Dirac o de Majorana (en otras palabras, si los neutrinos son o no su

propia antipart́ıcula). Sin embargo, procesos que involucran desintegración doble-beta

sin neutrinos podŕıan ser relevantes para determinar si los neutrinos son fermiones de

Majorana.

1.4 Desintegración doble-β

La desintegración doble-β es un proceso el cual tiene dos posibilidades de decaimiento, y

estás se diferencian por la emisión o no de neutrinos. A continuación se mencionará cada

uno de los procesos los cuales son primordiales para intentar determinar si los neutrinos

son part́ıculas de Majorana o part́ıculas de Dirac [38].

1.4.1 Proceso en el que conserva el número leptónico (2νββ)

Este proceso se encuentra permitido por el SM [39], ya que se conserva el número

leptónico. La desintegración puede ser considerada como un proceso en dos etapas, en

la figura 1.3 se presenta el diagrama de Feynman de primer orden para desintegración-β,

entonces
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n→ p+ e− + ν̄e

n→ p+ e− + ν̄e

 = 2n→ 2p+ 2e− + 2ν̄e .

Veamos que se conserva el número leptónico

n→ p+ e− + ν̄e ,

L : 0→ 0− 1 + 1 .

donde, los leptones tienen asignado un valor de −1, los antileptones +1 y las part́ıculas

no leptónicas 0. Ahora, considerando un núcleo con A nucleones, el cual está formado

por Z protones entonces, la reacción para la desintegración 2νββ está dada por:

(A,Z)→ (A,Z + 2) + 2e− + 2ν̄e = 2β−2ν . (1.47)

Estas desintegraciones o decaimientos doble-β se han observado en varios núcleos aunque

el mismo sea muy poco probable.

1.4.2 Proceso en el que no se conserva el número leptónico (0νββ)

Este proceso no se encuentra permitido por el SM, ya que no se conserva el número

leptónico, por lo que es un proceso de especial interés, en este caso solo se emiten dos

electrones sin neutrinos. Por lo tanto, si los neutrinos son part́ıculas de Majorana,

entonces el neutrino emitido por uno de los nucleones A es absorbido por otro neutrino

de Majorana.

La colaboración Heidelberg-Moscú [40] del Max-Planck-Institut für Kernphysik alemán

y el centro cient́ıfico ruso Kurchatov Institute en Moscú afirmaron haber observado el

proceso doble-β sin neutrinos. Hasta el momento, no existen otros experimentos que

confirmen lo observado por la colaboración Heidelberg-Moscú.

La desintegración puede describirse como:

n→ p+ e− + ν̄e

n+ νe → p+ e−

 = 2n→ 2p+ 2e− .

en la cual no se conserva el número leptónico:

n→ p+ e− + e−

L : 0→ 0− 1− 1 ̸= 0 .
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En otras palabras, el proceso de desintegración 0νββ viola claramente el número leptónico

electrónico en dos unidades. En este proceso, un núcleo con A nucleones yZ protones

se desintegra mediante la reacción:

(A,Z)→(A,Z + 2) + 2e− + 2ν̄e = 2β−0ν , (1.48)

(A,Z)→(A,Z − 2) + 2e+ + 2ν̄e = 2β+0ν . (1.49)

En la tabla (1.4) se muestra diferentes experimentos de 0νββ que utilizan 76Ge, 130Te

o 136Xe, donde Ge corresponde a Germanio, Te a Telurio y Xe a Xenón. Una de las

magnitudes más importantes que caracteriza a cada isótopo es la enerǵıa disponible en

el proceso, es decir:

Qββ = Ei − Ef − 2me , (1.50)

donde, Ei corresponde a la enerǵıa inicial del núcleo, Ef a la enerǵıa final y me es la

masa de los electrones finales. La tasa de desintegración Γ0νββ es proporcional a la quinta

potencia de Qββ , por lo tanto los isótopos con una enerǵıa Qββ grande sera seleccionada

para las búsquedas de desintegración de 0νββ [41].

Experimento Isótopos τ1/2(year)

CUORE [42] 130Te 3.2× 1025

EXO-200 [43, 44] 136Xe 3.5× 1025

nEXO [44–46] 136Xe ∼
[
1027 − 1028

]
GERDA [47–49] 76Ge 1.8× 1026

KamLAND-Zen [50–52] 136Xe 1.1× 1026

NEXT-100 [53, 54] 136Xe
[
6.0× 1025

]
SNO+ [20, 55, 56] 130Te

[
7.0× 1025

]
SuperNEMO [38, 57] 150Nd / 82Se / 48Ca ∼

[
1026

]
LEGEND [58, 59] 76Ge ∼

[
1027 − 1028

]
Tabla 1.4: Principales experimentos que buscan la desintegración doble-β sin neutri-
nos de 0νββ. Se muestran los ĺımites actuales y futuros de la vida media del proceso,
representado entre paréntesis. Todos los valores se dan al 90% de nivel de confianza.

Una lista más completa y detallada se puede encontrar en [41, 60]

.
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1.5 Teoŕıa Lagrangiana

La Teoŕıa Cuántica de Campos (QFT, por sus siglas en inglés), es el marco teórico

utilizado en la descripción cuántica de campos relativistas que surgió para acoplar la

mecánica cuántica con la relatividad especial en un marco consistente dentro de un

formalismo lagrangiano. De hecho, los lagrangianos que describen las part́ıculas ele-

mentales y sus interacciones puede ser construidos a partir de principios de simetŕıa. A

continuación, se hacen presentes los métodos variacionales para obtener la variación de

la acción debida a transformaciones de los campos ψi. Con el resultado de está variación

se obtiene la ecuación de Euler-Lagrange para luego pasar al Teorema de Noether.

1.5.1 Principio variacional y teoŕıa de campos

Consideremos un conjunto de n campos reales ψi(x), con i = 1, 2, ..., n. Un campo es un

conjunto de números en cada punto en el espacio-tiempo. La descripción del lagrangiano

viene dada por:

L(x) = L(ϕi(x), ∂µϕi(x)) . (1.51)

El lagrangiano no debeŕıa depender expĺıcitamente de las coordenadas espacio-temporales.

Para el estudio de las teoŕıas del campo relativista resulta conveniente utilizar el for-

malismo del lagrangiano, debido a que es un escalar de Lorentz (además del hecho que

estamos interesados en campos fundamentales), mientras que el hamiltoniano representa

la enerǵıa de los campos y se transforma como la componente temporal de la enerǵıa-

momento de cuadrivectores [9, 13]. Se quiere describir éste sistema por una acción, la

cual va estar escrita como una integral temporal del lagrangiano. Entonces finalmente

podemos escribir la acción en la forma:

S(Ω) ≡
∫
Ω
dx4L(ϕi(x), ∂µϕi(x)) , (1.52)

donde, dx4 representa el elemento de volumen espacio-temporal, Ω es una región ar-

bitraria del espacio-tiempo (región en la cual estamos interesados). Según el principio

variacional, los campos deben ser tales que la acción sea estacionaria, por lo tanto:

δvS(Ω) = 0 . (1.53)
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Para variaciones infinitesimales de los campos que se desvanecen en la hipersuperficie S

que rodea la región espacio-temporal Ω. Estás variaciones son del tipo:

ϕi(x)→ϕ′i(x) = ϕi(x) + δvϕi(x) , (1.54)

∂µϕi(x)→∂µϕ′i(x) = ∂µϕi(x) + ∂µδvϕi(x) , (1.55)

donde:

δϕi(x) =0 , δ∂µϕi(x) =0 . (1.56)

La variación de la acción bajo la transformación en (1.55) viene dada por:

δvS(Ω) =
∫
Ω
dx4

∑
i

[
∂L
∂ϕi

δvϕi +
∂L

∂(∂µϕi)
δv(∂µϕi)

]
, (1.57)

después de desarrollar y utilizar el Teorema de Gauss se obtiene:

δvS(Ω) =
∫
Ω
d4x

∑
i

[
∂L
∂ϕi
− ∂µ

∂L
∂(∂µϕi)

]
δvϕi = 0 . (1.58)

Dado que las variaciones δvϕi(x) son arbitrarias e independientes para diferentes n, los

campos ϕi(x) deben satisfacer la Ecuación de Euler-Lagrange

∂L
∂ϕi
− ∂µ

∂L
∂(∂µϕi)

= 0 (i = 1, 2, ...n) . (1.59)

Está claro que el carácter escalar del lagrangiano es crucial para garantizar la covarianza

de Lorentz de las ecuaciones de campo en la ecuación (1.59).

1.6 Helicidad y Quiralidad

Los campos de Weyl se definen con dos fermiones, ψL y ψR, donde ψL transforma bajo

SU(2)L y ψR bajo SU(2)R [61]. El lagrangiano viene dado por:

LL = iψ†
Lσ̄

µψL . (1.60)

De la ecuación de Euler-Lagrange (1.59) se obtiene la ecuación de Weyl para el fermión

de Weyl izquierdo

(∂0 − σi∂i)ψL = 0 . (1.61)
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Entonces la ecuación (1.61) implica la ecuación de Klein-Gordon (KG) sin masa:

2ψL = 0 , (1.62)

donde 2 = ∂2

∂2t
− ∇2 es conocido como el operador D’Alembertiano. Para part́ıculas

masivas se tiene que la ecuación de KG esta dada por

(2+m2)ψL = 0 . (1.63)

Esta ecuación es invariante relativista y es usada para describir part́ıculas relativistas

cargadas o neutras sin esṕın, pero su densidad de probabilidad no es definida positiva

y admite soluciones de enerǵıa negativa; además, no describe correctamente a los elec-

trones, ya que estos tiene esṕın 1/2. Para describir part́ıculas y antipart́ıculas con esṕın

1/2, en 1929 Hermann Weyl propuso un par de ecuaciones acopladas, donde, para el

caso en que se consideran part́ıculas sin masa, las ecuaciones se desacoplan y toman la

siguiente forma:

i
∂

∂t
ϕ =iσ ·∇ϕ i

∂

∂t
χ =− iσ ·∇χ , (1.64)

donde, ϕ y χ son espinores de Weyl (2 componentes) izquierdo y derecho, respectiva-

mente.

1.6.1 Espinores de Weyl; helicidad

En esta sección obtenemos las ecuaciones de Weyl a partir de la ecuación KG [61, 62],

además se muestran algunas de las propiedades de los espinores de 2 componentes. La

ecuación KG para el espinor izquierdo está dada por:

(−2+m2)ϕ =0 , (1.65)(
∂2

∂2t
−∇2

)
ϕ =m2ϕ. (1.66)

Se reescribe el operador D’Alembertiano con el objetivo de obtener una ecuación difer-

encial de primer orden(
∂2

∂t2
−∇2

)
ϕ =

(
i
∂

∂t
+α ·∇

)(
i
∂

∂t
+ β ·∇

)
ϕ, (1.67)
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donde, α y β son vectores constantes, los cuales son independientes de las coordenadas

del espacio-tiempo y el campo, que aún no están determinados. Expandiendo:(
∂2

∂t2
−∇2

)
= − ∂2

∂t2
+ i(β +α) · ∇ ∂

∂t
+ (α ·∇)(β ·∇) , (1.68)

para que ambos lados sean iguales, se debe cumplir:

β = −σ , (1.69)

y:

(α ·∇)(β ·∇) = ∇2 , (1.70)

lo cual, usando la ecuación (1.69), se tiene que α2
i = −1. Por conveniencia, se define σ

a través de la expresión α = iσ; por lo tanto σ2i = 1. Ahora, reescribiendo la ecuación

(1.70) y utilizando la convención de suma sobre ı́ndices repetidos y la definición de σ,

se obtiene lo siguiente:

∇2 = ∂i∂i = αiβj∂i∂j =
1

2
(αiβj + αjβi)∂i∂j , (1.71)

=− 1

2
(αiαj + αjαi)∂i∂j , (1.72)

=
1

2
(σiσj + σjσi)∂i∂j , (1.73)

donde, las componentes de σ deben satisfacer:

σiσj + σjσi = σiσj + σjσi ≡ {σi, σj} = 2δij . (1.74)

El conjunto que cumple con a relación anterior (ecuación 1.74) son las matrices de Pauli:

σ1 =

0 1

1 0

 , σ2 =

0 −i

i 0

 , σ3 =

1 0

0 −1

 . (1.75)

Ahora, sabemos que σ es un vector de matrices, además para que la ecuación de KG

sea congruente se hace necesario escribirla de la siguiente manera:(
i
∂

∂t
+ iσ ·∇

)(
i
∂

∂t
+ iσ ·∇

)
ϕ = m2ϕ , (1.76)

Sin pérdida de generalidad, la ecuación de Dirac puede ser escrita como:(
i
∂

∂t
− iσ ·∇

)
ϕ = mχ , (1.77)
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que convierte (1.76) en: (
i
∂

∂t
+ iσ ·∇

)
χ = mϕ , (1.78)

reordenando se obtiene:

i
∂

∂t
ϕ = iσ ·∇ϕ+mχ , (1.79)

y:

i
∂

∂t
χ = iσ ·∇χ+mϕ . (1.80)

Las ecuaciones (1.79) y (1.80) son conocidas como las ecuaciones de Weyl acopladas,

donde, cada una de las matrices σi es una matriz 2×2 que actúa sobre ϕ y χ, por lo que

deben ser objetos de dos componentes, los cuales son conocidos como espinores de Weyl

izquierdo y derecho, respectivamente. Los espinores de Weyl representan part́ıculas

y antipart́ıculas de esṕın 1/2. Cuando se tienen part́ıculas de masa cero (como los

neutrinos en el SM) las ecuaciones de Weyl se desacoplan, lo cual es particularmente

interesante; usando la sustitución canónica E ↔ i ∂∂t y p↔ −i∇ las ecuaciones de Weyl

se convierten en:

Eϕ = −σ · pϕ, Eχ = σ · pχ . (1.81)

A partir de la relación de enerǵıa relativista para part́ıculas sin masa, E2 = m2 + p2 →
E = |p| , por lo que las ecuaciones de Weyl están dadas por:

σ · p̂ϕ = −ϕ,σ · p̂χ = χ , (1.82)

donde, p̂ = p
|p| es el vector unitario en dirección del momento p.

De la mecánica cuántica se tiene que las matrices de Pauli σi representan los operadores

de esṕın 1/2, entonces σ · p̂ es el operador que nos da la componente del esṕın en la

dirección del momento lineal, esta cantidad es conocida como helicidad, formalmente, la

helicidad es una proyección del esṕın sobre la dirección del movimiento de la part́ıcula,

ĥ ≡ σ · p̂. Por lo tanto, las ecuaciones (1.82) implican que los espinores de Weyl ϕ y χ

son autoestados de helicidad, con valores propios −1 y +1. Una convención es definir

una part́ıcula derecha como aquella cuya helicidad es positiva y toma un valor de +1/2,

mientras que para una part́ıcula izquierda como una cuya helicidad es negativa y toma

un valor de −1/2. Las ecuaciones de Weyl puede ser escrita en términos de la helicidad

como:

ĥϕ = −ϕ, ĥχ = χ . (1.83)
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Una notación muy utilizada (ver [62]) es denotar con supeŕındices punteados (1̇, 2̇) para

etiquetar las componentes del espinor derecho χ† y sub́ındices sin puntos para las com-

ponentes del espinor izquierdo ϕ, es decir que la representación de los espinores de Weyl

mediante vectores columna viene dada por:

ϕa =

ϕ1
ϕ2

 , (1.84)

χ†ȧ =

χ†1̇

χ†2̇

 , (1.85)

donde, ϕ1, ϕ2, χ
1̇ y χ2̇ son números complejos. El śımbolo Levi-Civita de dos ı́ndices

se utiliza para subir o bajar los ı́ndices de espinor, es decir que los espinores pueden ser

escritos como:

ϕa ≡ ϵabϕb, χ†
ȧ ≡ ϵȧḃχ†ḃ, (1.86)

donde, ϵ1̇2̇ = ϵ12 = ϵ21 = ϵ2̇1̇ ≡ +1. Note que, usando la antisimetŕıa del tensor Levi-

Civita:

ϕaψa = ϕaϵabψ
b = −ϵbaϕaψb = −ϕaψa, (1.87)

por lo que,

ϕaψ
a = ψaϕa. (1.88)

Además, los espinores ϕa y χȧ pueden representarse con vectores fila:

ϕa = (ϕ1, ϕ2), χȧ = (χ1̇, χ2̇) . (1.89)

Las componentes de los espinores de Weyl, ϕa y χȧ no son independientes entre śı, como

se demostrará. Note que la definición de los espinores en términos del tensor Levi-Civita

(1.86) implica que:

ϕ1 =ϕ2 , ϕ2 =− ϕ1 . (1.90)

Expandiendo las ecuaciones de Weyl para los espinores izquierdos se obtiene que:Eϕ1
Eϕ2

 = −

 p3 p1 − ip2

p1 + ip2 −p3


ϕ1
ϕ2

 , (1.91)
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tomando el complejo conjugado y utilizando la ecuación (1.90) se obtiene:

Eϕ2∗ = −p3ϕ2∗ + (p1 + ip2)ϕ
1∗, Eϕ1∗ = (p1 − ip2)ϕ2∗ + p3ϕ

1∗ . (1.92)

Para el lado derecho de la ecuación se cumple que:

Eχ1̇ =p3χ
1̇ + (p1 − ip2)χ2̇ , Eχ2̇ =(p1 + ip2)χ

1̇ − p3χ2̇ . (1.93)

Comparando las ecuaciones (1.92) y (1.93) se concluye que:

χȧ = ϕa∗ , χȧ = ϕ∗a . (1.94)

1.6.2 Quiralidad

Ahora, es conveniente definir las matrices γµ [63] que son matrices de 4 × 4 definidas

como:

γ0 =

1 0

0 1

 , γi =

 0 σi

−σi 0

 , (1.95)

donde, σi son las tres matrices de Pauli. La matriz γ5 es dada por:

γ5 = iγ0γ1γ2γ3 . (1.96)

Las matrices γµ cumplen las relaciones de anticonmutación:

{γµ, γν} = 2ηµν , (1.97)

donde, ηµν es la métrica. Además, se puede demostrar que γ5 anticonmuta con las

matrices γ, por lo que:

{γ5, γµ} = 0 . (1.98)

Ahora, partiendo de la ecuación de Dirac, la cual es la ecuación de onda relativista para

part́ıculas con esṕın 1/2: (
iγµ

∂

∂xµ
−m

)
ψ = 0 , (1.99)
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donde ψ representan espinores de Dirac de 4 componentes. Expandiendo la ecuación de

Dirac y multiplicando a la izquierda por γ0, entonces:(
iγ20

∂

∂t
− iγ0γi

∂

∂xi
−mγ0

)
ψ = 0, (1.100)(

iγ20
∂

∂t
− iγ0γ0γ5σi

∂

∂xi
−mγ0

)
ψ = 0, (1.101)

con, γi = γ0γ5σi. Por otro lado, se multiplica por γ5 a la derecha(
i
∂

∂t
γ5 − iσi

∂

∂xi
−mγ0γ5

)
= 0, (1.102)

donde, se ha tenido en cuenta que γ5σi = σiγ5. Operando las ecuaciones (1.102) y

(1.101) se obtiene el siguiente sistema acoplado de ecuaciones:(
i
∂

∂t
(1 + γ5)− iσi

∂

∂xi
(1 + γ5)−mγ0(1− γ5)

)
ψ =0, (1.103)(

i
∂

∂t
(1− γ5)− iσi

∂

∂xi
(1− γ5)−mγ0(1 + γ5)

)
ψ =0 . (1.104)

Ahora, se define el operador de proyección de la siguiente manera

PR,L =
1

2
(1± γ5) , (1.105)

donde, se reescriben los espinores en términos del operador de proyección

ψ = (PR + PL)ψ = PRψ + PLψ = ψR + ψL , (1.106)

siendo, ψR , ψL los espinores de Weyl derechos e izquierdos, respectivamente.

1.6.2.1 Violación de Paridad

En el SM, las interacciones violan paridad [61, 63]. Por esta razón es necesario que los

estados de helicidad izquierdos sean diferentes a los derechos. Teniendo en cuenta que

los espinores pueden expresarse en términos del operador proyección:

PRψ = ψR, PLψ = ψL , (1.107)

donde, los operadores de proyección deben cumplir las siguientes propiedades:

(PL)
2 =PL, (PR)

2 =PR, PRPL =PLPR = 0, (1.108)
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PR + PL =1, PR − PL,Rγµ =γµPR,L . (1.109)

Una transformación de paridad está definida por

r→− r, t→t, ψL ↔ψR . (1.110)

Por lo tanto, la conservación de la paridad significa que dos sistemas f́ısicos deben com-

portarse de la misma manera, es decir que en la naturaleza no debeŕıa ser diferente para

rotaciones dextrógiras y rotaciones levógira. No obstante, la paridad se conserva en

electromagnetismo, interacción fuerte y gravitación, pero no en la interacción débil, por

lo tanto se dice que la interacción débil viola paridad, lo cual implica que solo las com-

ponentes levógiras de las part́ıculas y las componentes dextrógiras de las antipart́ıculas

forman parte en la interacción débil en el modelo estándar.

En 1956 los f́ısicos teóricos Tsung-Dao Lee y Chen Ning Yang mostraron que la paridad

no se conservaba para interacciones débiles [64], y en 1957 C.S Wu, E. Ambler, R. W.

Hayward, D. D. Hoppes, y R. P. Hudson [65] realizaron un experimento que consist́ıa

en la desintegración beta del Cobalto-60 que claramente violaba la conservación de la

paridad. Por esta razón, solo neutrinos izquierdos o antineutrinos derechos surgen de los

decaimientos. Debido a esto, en el SM no se incluyen neutrinos derechos. Esta fue una

de las razones por las cuales se créıa que los neutrinos eran part́ıculas sin masa aunque

debido a la observación de las oscilaciones de neutrinos, se sabe que los neutrinos poseen

masa. En consecuencia es necesario determinar el esquema por el cual los neutrinos

obtienen un valor de masa. A continuación se muestran los esquemas para las masas de

los neutrinos.

1.7 Esquemas de masa

El SM de f́ısica de part́ıculas es una QFT relativista que describe la estructura funda-

mental de la materia y tres de las cuatro fuerzas fundamentales: la fuerza fuerte, débil y

electromagnética (se excluye la gravedad, ya que la relatividad general no se acopla con

los modelos cuánticos). Logrando aśı explicar procesos a bajas enerǵıas que implican

interacciones de corrientes neutras y corrientes cargadas con neutrinos. Sin embargo, en

el SM los neutrinos son fermiones no masivos, es decir que (mν = 0), pero la evidencia

experimental de la oscilación de neutrinos exhibe que los neutrinos poseen masa. Por

lo tanto, está es la primera motivación para extender el modelo y dotar aśı de masa a

estos fermiones. En está sección se tratarán los esquemas para la masa de los neutrinos

y sus implicaciones.
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A diferencia de los quarks y los leptones cargados, los neutrinos pueden ser su propia

antipart́ıcula; se conoce como neutrinos tipo Majorana, lo cual se debe a que la carga de

estas part́ıculas en el SM es cero. Es decir que, se podŕıa tener la posibilidad de que los

neutrinos y antineutrinos se mezclen. Además, podemos neutrinos de Dirac, cada uno

de los cuales posee cuatro componentes independientes, dos para los estados de part́ıcula

νL y dos para νR. Tenemos de los estados de part́ıcula y antipart́ıcula para los fermiones

de Dirac [61, 63, 66].

ψL =PLψ , ψR =PRψ , (ψL)
C =PRψ

C , (ψR)
C =PLψ

C , (1.111)

donde:

ψR =
1 + γ5

2
ψ , (1.112)

ψL =
1− γ5

2
ψ , (1.113)

ψC = CψC = iγ2ψ∗ es el espinor conjugado que transforma bajo conjugación de carga,

con C = iγ2γ0 y que cumple las siguientes propiedades:

1. CT = −C,

2. C†C = 1,

3. CγTµC
−1 = −γµ,

4. C−1γ5C = γT5 ,

5. (ψCL )
C = (ψL) o (ψCR)

C = (ψR).

Un fermión de Majorana solo tiene dos grados de libertad, ya que ψC ≡ η∗ψ:

ψL =ηψCR , ψR =ηψCL , (1.114)

donde η es una fase y es proporcional a la CP -paridad, η = −iηCP con |η|2= 1.

Como los neutrinos son fermiones con carga eléctrica cero, pueden presentar dos es-

quemas para obtener masa, es decir los neutrinos pueden ser fermiones de Dirac o de

Majorana [67].

1.7.1 Términos De Masa De Dirac

El siguiente desarrollo es basado en los siguientes referencias [66, 68–70]. Considerando

los vectores columna para los neutrinos izquierdos (νL) y para los neutrinos derechos
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(νR), en términos de los sabores leptónicos l = e, µ, τ :

νL =


νeL

νµL

ντL

 , νR =


νeR

νµR

ντR

 , (1.115)

teniendo en cuenta solo campos νL y νR en el término de masa se tiene que:

LD = −νRMDνL + h.c , (1.116)

donde, LD es la densidad lagrangiana de Dirac para los neutrinos, MD es una matriz de

masa que en general es compleja y h.c es el hermitico conjugado. La densidad lagrangiana

en (1.191) es invariante bajo la transformación:

νL → eiθ νL , νR → eiθ νR . (1.117)

Si los neutrinos son part́ıculas de Dirac, entonces pasamos a los estados de masa mediante

la diagonalización de la matriz MD a través de la siguiente transformación biunitaria:

MD
diag = U †MDV , (1.118)

donde, U y V son matrices unitarias y MD
diag es una matriz diagonal, definida como

MD
diag = mD

i j = mD
i δij , con m

D
i ≥ 0; tal que


ν ′L1

ν ′L2

ν ′L3

 =V †


νeL

νµL

ντL

 ,


ν ′R1

ν ′R2

ν ′R3

 =U †


νeR

νµR

ντR

 , (1.119)
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de manera que:

LD = −ν ′RMDν ′L =

(
ν†eR ν†µR ν†τR

)
UU †MDV V †


νeL

νµL

ντL

+ h.c ,

=−
(
ν†R1 ν†R3 ν†R3

)

m1 0 0

0 m2 0

0 0 m3




νL1

νL2

νL3

+ h.c ,

=−
∑
i

mi

(
ν†RiνLi + ν†LiνRi

)
. (1.120)

Pasando a notación de Dirac:

νi =

νLi
νRi

 , γ0 =

0 1

1 0

 , (1.121)

tenemos que:

LD =−
3∑
i

mD
i ν

†
i γ

0νi ,

=−mD
1 ν1ν1 +mD

2 ν2ν2 +mD
3 ν3ν3 , (1.122)

=−
3∑
i

mD
i νiνi . (1.123)

νi corresponden a los autoestados de masa de los neutrinos con masasmD
i para neutrinos

de Dirac.

De la unitariedad de la matriz U y V , se puede obtener que

ναL′ =

τ∑
n=e

V †
αnνnL , (1.124)

ναR′ =

τ∑
n=e

U †
αnνnR , (1.125)

con:

mD
α =

3∑
n,m

V †
αnM

D
nmUmα , (1.126)
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donde, la matriz U se conoce como matriz de mezcla. Por lo tanto, si se cumplen

las relaciones presentadas en las ecuaciones (1.124) y (1.125) los neutrinos con sabor

leptónico n, son combinación de los autoestados de masas de los neutrinos izquierdos.

Además, considerando que la densidad lagrangiana es invariante bajo la transformación

gauge global (ver ecuación (1.189)), entonces el lagrangiano de masa (1.116) transforma

como:

LD = −νRMDνL + h.c→U(1)LL′D = −νRe−iθMDeiθνL + h.c , (1.127)

=− νRMDνL + h.c , (1.128)

=LD , (1.129)

lo cual implica que el lagrangiano se conserva para transformaciones del número leptónico

(U(1)L), donde la carga total leptónica es definida como:

L =
∑

n=e,µ,τ

Ln . (1.130)

1.7.2 Términos de masa de Majorana

Un fermión de Majorana es invariante bajo conjugación de carga, es decir ψ = λψc,

siendo λ un factor de fase

λ = eiβ → ψ = eiβψc. (1.131)

Entonces, el término de masa tipo Majorana esta dado por

LM =− 1

2
MMψψc + h.c , (1.132)

donde, LM es la densidad lagrangiana de Majorana para los neutrinos,MM es una matriz

simétrica y compleja en general, es decir, Mmn = Mnm.De tal manera que podemos

escribir el campo de Majorana como (nótese que la densidad lagrangiana no conserva el

número leptónico. )

ψ = ψL + ψcL . (1.133)

Si los neutrinos son part́ıculas de Majorana, entonces la matriz MM simétrica puede ser

diagonalizable mediante la siguiente transformación unitaria:

MM
diag = mM = UTMMU , MM =(U †)TmMU † , (1.134)
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donde, UU † = U †U = 1, mM es una matriz diagonal, en términos de componentes:

mM
α =

3∑
n,m

UTαnM
M
nmUmα . (1.135)

Luego, el lagrangiano de masa para neutrinos de Majorana puede ser escrito de la sigu-

iente manera:

LM = −1

2
νLM

M (νL)
c + h.c , (1.136)

= −1

2

∑
n,m

∑
α

(νLnUnαmαU
∗
mα(νLm)

c) + h.c , (1.137)

= −1

2

∑
n,m,α

UTnανLnmα

(
UTmανLm

)c
+ h.c , (1.138)

donde, se presentan los estados de masa de la siguiente forma:

NαL =
∑
n

UTαnνnL , (1.139)

de manera que:

LM = −1

2
NαLmα (NαL)

c + h.c . (1.140)

Bajo una transformación gauge abeliana global U(1)L, el lagrangiano de masa trans-

forma como:

LM = −1

2
νLM

M (νL)
c + h.c→U(1)L L′M = −1

2
νL e

−iθMM e−iθ(νL)
c + h.c (1.141)

= −1

2
νLM

M (νL)
c e−2iθ +h.c ̸= LM . . (1.142)

Se puede notar que la carga total del número leptónico para los neutrinos de Majorana

no se conserva, lo cual que induce procesos como el decaimiento doble beta (ββ)0ν sin

neutrinos en el estado final.

El lagrangiano de masa que considera una combinación de términos izquierdos y derechos

(νL, νR):

LM+D = −1

2
(nL)cM

M+DnL + h.c , (1.143)

donde, M es una matriz compleja 6× 6 y nL esta definida como:

nL =

 νL

(νR)
c

 , (1.144)
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con:

νL =


νeL

νµL

ντL

 , (νR)
c =


(νeR)

c

(νµR)
c

(ντR)
c

 , (1.145)

donde, la matriz de masa M es una matriz simétrica que por definición puede ser diag-

onalizada de manera perturbativa.

1.8 Simetŕıas y Teorema de Noether

Asociado con cada simetŕıa continua de un sistema hay una cantidad conservada. Por

lo tanto, si conocemos algunas cantidades conservadas de un sistema, podemos traba-

jar hacia atrás para encontrar las simetŕıas del sistema y, a partir de ah́ı, encontrar el

Lagrangiano que se considera invariante bajo todas las simetŕıas. El resultado que rela-

ciona las simetŕıas con las cantidades conservadas se conoce como teorema de Noether.

A partir de las siguientes referencias se desarrolla está sección [61, 63, 71].

1.8.1 Simetŕıas Internas

Si se consideran simetŕıas internas, donde la acción es invariante bajo variaciones (δS(Ω) =
0):

δS(Ω) =S ′(Ω)− S(Ω) =
∫
Ω
dx4L(ϕ′i(x), ∂µϕ′i(x))−

∫
Ω
dx4L(ϕi(x), ∂µϕi(x)) , (1.146)

=

∫
Ω
d4x

[
L(ϕ′i(x), ∂µϕ′i(x))− L(ϕi(x), ∂µϕi(x))

]
, (1.147)

=

∫
Ω
d4x [ L(ϕi(x) + δϕi(x), ∂µϕi(x) + ∂µδϕi(x))− L(ϕi(x), ∂µϕi(x))] (1.148)

≈
∫
Ω
d4x

[
(((((((((L(ϕi(x), ∂µϕi(x)) +

∂L
∂ϕi

δϕi +
∂L

∂(∂µϕi)
∂µ(δϕi)−(((((((((L(ϕi(x), ∂µϕi(x))

]
,

(1.149)

=

∫
Ω
d4x

[
∂L
∂ϕi

δϕi +
∂L

∂(∂µϕi)
∂µ(δϕi)

]
, (1.150)

donde se ha considerado la expansión en Taylor (1.151) para la densidad Lagrangiana

despreciando términos cuadráticos, es decir:

L(ϕ′i(x), ∂µϕ′i(x)) = L(ϕ′i, ∂µϕ′i) = L(ϕi, ∂µϕi)+
∂L
∂ϕi

δϕi+
∂L

∂(∂µϕi)
∂µ(δϕi)+· · · . (1.151)
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Reescribiendo el segundo término de (1.150) a partir de la regla de la derivada de un

producto (regla de Leibniz) y despejando dicho término se obtiene que:

∂L
∂(∂µϕi)

∂µδϕi = ∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)
δϕi

)
− ∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)

)
δϕi , (1.152)

reemplazando lo anterior y teniendo en cuenta la ecuación de Euler-Lagrange obtenida

en (1.59):

δS(Ω) =
∫
Ω
d4x

[
∂L
∂ϕi

δϕi +
∂L

∂(∂µϕi)
∂µ(δϕi)

]
, (1.153)

=

∫
Ω
d4x

[
∂L
∂ϕi

δϕi + ∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)
δϕi

)
− ∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)

)
δϕi

]
, (1.154)

=

∫
Ω
d4x


������������:0
∂L
∂ϕi
− ∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)

)  δϕi +

∫
Ω
d4x∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)
δϕi

)
, (1.155)

=

∫
Ω
d4x∂µ

(
∂L

∂(∂µϕi)
δϕi

)
. (1.156)

Para que se cumpla que δS(Ω) = 0 se tienen dos posibilidades, la primera es asumir que

δϕi se anula en la hipersuperficie Ω (solución trivial) y la segunda asumir que∫
Ω
d4x∂µJ

µ = 0 , (1.157)

donde:

Jµ =
∂L

∂(∂µϕi)
δϕi . (1.158)

Por lo tanto, Jµ satisface la ecuación de continuidad o ley de conservación de la carga:

∂µJ
µ = 0 , (1.159)

donde, µ = 0, 1, 2, 3, es decir que lo anterior se puede expresar de la siguiente forma:

∂J0

∂t
+ ∇⃗ · J⃗ = 0 . (1.160)

Integrando respecto al volumen y haciendo uso del teorema de Gauss-Ostrogradski, el

cual enuncia que la integral de superficie de un campo vectorial sobre una superficie

cerrada es igual a la integral de volumen de la divergencia sobre la región dentro de la
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superficie, ∫
V
d3x

∂J0

∂t
+

∫
V
d3x∇⃗ · J⃗ = 0 , (1.161)∫

V
d3x

∂J0

∂t
+
��

���*
0∫

S
J⃗ · dS⃗ = 0 . (1.162)

Se ha considerado que si la superficie es lo suficientemente grande para abarcar toda la

fuente de densidad y de corriente entonces el segundo término se hace cero, por lo tanto

d

dt

∫
V
d3xJ0 =

d

dt

∫
V
d3xρ = 0 . (1.163)

Se define la carga como:

Q =

∫
V
d3xρ =

∫
V
d3xJ0 , (1.164)

por consiguiente,
d

dt
Q = 0 . (1.165)

Este resultado se conoce como el Teorema de Noether el cual estable que por cada

transformación continua o simetŕıa continua debe existir una cantidad conservada, en

este caso se tiene una carga conservada.

1.8.1.1 Simetŕıas Espacio-Temporales (Simetŕıas Externas)

Considerando un campo escalar real ϕ, definido en cuatro dimensiones (espacio-tiempo)

con coordenadas xµ, donde el ı́ndice µ = 0 está relacionado a la dimensión temporal y

µ = 1, 2, 3 representa las tres dimensiones espaciales. Considerando una transformación

o traslación espacio-temporal infinitesimal de la siguiente forma

xµ → x
′µ = xµ − δxµ . (1.166)

Está trasformación puede ser descrita aleatoriamente como una transformación de la

configuración de campos, considerando una transformación infinitesimal para el campo
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se tiene:

ϕ(x)→ ϕ′(x′) = ϕ′(x− δx) , (1.167)

≈ ϕ′(x)− ∂ϕ′(x)

∂xµ
δxµ + · · · , (1.168)

= (ϕ(x) + δϕ(x))− ∂(ϕ(x) + δϕ(x))

∂xµ
δxµ , (1.169)

= ϕ(x) + δϕ(x)− ∂ϕ(x)

∂xµ
δxµ − ∂δϕ(x)

∂xµ
δxµ , (1.170)

≈ ϕ(x) + δϕ(x)− ∂ϕ(x)

∂xµ
δxµ , (1.171)

donde, se han despreciado términos cuadráticos. Por definición, para una traslación se

tiene que:

∆ϕ(x) ≡ 0 = ϕ′(x′)− ϕ(x) =���ϕ(x) + δϕ(x)− ∂ϕ(x)

∂xµ
δxµ −���ϕ(x) . (1.172)

Por lo tanto:

δϕ(x) =
∂ϕ(x)

∂xµ
δxµ = ∂µϕ(x)δx

µ . (1.173)

Luego, la transformación del campo ϕ, (1.55) debido a la traslación espacio-temporal

esta dada por

ϕ(x)→ ϕ(x) + δϕ(x) = ϕ(x) + ∂µϕ(x)δx
µ . (1.174)

Por lo tanto, si la acción es invariante bajo variaciones se obtiene que

δS(Ω) =S ′(Ω)− S(Ω) =
∫
Ω
dx4L(ϕ′(x), ∂µϕ′(x), x

′µ)−
∫
Ω
dx4L(ϕi(x), ∂µϕi(x), xµ) ,

(1.175)

=

∫
Ω
dx4L(ϕ+ δϕ, ∂µ(ϕ+ δϕ), xµ + δxµ)−

∫
Ω
dx4L(ϕ, ∂µϕ, xµ) , (1.176)

=

∫
Ω
dx4L(ϕ+ δϕ, ∂µϕ+ ∂µ(δϕ), x

µ + δxµ)−
∫
Ω
dx4L(ϕ, ∂µϕ, xµ) , (1.177)

≈
∫
Ω
dx4

[
L+

∂L
∂ϕ

δϕ+
∂L

∂(∂µϕ)
∂(δϕ) + (∂µL)δxµ

]
−
∫
Ω
dx4L(ϕ, ∂µϕ, xµ) ,

(1.178)

=
�

�
�
��

∫
Ω
dx4L+

∫
Ω
dx4

[
∂L
∂ϕ

δϕ+
∂L

∂(∂µϕ)
∂(δϕ) + (∂µL)δxµ

]
−
�

�
�

��
∫
Ω
dx4L , (1.179)

=

∫
Ω
dx4

[
∂L
∂ϕ

δϕ+
∂L

∂(∂µϕ)
∂(δϕ) + (∂µL)δxµ

]
. (1.180)
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Asumiendo que el campo satisface la ecuación de Euler-Lagrange (1.59) y haciendo uso

de (1.173) se obtiene:

δS(Ω) =
∫
Ω
dx4

{
∂µ

[
∂L

∂(∂µϕ)

]
δϕ+

∂L
∂(∂µϕ)

∂(δϕ) + (∂µL)δxµ
}
, (1.181)

=

∫
Ω
dx4

{
∂µ

[
∂L

∂(∂µϕ)
δϕ

]
+ (∂µL)δxµ

}
, (1.182)

=

∫
Ω
dx4∂µ

[
− ∂L
∂(∂µϕ)

∂νϕ+ δµνL
]
δxν , (1.183)

=−
∫
Ω
dx4∂µθ

µ
ν δx

ν = 0 , (1.184)

podemos concluir directamente que:

∂µθ
µ
ν = 0 , (1.185)

donde se define el tensor momento-enerǵıa, el cual surge al considerar la homogeneidad

del espacio-tiempo:

θµν =
∂L

∂(∂µϕ)
∂νϕ− δµνL . (1.186)

El teorema de Noether establece que la invarianza de la acción bajo transformaciones

espacio-temporales conlleva a la conservación de enerǵıa y momento. A partir de la

ecuación (1.185) se pueden obtener cuadricorrientes conservadas, la carga conservada

asociada con las translaciones temporales es el hamiltoniano (corresponde a la enerǵıa):

H =

∫
V
dx3θ00 =

∫
V
dx3H . (1.187)

La carga conservada asociada con las translaciones espaciales es el momento lineal:

P i =

∫
V
dx3θ0i . (1.188)

1.8.2 Simetŕıas globales

Según el teorema de Noether, la conservación de la carga es una consecuencia de la

invarianza del lagrangiano δL = 0 bajo las transformaciones de fase de los campos

complejos, dichas transformaciones reciben el nombre de transformaciones globales,

ψi(x)→ eiθ ψi(x) , (1.189)

donde, θ es un parámetro arbitrario, Las cargas conservadas más conocidas son la carga

eléctrica y los números bariónicos y leptónicos.
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La transformación global (donde, global nos indica que el parámetro θ no depende del

espacio-tiempo) en la ecuación (1.189) implica una variación común de las fases de

todos los n campos ψi(x). Tal transformación pertenece al grupo abeliano U(1) de

transformaciones de fase continua.

1.8.2.1 Simetŕıas globales del SM

El SM contiene varias simetŕıas globales. Una de ellas, es la simetŕıa del número

bariónico, la cual está definida de la siguiente manera:

q → e−iBθ q , (1.190)

donde, q son todos los campos quark y B es el número bariónico de los quark, general-

mente se toma como B = 1
3 . Para los antiquarks se tiene el siguiente valor, B = −1

3 . Se

asume que todas las otras part́ıculas tienen un número bariónico igual a cero.

En el sector leptónico también posee simetŕıas globales. Por ejemplo, considere

l→ e−iLθ l , (1.191)

donde, l es cualquier leptón cargado negativamente o su correspondiente neutrino y L se

conoce como el número leptónico, además se toma como −1 para los leptones y +1 para

las antipart́ıculas. Se asume que todas las otras part́ıculas tienen un número leptónico

igual a cero.

Estás simetŕıas tienen un carácter muy diferente que las simetŕıas gauge que son simetŕıas

impuestas en el modelo y locales. En cambio, las simetŕıas globales se encontraron al

desarrollar el SM con las simetŕıas gauge y con el contenido espećıfico de fermiones de

manera inesperada. Por esta razón las simetŕıas anteriormente mencionadas reciben el

nombre de simetŕıas accidentales [4].

1.8.3 El sector escalar

En el SM se presenta un EWSB. por lo que se debe implementar un sector escalar ade-

cuado que permita el mismo. Además, en las extensiones mas allá del SM, se puede

extender el sector escalar de modo que se genere masas a las part́ıculas extras asoci-

adas a nueva f́ısica mediante un rompimiento espontáneo de un grupo extra de simetŕıa

abeliana.
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1.8.4 Ruptura espontánea de la simetŕıa

Una QFT debe ser consistente, en otras palabras, debe estar libre de resultados diver-

gentes. En consecuencia, las divergencias deben ser eliminadas o anuladas mediante

un mecanismo de renormalización. Por lo tanto, una condición importante en cualquier

modelo de part́ıculas elementales que describa interacciones, es que pueda renormalizarse

[61, 72]. Dicho requerimiento de renormalización debe mantenerse a todos los ordenes

de teoŕıa de perturbaciones.

Por otro lado, se debe mantener la invarianza gauge de la teoŕıa, de modo que se debe

evitar la introducción directa de términos de masa de fermiones en el lagrangiano (de la

forma mψ̄ψ′). Entonces, para dotar de masa a los campos del modelo, se puede tener

un mecanismo que rompa la simetŕıa del vaćıo (no del lagrangiano) pero preserve la

invarianza gauge y la renormalización del modelo [73, 74].

1.8.4.1 Mecanismo de Higgs

En 1967, Steven Weinberg implementó el modelo descrito por Glashow [8, 9, 75], en

el cual se postulaba la existencia de una nueva part́ıcula, el bosón de Higgs, y su re-

spectivo campo cuántico. Con la implementación de está part́ıcula se logró dar masa a

las part́ıculas del SM, es decir a los leptones, quarks y los mediadores de la interacción

débil (los bosones W+, W− y Z0), , dejando el fotón sin masa. Esto completa la teoŕıa

electrodébil descrita por un grupo gauge SU(2)L ⊗ U(1)Y .
2

Para visualizar el mecanismo de Higgs consideremos el caso abeliano. En dicho modelo,

se introduce un campo complejo Φ que interactúa con los bosones de gauge y fermiones

[76, 77]. El lagrangiano está dado por la siguiente expresión:

L ⊃ (DµΦ)∗(DµΦ)− λ

4
(Φ2 − v2)2 , (1.192)

donde, Dµ es la derivada covariante y viene dada por Dµ = ∂µ+ieAµ, con Aµ corresponde

a campos vectoriales, v2Φ > 0, λ > 0, son constantes y Φ2 = Φ∗Φ. La teoŕıa es invariante

bajo las siguientes transformaciones gauge:

Aµ →A′
µ = Aµ +

1

e
∂µθ(x) , Φ→Φ′ = eiθ(x)Φ . (1.193)

El lagrangiano del campo Aµ viene dado por:

LA = −1

4
FµνFµν (1.194)

2Esta parte fue sacada del trabajo de grado presentado en pregrado, con algunas modificaciones.
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donde Dµ es la misma derivada covariante de (2.14), µ2 es un parámetro arbitrario, λ es un factor
perturbativo y Φ es un doblete escalar de componentes complejas denominado campo de Higgs dado
por

Φ =

(
φ+

φ0

)
=

1√
2

(
φ3 + iφ4

H + iφ2

)
, (2.33)

el cual consta de cuatro campos reales: dos cargados y dos neutros.
Bajo los operadores de isoespín T y de hipercarga Y , el campo de Higgs Φ se comporta como

TΦ =
τ

2
Φ ; Y Φ =

1

2
Φ (2.34)

El estado base del campo de Higgs se obtiene al calcular el valor del campo que minimiza el potencial

V
(
Φ†Φ

)
= µ2

(
Φ†Φ

)
+ |λ|

(
Φ†Φ

)2
. (2.35)

La situación de interés físico se presenta cuando µ2 < 0, ya que para µ2 > 0 la densidad lagrangiana
de Higgs describiría cuatro campos escalares masivos y el potencial no permitiría la implementación
del mecanismo de Higgs (figura 2.1a), mientras que si suponemos que µ2 < 0 tenemos un escenario
más importante (figura 2.1b).

Figura 2.1: Forma del potencial escalar para µ2 > 0 (imagen a) y µ2 < 0 (imagen b), en el segundo
caso tenemos un conjunto continuo de vacíos degenerados, correspondientes a las diferentes fases y
conectados a través de excitaciones de un campo no masivo.

Es importante recalcar que el resultado de realizar el rompimiento espontáneo de la simetría depende
del tipo de simetrías del Lagrangiano. Si el Lagrangiano es invariante bajo cierta simetría pero el
estado de vacío no lo es, entonces dicha ruptura de la simetría lleva a la aparición de nuevas partículas
como los bosones de Nambu-Goldstone. Sin embargo, si las simetrías del Lagrangiano son gauge local,
los bosones de Nambu-Goldstone son absorbídos por los bosones gauge asociados a las simetrías rotas
dotándolos de masa, lo cual se denomina mecanismo de Higgs-Kibble.

Antes del rompimiento espontáneo de la simetría (ARES)

Para analizar la estructura de los términos del Lagrangiano de Higgs antes del rompimiento espontáneo
de la simetría

LARESH =
[
(DµΦ)† (DµΦ)− µ2

(
Φ†Φ

)
− |λ|

(
Φ†Φ

)2
]
ARES

, (2.36)

Figura 1.4: Mecanismo de Higgs: Antes del rompimiento espontáneo de la simetŕıa.
Forma del potencial para µ2

Φ > 0.
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La situación de interés físico se presenta cuando µ2 < 0, ya que para µ2 > 0 la densidad lagrangiana
de Higgs describiría cuatro campos escalares masivos y el potencial no permitiría la implementación
del mecanismo de Higgs (figura 2.1a), mientras que si suponemos que µ2 < 0 tenemos un escenario
más importante (figura 2.1b).

Figura 2.1: Forma del potencial escalar para µ2 > 0 (imagen a) y µ2 < 0 (imagen b), en el segundo
caso tenemos un conjunto continuo de vacíos degenerados, correspondientes a las diferentes fases y
conectados a través de excitaciones de un campo no masivo.

Es importante recalcar que el resultado de realizar el rompimiento espontáneo de la simetría depende
del tipo de simetrías del Lagrangiano. Si el Lagrangiano es invariante bajo cierta simetría pero el
estado de vacío no lo es, entonces dicha ruptura de la simetría lleva a la aparición de nuevas partículas
como los bosones de Nambu-Goldstone. Sin embargo, si las simetrías del Lagrangiano son gauge local,
los bosones de Nambu-Goldstone son absorbídos por los bosones gauge asociados a las simetrías rotas
dotándolos de masa, lo cual se denomina mecanismo de Higgs-Kibble.

Antes del rompimiento espontáneo de la simetría (ARES)

Para analizar la estructura de los términos del Lagrangiano de Higgs antes del rompimiento espontáneo
de la simetría

LARESH =
[
(DµΦ)† (DµΦ)− µ2

(
Φ†Φ

)
− |λ|

(
Φ†Φ

)2
]
ARES
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Figura 1.5: Mecanismo de Higgs: Después del rompimiento espontáneo de la simetŕıa.
Forma del potencial para µ2

Φ < 0.

luego, el lagrangiano completo puede ser expresado de la siguiente manera:

L = −1

4
FµνFµν + (DµΦ)∗(DµΦ)− λ

4
(Φ2 − v2)2 . (1.195)

Por otro lado, el estado de mı́nima enerǵıa (estado de vaćıo) puede presentar dos casos

de simetŕıa:

Antes de la ruptura espontánea de la simetŕıa: El vaćıo tiene la misma invarianza

de gauge que el lagrangiano y todas las part́ıculas aparecen sin masa.

Después de la ruptura espontánea de la simetŕıa: El vaćıo se degenera y los

fermiones y algunos bosones de gauge adquieren valores de masa que se ajustan de

acuerdo con los datos experimentales.
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El mı́nimo de potencial está definido por la ecuación:

⟨Φ⟩ = 1√
2

 0

vΦ

 . (1.196)

en el modelo, el estado de vaćıo no es invariante bajo la simetŕıa gauge:

⟨Φ⟩ = 1√
2

 0

vΦ

 eiβ → 1√
2

 0

vΦ

 ei(β+α(x)) , (1.197)

es decir, la simetŕıa se rompe espontáneamente.

Si se considera una pequeña perturbación alrededor del valor de mı́nima enerǵıa entonces

se obtiene que:

Φ =
1√
2

 0

vΦ + η(x)

 eiβ(x), (1.198)

donde, η(x) es un campo escalar real. La fase en la ecuación (1.197) puede eliminarse

cuando se consideran transformaciones gauge unitarias con un parámetro del tipo θ(x) =

−β(x). Sustituyendo en el lagrangiano se obtiene

L =
1

2

[
(∂µ + ieAµ) (vΦ + η(x))eiβ(x))

]∗ [
(∂µ + ieAµ) (vΦ + η(x))eiβ(x))

]
, (1.199)

−λ
4

[
1√
2
(vΦ + η(x) )2 − v2Φ

]2
− 1

4
FµνFµν , (1.200)

=
1

2
[ ∂µη(x)∂

µη(x) +(((((((
ieAµv∂

µη(x) +((((((((
ieAµη(x)∂µη(x) −(((((((

ieAµv∂µη(x) (1.201)

−i2e2AµAµv2 − i2e2AµAµη(x)v −((((((((
ieAµη(x)∂

µη(x)− ie2AµAµη(x)v (1.202)

− i2e2AµA
µ η(x)η(x)]− λ

4

[
1√
2
(vΦ + η(x) )2 − v2Φ

]2
− 1

4
FµνFµν , (1.203)

finalmente, simplificando el binomio cuártico como (a+b)4 = (a2+2ab+b2)(a2+2ab+b2),

se ha obtenido que el lagrangiano viene dado por:

L =
1

2
∂µη(x)∂

µη(x) + e2η(x)vAµA
µ +

1

2
e2v2 AµA

µ +
1

2
η(x)2v2 AµA

µ , (1.204)

−λ
4
η(x)4 − λv η(x)3 − λv2 η(x)2 − 1

4
FµνFµν , (1.205)

donde, se ha considerado que la derivada del valor esperado de vaćıo del campo Φ es igual

a cero, es decir que ∂µvΦ = 0. Aśı, existe un bosón Goldstone real, el cual se estableció

como el bosón de Higgs, por el f́ısico Peter Higgs, quien fue uno de los primeros en

predecir su existencia [78–80]. Además, en la ecuación (1.197) se puede observar que el
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campo vectorial Aµ obtiene un valor de masa (surge del término 1
2e

2v2 AµA
µ ), el cual

viene descrito por

m2
A = e2v2 . (1.206)

El campo escalar real η(x) también adquiere un valor de masa. De esta manera surge

una relación entre la obtención de masa de una part́ıcula y el rompimiento espontáneo

de alguna simetŕıa. En el rompimiento o ruptura de SU(2)L⊗U(1)Y →Φ U(1)Q el vaćıo

deja de ser invariante bajo los tres generadores: T̂1, T̂2 y una combinación ortogonal

Q̂ = T̂3 + Ŷ . Esto puede expresarse de la siguiente manera:

[T1,2
SU(2), ⟨Φ⟩0] ̸=0 , (1.207)

[T3
SU(2) − Ŷ , ⟨Φ⟩0] ̸=0 , (1.208)

[Q̂, ⟨Φ⟩0] =0 , (1.209)

donde, T̂ está dado por los generadores de un grupo especial unitario SU(2)L, Q̂ corre-

sponde al generador de carga eléctrica y ⟨Φ⟩0 corresponde al valor esperado en el vaćıo

del campo.

De las ecuaciones (1.207) y (1.208) se obtienen 3 generadores rotos, por lo tanto hay 3

bosones de gauge que adquieren masa. De la ecuación (1.209) queda un bosón de gauge

sin masa (fotón, mγ = 0), el cual se considera como un generador no roto.

1.8.5 Extensión del SM con una simetŕıa gauge abelianas local extra

Al extender el contenido visible del modelo estándar (el modelo estándar de quarks y

leptones está libre de anomaĺıas) con una simetŕıa gauge abeliana local U(1)X activa

y fermiones quirales que transforman de manera independiente bajo la nueva simetŕıa

gauge abeliana, automáticamente aparecen anomaĺıas en el modelo, que hacen que la

teoŕıa sea matemáticamente inconsistente. Si la nueva simetŕıa gauge abeliana es ac-

tiva, los fermiones del SM y los nuevos fermiones se encuentran cargados bajo la nueva

simetŕıa. Las tres condiciones de anomaĺıa lineal en U(1) son: [81–83]

[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 ,

(1.210)
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donde, Q y L son las cargas X de los dobletes fermiónicos del SM Q† y L†, respectiva-

mente; los quarks up u, down d y el electrón e tienen carga u, d y e, respectivamente.

Las cargas X de los quark del SM, se pueden expresar en términos de e y L: [83]

u =− e− 2

3
L , d =e+

4

3
L , Q =− 1

3
L. (1.211)

La condición de anomaĺıa [U(1)Y ]
2 U(1)X cuadrática se satisface automáticamente, aunque

la mezcla gauge-gravitacional, [Grav]2 U(1)X , y las anomaĺıas cúbicas [U(1)X ]
3, depen-

den de cualquier fermión quiral singlete extra de hipercarga cero. Para los N campos

quirales adicionales cargados bajo la simetŕıa activa local, U(1)X se establece lo sigu-

iente:

[Grav]2 U(1)X :
N∑
α

nα + 3(e− 2L) = 0 , [U(1)X ]
3 :

N∑
α

n3α + 3(e− 2L)3 = 0 , (1.212)

donde, nα corresponde a la carga bajo la simetŕıa U(1)X .

Si m ≡ e− 2L entonces las anomaĺıas se pueden escribir de a siguiente manera:

N ′∑
α

nα + 3m =0 ,
N ′∑
α

n3α + 3m3 =0 . (1.213)

La ecuación (1.211) se puede reescribir en términos de los dos parámetros libres L y m

convenientemente como:

u =
4

3
L−m, d =m− 2

3
L , e =m− 2L , Q =− 1

3
L , (1.214)

donde la carga X del higgs del SM Higgs viene dada por:

h = −e− L = L−m. (1.215)

La solución general para las ecuaciones de anomaĺıas cuando se tienen dos parámetros

libres esta dada por

X(m,L) = mR− LY , (1.216)

donde, R es el generador de U(1)R, Y la hipercarga. Cuando se introduce una simetŕıa

arbitraria con carga nueva se debe garantizar que los fermiones de Weyl nuevos que se
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añadan cumplan las siguientes relaciones:

N ′∑
α

nα =− 3m,

N ′∑
α

n3α =− 3m3 . (1.217)

En esta tesis se buscan conjuntos de cargas que sean soluciones libres de anomaĺıas para

extensiones del SM con una simetŕıa adicional gauge U(1). Se presentan dos casos, en

el primero se extiende el SM con una simetŕıa gauge abeliana activa U(1)X con cargas

independientes y un conjunto de N ′ de fermiones singlete quirales y en el segundo caso

se extiende el SM con una simetŕıa gauge abeliana oscura U(1)D y un conjunto de N de

fermiones singlete quirales.

1.9 Mecanismo seesaw - tres generaciones

Los mecanismos seesaw [4, 66, 84–88] permiten diagonalizar la matriz de masa de neu-

trinos de manera perturbativa y proporcionan una explicación natural e interesante a la

pequeñez de las masas de los neutrinos en comparación con las masas de los fermiones

cargados. En el mecanismo seesaw, se considera la matriz de masa:

MM+D =M = (U †)TmM+DU † , (1.218)

donde:

M =

mL (mD)
T

mD mR

 . (1.219)

En el SM no es posible construir un término de masa para los neutrinos izquierdos por

lo cual mL = 0 , pero un término de masa de Majorana para los neutrinos derechos si

está permitido en el Lagrangiano. En este caso, la matriz (1.219) queda de la forma;

M =

 0 (mD)
T

mD mR

 , (1.220)

Para diagonalizar la matriz de masa M se debe aplicar la siguiente transformación

unitaria [89]:

UT

 0 (mD)
T

mD mR

U =

mligeros 0

0 Mpesados

 , (1.221)

donde, mligeros y Mpesados son matrices diagonales.
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1.10 Materia Oscura

En el siglo XX se descubrió que la materia bariónica ordinaria (formada por hadrones y

mesones), no son la forma dominante de materia en el Universo. Por lo tanto, se postula

la existencia de la materia oscura que es aproximadamente cinco veces más abundante.

Esto fue evidenciado experimentalmente, primero en cúmulos de galaxias y luego en

galaxias.

El astrónomo holandés Jan H. Oort [90, 91], a mediados de 1932 estudió el movimiento

de las estrellas cercanas al disco de la Vı́a Láctea, al examinar la influencia gravitacional

del disco sobre las estrellas para encontrar la masa del disco galáctico y encontró que la

masa del disco galáctico era aproximadamente dos veces la cantidad de materia visible

en forma de estrellas y nebulosas [92–94]. Sin embargo, para Oort, la posible explicación

a lo observado era que el 85% de la luz del centro galáctico estaba oscurecida por el polvo

y la materia intermedia o que las mediciones de velocidad de las estrellas de la galaxia

eran simplemente erróneas [91, 95].

Un año mas tarde, el f́ısico y astrónomo suizo Fritz Zwicky, del Instituto de Tecnoloǵıa

de California, estudió las velocidades de algunas galaxias en el cúmulo de Coma, a unos

99 Mpc (322 millones de años luz) de la Tierra. Se encontró información similar a la

encontrada por Oort, de masa faltante, pero en una escala mucho mayor. Además se

obtuvo que las galaxias se estaban moviendo a velocidades mucho mayores [96] al analizar

los desplazamientos doppler observados en los espectros galácticos. Según lo encontrado,

las galaxias representan solo una pequeña fracción de la masa total del cúmulo de Coma,

por lo que las galaxias debeŕıan entonces salir disparadas debido a su fuerza centŕıfuga

y el cúmulo debeŕıa desintegrarse.

En 1974, Jaan Einasto, Ants Kaasik y Enn Saar [97], del Observatorio W. Struve de

Astrof́ısica, de Estonia, se encontraban buscando la masa M en relación al radio de las

galaxias, por lo que realizaron estudios sobre un grupo de galaxias espirales fijándose

en un cuerpo que se mov́ıa en una órbita circular de radio R alrededor del centro de

la galaxia, con cierta velocidad rotacional. La distribución de masa Ms luminosa sufŕıa

una desviación considerable de la distribución de masa M , por lo que supusieron que las

galaxias deb́ıan estar formadas por una cantidad aún desconocida, pero que nombraron

como halos [98].

A finales de la década de 1970, Vera C. Rubin, W. Kent Ford Jr y Norbert Thonnard

[99] realizaron un estudio de las curvas de rotación de alrededor de 10 galaxias espirales

de diferentes tipos, basados en la clasificación de Hubble. Rubin y sus colaboradores se

basaron en la teoŕıa de gravitación de Newton para obtener la velocidad de una estrella
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Figura 1.6: Velocidades de rotación medidas de las regiones HI en NGC 3198 [95, 100]
en comparación con un comportamiento kepleriano idealizado

en una galaxia, la cual se muestra a continuación

v(r) =

√
Gm(r)

r
, (1.222)

donde, v(r) es la velocidad de rotación del objeto en un radio r, G es la constante

gravitacional ym(r) es la masa total contenida dentro de r. La ecuación anterior implica

que la velocidad debeŕıa disminuir a medida que aumenta la distancia desde el centro.

No obstante, los resultados mostrados presentaban una desviación de las predicciones

debido a la gravedad y la distribución de la materia luminosa, es decir, las velocidades

de las estrellas continúan aumentando con la distancia desde el centro galáctico hasta

que alcanzan un ĺımite (es decir, que para regiones alejadas del centro de la galaxia, las

estrellas a diferentes radios giran con la misma velocidad circular, ver figura 1.6) [95]

La conclusión de Rubin y sus colaboradores fue la siguiente:‘la masa, a diferencia de la

luminosidad, no se concentra cerca del centro de las galaxias espirales. Por lo tanto, la

distribución de la luz en una galaxia no es en absoluto una gúıa para la distribución de

masa” [99]. Después de los resultados presentados una enorme cantidad de trabajos e

investigaciones han comprobado que las galaxias están constituidas fundamentalmente

por materia oscura, es decir, materia no luminosa (no visible).
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Figura 1.7: Anillo doble de Einstein. El radio de Einstein depende de la masa de la
lente Y de la geometŕıa. Gavassi+ 2008. Imagen tomada de [102]

1.10.1 Lentes gravitatorias

Otra manera de obtener información sobre la cantidad y distribución de la materia

oscura fue a partir de lentes gravitacionales, consiste en observar la curvatura de la luz

que pasa cerca de una galaxia. Esta teoŕıa corresponde al resultado de la Teoŕıa de la

Relatividad de Albert Einstein, que postula que el universo existe dentro de un “tejido”

[95] flexible de espacio-tiempo. La luz curva su trayectoria debido a la presencia de

objetos masivos cercanos a su trayectoria, es decir que los objetos con masa doblan dicho

tejido; para observar estos efectos los astrónomos sitúan cúmulos (u objetos masivos) de

galaxias lejanas, detrás del cual se ubica una galaxia muy luminosa (se debe considerar

la distancia entre la lente y el observador ya que existe una separación óptima). Por

lo que la luz de la galaxia pasará por el cúmulo de galaxias y debido a la gran masa

del cúmulo, la trayectoria de la luz de la galaxia detrás del cúmulo se curvará. Si

la galaxia lejana se ubicara directamente detrás del cúmulo, apareceŕıa un “anillo de

Einstein” completo. Aunque, la probabilidad de que dos objetos se alineen es baja, por

lo tanto, las galaxias distorsionadas se presentan como anillos parciales de Einstein. En

el Observatorio Nacional de Kitt Peak, D.Walsh [101] en 1979 observó esta forma de lente

gravitacional, donde se analizaron dos objetos distantes separados por solo 5, 6 segundos

de arco con desplazamientos al rojo. En 1988, R. Lynds y V. Petrosian observaron

múltiples anillos parciales de Einstein.

Mediante las observaciones obtenidas con lentes gravitacionales se obtuvo que la con-

tribución de la materia contenida en cúmulos de galaxias a la materia del Universo es

de 35% de la densidad cŕıtica del Universo.
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1.10.2 Evidencias cosmológicas

Otra evidencia relevante de la existencia de materia oscura proviene del fondo cósmico

de microondas, CMB (Cosmic Microwave Background), por sus siglas en inglés. El

CMB es una forma de radiación electromagnética descubierta en 1964 por Penzias y

Wilson que llena el universo por completo y que procede de una etapa temprana del

Universo como una temperatura de fondo de aproximadamente 2, 725K ≈ 2, 73K [103].

En el Universo primitivo, el plasma primordial se expandió rápidamente, luego lo hizo

a un ritmo decreciente más lento y se enfrió durante unos 380.000 años después del

Big Bang hasta que alcanzó lo que se conoce como la época de la recombinación. En

está etapa, el Universo era “transparente” a la radiación electromagnética, por lo tanto,

los fotones pod́ıan viajar libremente a través del universo, estos fotones existen hoy

como el CMB. En 1989 se verificaron dos propiedades importantes del CMB; y esto

fue gracias al explorador de fondo cósmico, COBE (COsmic Background Explorer),

la primera propiedad encontrada es que el CMB es uniforme y la segunda es que el

Universo primitivo o temprano y por ende el CMB, es un cuerpo negro casi perfecto,

aunque también se descubrieron anisotroṕıas fundamentales dentro del CMB.

El modelo que mejor representa el espectro de potencias del CMB es el modelo ΛCDM,

(Lambda-Cold Dark Matter) que explica la estructura a gran escala del Universo, a partir

de: primero, Λ, que corresponde a la constante cosmológicas o constante de expansión

del Universo, asociada a a enerǵıa oscura. En la actualidad, representa un 70% de la

densidad de enerǵıa del universo, ΩΛ ≃ 0.70. Segundo, CDM, la materia oscura fŕıa es

el modelo de materia oscura, en el que la velocidad de las part́ıculas es mucho menor

a la velocidad de la luz, otra propiedad relevante es que la materia oscura fŕıa es no-

bariónica, es decir que no es materia ordinaria puesto que no emite ni absorbe radiación

electromagnética. Esta representa un 26% de la densidad de enerǵıa del universo.

1.10.3 Candidatos de materia oscura

Aunque experimentalmente la materia oscura se encuentra justificada por las evidencias,

su naturaleza exacta se desconoce. En consecuencia, los candidatos a materia oscura

pueden variar en sus propiedades y teoŕıas que los fundamentan, tales como: neutrinos

pesados, part́ıculas como los WIMPs (Weakly Interacting Massive particles), FIMPs

(Feebly Interacting Massive Particles) y los axiones, cuerpos astronómicos como las

estrellas enanas, los MACHOs (Massive Compact Halo Objects), que corresponden a

planetas y las nubes de gases no luminosos [95]. El freeze-out térmico o congelamiento

termal se alcanza cuando la tasa de aniquilación WIMPs es igual a la tasa de expansión
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Figura 1.8: La evolución de Y (x)/Y (x = 1) vs x = m/T , donde Y = n/s [95].

del Universo H(t), de tal manera que,

n⟨σeffv⟩ ≈ H(tfreeze−out) . (1.223)

A partir de la ecuación (1.223) se obtiene que entre más grande sea la sección eficaz

menor será la abundancia de materia oscura, debido a que más tarde se dará el freez-

out. Por lo tanto, se tiene un v́ınculo directo entre la abundancia de los candidatos a

materia oscura (DM) WIMPs y la sección eficaz de aniquilación. Éste v́ınculo se puede

observar en la figura (1.8), la cual representa una aproximación anaĺıtica a la ecuación

de Boltzmann. En el eje vertical se tiene la abundancia de los WIMPs (Y (x)/Y (x = 1))

y en el eje horizontal se tiene la masa de los WIMPs, m, sobre la temperatura T . Debido

a la expansión del Universo llega un momento en el cual las part́ıculas de DM adquieren

un valor determinado, lo cual se conoce como el freez-out. La ĺınea continua simboliza el

valor de equilibrio, es decir la abundancia en equilibrio de los WIMPs del acoplamiento

con part́ıculas del SM, la ĺınea discontinua es la abundancia real, es decir que representa

la abundancia de WIMPs hoy para diferentes valores de secciones eficaces de DM. Cabe

resaltar, que cuanto mayor sea la sección transversal de aniquilación, ⟨σeffv⟩, menor

será la densidad de reliquia [95].

Con el fin de obtener la abundancia de reliquia proveniente del CMB, la sección efi-

caz promediada térmicamente de una part́ıcula de DM viene dada por ⟨σeffv⟩ ≈ 3 ×
10−26cm3/s, si la masa de la part́ıcula es del orden de aproximadamente mDM ≈
100GeV.
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Hay una part́ıcula estable, eléctricamente neutra y de interacción débil en el SM que

podŕıa actuar como materia oscura, los neutrinos. Como fue expresado por Lars Bergstrom

[95] los neutrinos pese a que presentan la “virtud indiscutible de que se sabe que existen”

no podŕıan figurar como toda la materia oscura del universo porque los neutrinos son

relativistas, es decir, se mueven a velocidades cercanas a la velocidad de la luz y un uni-

verso dominado por neutrinos habŕıa prohibido la formación de estructuras [104, 105].

Por otro lado, debido a las observaciones cosmológicas brindadas por el WMAP, los

neutrinos no podŕıan ser la solución completa a la masa faltante. El WMAP restringe

la masa del neutrino a mν < 0.23 eV. Esto lo logró combinando datos de estructura a

gran escala. Esto quiere decir que la densidad cosmológica esta dada por Ωνh
2 < 0.0072

[106]. Por lo tanto, se concluye que aunque los neutrinos śı podŕıan explicar una pequeña

cantidad de materia oscura, no podŕıan ser la única fuente.

1.11 Neutrinos y Materia Oscura

El SM es una teoŕıa exitosa, aunque debe extenderse para tener en cuenta las masas

de neutrinos y la materia oscura. Hasta el momento, la búsqueda de materia oscura ha

resultado infructuosa, es decir, no se ha encontrado ninguna señal no gravitacional que

se pueda asignar con certeza a la materia oscura. Gran parte de los esfuerzos teóricos

en el área se orientan a implementar modelos que solucionen problemas adicionales al

de materia oscura, como por ejemplo las masas de los neutrinos. Actualmente se han

encontrado modelos completos que tienen en cuenta estás dos evidencias de f́ısica más

allá del modelo estándar [107, 108].
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El SM se considera incompleto y debe extenderse para dar cuenta de ciertos fenómenos

y part́ıculas, incluyendo los neutrinos y la materia oscura. A continuación se considera

una forma de introducir términos de masa de Dirac para los neutrinos. Los términos de

masa de Dirac se generan de manera similar a cómo las part́ıculas cargadas adquieren

masa en el SM, es decir, acoplando la parte izquierda (νL, left-handed) con la parte

derecha de los neutrinos, donde se extiende la teoŕıa introduciendo acoplamientos de

Yukawa para los neutrinos, fundamentales para que los neutrinos adquieran masa.

Los acoplamientos de Yukawa resultantes cuando se introducen los neutrinos derechos

acoplados con el Higgs en un término renormalizable en el lagrangiano son del orden de

aproximadamente y ≈ O(10−12), lo cual se puede evitar introduciendo simetŕıas gauges

abelianas que proh́ıben los términos renormalizables pero generan masas con operadores

efectivos al asignar diferentes cargas a los neutrinos izquierdos (νL) y a los neutrinos

derechos (νR).

En este trabajo se presenta un conjunto de soluciones libres de anomaĺıas para la ex-

tensión del SM mediante una nueva simetŕıa gauge abeliana local U(1) que generan

términos de masa de Dirac para neutrinos. En un primer caso, el SM se extiende con

una simetŕıa gauge abeliana activa U(1)X con cargas independientes y un conjunto de

N ′ fermiones singletes quirales y en un segundo caso, el SM se extiende con una simetŕıa

gauge abeliana oscura U(1)D y un conjunto deN fermiones singletes quirales. La relación

entre el número de fermiones singletes N y N ′ se da considerando N = N ′ +3, es decir,

se puede pasar de una simetŕıa gauge oscura U(1)D a una simetŕıa gauge activa U(1)X

mediante la inclusión de tres cargas iguales. En está sección se exhiben las soluciones

49
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Figura 2.1: Diagrama a nivel árbol para la generación de masas de neutrinos de Dirac.
Aqúı se han suprimido los ı́ndices de familia.

S

η

L νR

φ

que dan lugar a masas de neutrinos de Dirac mediante la solución de cancelación de

anomaĺıas considerando una simetŕıa gauge oscura.

2.1 Condiciones de anomaĺıas

En este trabajo se presenta una extensión del SM mediante una simetŕıa gauge abeliana

adicional U(1)X para simetŕıas activas y U(1)D para simetŕıas oscuras; basada en la

siguiente simetŕıa gauge SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y ⊗ U(1)X , y N
′ fermiones quirales

singletes derechos, con cargas nα bajo la simetŕıa U(1)X , donde α = 1, 2, ..., N ′. La

simetŕıa gauge local añadida al SM consiste en al menos dos neutrinos singletes derechos

(νR1 , νR2) y un singlete escalar S, donde las condiciones para la ausencia de anomaĺıas

de gauge imponen restricciones no triviales. Se considera que los fermiones quirales

singletes añadidos adquieren su masa mediante la ruptura de simetŕıa U(1)X . Esto

implica que no se tienen en cuenta soluciones vector-like. A continuación se presenta la

construcción del modelo y el diagrama a nivel árbol (Figura (2.1)):

SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y ⊗ U(1)X

↓ ⟨S⟩
SU(3)c⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y

↓ ⟨ϕ⟩
SU(3)c⊗ U(1)EM,

(2.1)

donde, Y es la hipercarga del SM. ⟨S⟩ corresponde al valor esperado de vaćıo del singlete

S, el cual rompe la simetŕıa U(1)X y ⟨ϕ⟩ el valor esperado de vaćıo del doblete de
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Higgs, responsable por EWSB, en el caso de considerar simetŕıas gauge oscuras U(1)D la

teoŕıa con los nuevos campos quirales añadidos sera consistente si satisface las ecuaciones

diofánticas.

N∑
α

nα =0 ,

N∑
α

n3α =0 . (2.2)

Para resolver estas ecuaciones se implementa un programa informático en Python que

genera los posibles valores de carga que adquieren los fermiones quirales añadidos.

Las ecuaciones (2.2) provienen de las condiciones de la mezcla gauge gravitacional

[Grav]2 U(1)D, y las anomaĺıas cúbicas [U(1)D]
3, las cuales se deben satisfacer. Las

llamadas ecuaciones diofánticas no poseen soluciones triviales, por lo tanto las ecua-

ciones de cancelación de anomaĺıas para el grupo gauge U(1) se pueden escribir como

una ecuación cúbica en n − 1 variables enteras, donde n es el número de fermiones de

Weyl que llevan la carga U(1). Es decir, que las ecuaciones se resuelven realizando una

parametrización de las cargas en términos de n− 2 enteros [109]. Está parametrización

viene descrita por dos conjuntos de enteros l y k, los cuales tienen dimensiones de

(n−3)/2 y (n−1)/2 para n impar, mientras que n/2−1 y n/2−1 para n par, respecti-

vamente [110]. Con el fin de comprender estas soluciones se recomienda ver el apéndice

B en el cual se desarrolla a detalle las soluciones diofánticas.

2.2 Modelo a nivel árbol con neutrinos de Dirac

El contenido de campo de la simetŕıa SU(2)L ⊗ U(1)X que se propone en este trabajo

se encuentra en la Tabla 2.1. Cabe señalar que los valores numéricos de los campos se

obtienen a partir de las soluciones de las ecuaciones diofánticas, donde L representa un

doblete leptónico, ϕ el doblete de Higgs, νR los neutrinos singletes derechos, S el singlete

de Higgs y η el doblete escalar pesado.

Dado que los términos en el Lagrangiano respetan todas las cargas conservadas, podemos

visualizar los términos de las corrientes que fluyen a través de los vértices (a) y (b) de la

figura (2.2). La ĺınea punteada representa a las part́ıculas escalares mientras que la ĺınea

continua a los fermiones. Por tanto, podemos escribir las ecuaciones para estos vértices,

donde las cargas que entran en el vértice deben ser iguales a las que salen. Ecuaciones

para U(1)X :

• Vértice (a)

h+ s = η , (2.3)
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Tabla 2.1: El contenido del campo relacionado con la generación de las masas de
neutrinos de Dirac, donde i = 1, 2 y n representa el ı́ndice de familia. Las otras

part́ıculas del SM son singletes bajo U(1)X .

Campos SU(2)L U(1)X o U(1)D

(νR)
†
i 1 ν

L(n) 2 l

S 1 s

η 2 η

ϕ 1 h

S

η

L νR

φ

(a)

(b)

Figura 2.2: Mecanismo Seesaw tipo II: Interacción de los campos mediante el
intercambio de campo escalar.

donde, s corresponde a la carga del singlete escalar, η a la del doblete pesado, h al

doblete de Higgs y l a los fermiones. El singlete escalar de Higgs, S, puede ser expresado

de la siguiente manera

S =
1√
2
(vS +RS + iIS) : (1, 0), (2.4)

donde, el singlete escalar de Higgs S está dotado con una hipercarga correspondiente a

0 y es un singlete (1) bajo el grupo SU(2)Y . El doblete escalar pesado de Higgs η esta

expresado como

η =

η+
η0

 =

 η+

1√
2
(vη +Rη + iIη)

 . (2.5)
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L

η

Lη(νR)
†

νR

0-1/2

Figura 2.3: Flujo en el vértice (a): Al vértice rojo entra un singlete escalar de Higgs,
un doblete escalar de Higgs del SM y sale un doblete escalar pesado.

Finalmente, el doblete de Higgs del SM viene descrito mediante

ϕ =

ϕ+
ϕ0

 =

 ϕ+

1√
2
(vϕ +Rϕ + iIϕ)

 . (2.6)

De ésta manera, podemos escribir el término del lagrangiano de interacción entre el

doblete de Higgs del SM, ϕ, el singlete escalar de Higgs, S, que entran al vértice (ver

figura 2.4) y el doblete escalar pesado de Higgs, η, que sale del vértice:

LY (a) = ρS(η)†ϕ , (2.7)

• Vértice (b)

η

S(η)†φ

Sφ

 

 

 

 

 

Figura 2.4: Flujo en el vértice (b): Al vértice azul entra un doblete leptónico, un
doblete escalar pesado y sale un neutrino singlete derecho.
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−l + η = ν, (2.8)

donde, el doblete leptónico puede ser expresado de la siguiente manera:

Lm =

 νm

em

 : (2,−1/2), (2.9)

donde, el sub́ındice m hace referencia a la familia (m = e, µ, τ), la hipercarga tiene un

valor correspondiente a −1/2 y es un doblete (2) bajo el grupo SU(2)L.

Escribiendo el término del lagrangiano de interacción entre el doblete escalar pesado η

que entra al vértice, el doblete leptónico L y el neutrino singlete derecho que sale del

vértice, resulta

LY (b) = y(ν)∗L · η . (2.10)

Reemplazando el valor de la carga del doblete escalar pesado de Higgs η en la ecuación

(2.8) y teniendo en cuenta que h = l −m, se obtiene

ν =− l + h+ s (2.11)

=− �l + �l −m+ s (2.12)

=−m+ s . (2.13)

Si se realiza una extensión del SM con una simetŕıa oscura, donde el parámetro m = 0

s = ν . (2.14)

Es importante señalar que las ecuaciones (2.8) y (2.3) no implican fermiones de tipo

vector-like, incluso si contiene part́ıculas con carga opuesta, ya que la carga m está

asociada con los dobletes SM. Para limitar el número total de soluciones que anulan las

anomaĺıas provenientes de la extensión del SM a partir de una simetŕıa gauge abeliana

U(1)X adicional, se tienen en cuenta las siguientes restricciones:

1. Se obtienen alrededor de 30 000 soluciones presentadas en el link: https://github.

com/restrepo/anomaly/blob/main/solutions.json.gz.

2. Por construcción, todos los fermiones quirales nuevos deben cargarse bajo las

simetŕıas U(1)X o U(1)D, es decir, se descartan las soluciones con cargas cero.

3. Se descartan las soluciones con fermiones vector-like, es decir, fermiones con cargas

opuestas, que generan masas fundamentales.

https://github.com/restrepo/anomaly/blob/main/solutions.json.gz
https://github.com/restrepo/anomaly/blob/main/solutions.json.gz
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4. Las soluciones para las dos simetŕıas a considerar, activas (U(1)X) y oscuras

(U(1)D), se filtran; esto se logra teniendo en cuenta que debemos considerar

tres soluciones iguales para el valor de m (garantiza la cancelación del SM) y

al menos dos repetidas para el valor de ν (al menos dos neutrinos derechos son

garantizados)[82].

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

6. Nos restringimos a N ≤ 12 campos, con cargas que satisfagan las dos condiciones

diofánticas mostradas en la ecuación (2.2), y tomamos la carga mı́nima como

positiva. Observamos que no hay soluciones paraN ≤ 5 con al menos dos conjuntos

de cargas iguales.

7. Los términos de masa de Dirac para neutrinos se generan a nivel árbol (ver figura

(2.1)).

8. Finalmente se filtran las soluciones donde todos los fermiones quedan con masa.

En la tabla 2.3 y 2.3 se presentan algunas de las soluciones a las ecuaciones diofánticas

(en el apéndice B se presenta la solución general a las ecuaciones), donde la primera

columna, N corresponde a los fermiones quirales añadidos, los cuales se parametrizan

como una función de dos conjuntos vector-like libre de anomaĺıas, l y k (correspondientes

a los términos presentados en la segunda y tercera columna). En la cuarta columna se

presenta el conjunto de soluciones a las ecuaciones diofánticas, es decir, las asignaciones

de cargas, en la quinta columna se presenta el máximo común divisor MCD, del conjunto

de cargas de la solución inicial. En las dos columnas próximas se muestran el valor de las

cargas para los neutrinos derechos (al menos dos cargas, que hace referencia a ν1 y ν2),

el siguiente valor corresponde a la carga del singlete escalar de Higgs, S. Finalmente se

considera la solución libre de anomaĺıas y en las cuales todos los fermiones son masivos.

Cabe resaltar que para el caso de simetŕıas activas U(1)X se considera un término de

más que corresponde al proveniente del SM, m, en está simetŕıa se obtuvieron alrededor

de 242 soluciones en las cuales todos los fermiones quedaban masivos, en la tabla 2.3 se

presentan algunas de estás soluciones. Mientras que cuando se consideraron simetŕıas

oscuras, U(1)D, se obtuvieron alrededor de 902 soluciones, donde todos los fermiones

quedaban masivos.

Con el fin de comprender los valores presentados en la tablas antes mencionadas, se

considera la primera solución obtenida para simetŕıas activas, la cual corresponde a

(1, 2,−6,−6,−6, 8, 9, 9,−11), con 9 valores de cargas, se elige el valor de carga de los

neutrinos como 9 (ya que garantiza una matriz de masa de neutrinos de Dirac de rango

dos, aunque se debe tener presente que algunas soluciones son consideradas con 3 cargas)
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y los tres valores iguales para el parámetro m proveniente del SM es tomado como −6,
por lo tanto, la carga del singlete escalar S esta dada por s = ν +m = 9 + (−6) = 3

quedando como solución libre al siguiente conjunto de cargas: (8, 1, 2,−11), de donde se
tiene que se podŕıan considerar dos fermiones quirales masivos, ya que ψ1 = 2+1 = 3 = s

y ψ2 = −11 + 8 = 3 = s, es decir que los fermiones (2, 1) y (−11, 8) obtienen masa. Es

importante realizar algunos comentarios sobre las soluciones obtenidas:

Simetŕıa Oscura U(1)D: a continuación se presentarán las soluciones que cuentan con

la menor cantidad de fermiones quirales añadidos:

• El primer conjunto de cargas que se encontró corresponde aN = 6 campos quirales,

[1,−2,−3, 5, 5,−6]. En este caso, se consideran dos neutrinos derechos con carga

ν = 5, por lo tanto, la solución libre viene dada por [1,−6,−3,−2]. De está

solución se obtienen los siguientes pares de fermiones quirales de Dirac (1,−6) y

(−2,−3), los cuales obtienen masa cuando el campo escalar S adquiere un VEV

(valor esperado de vaćıo, por sus siglas en ingles). Los dos fermiones son estables

y pueden dar lugar a un escenario de materia oscura multicomponente.

• El segundo conjunto conN = 6 fermiones quirales extra es [2,−3,−10, 13, 13,−15],
donde se considera la carga de los neutrinos derechos como 13, los dos pares de

fermiones quirales de Dirac que se forman son (−3,−10) y (2,−15). Los dos

fermiones son estables y pueden dar lugar a un escenario de materia oscura multi-

componente, sin embargo, se debe tener en cuenta que el valor de la carga de este

conjunto es mayor al primer conjunto. Las demás soluciones encontradas tienen

cargas superiores.

• La tercera solución solución considerada corresponde a [1,−2, 3, 4, 6,−7,−7,−7, 9],
con N = 9 fermiones, en este caso se consideran tres neutrinos derechos con carga

−7. Queda libre el siguiente conjunto [1, 3, 4, 6, 9,−2], con tres fermiones quirales

masivos dados por los siguientes pares (9,−2) , (4, 3) y (1, 6), los cuales obtiene

masa cuando el campo escalar S adquiere un VEV con carga de ±7. Las demás

soluciones para 9 fermiones quirales son consideradas con tres neutrinos derechos.

• Finalmente, el último conjunto de soluciones es [1, 1, 3,−4, 5,−6, 9,−10,−11, 12]
con N = 10 fermiones, en este caso se consideran dos neutrinos derechos de cargas

1, por lo tanto se obtienen los siguientes cuatro pares de fermiones quirales (−10, 9),
(3,−4), (5,−6) y (12,−11), los cuales obtiene masa cuando el campo escalar S

adquiere un VEV con carga de ±1.
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Simetŕıa Activa U(1)X a continuación se presentarán las soluciones que cuentan con

la menor cantidad de fermiones quirales añadidos para la solución activa, es decir que

se deben considerar tres cargas repetidas parta el parámetro proveniente del SM, m:

• Se presenta el conjunto de soluciones más sencillas, [1, 1, 1,−4,−4, 5] donde, en este

caso se considera la carga del parámetro de m como 1 y la carga de los neutrinos

derechos como −4, de tal manera que, la solución libre viene dada por una solución,

5, sin embargo, este es diferente a s = m+ ν = 1− 4 = −3. Por lo tanto, en este

caso no todos los fermiones añadidos quedan cargados.

• El primer conjunto donde todos los fermiones quirales añadidos quedan con masa,

considerando una simetŕıa activa viene dado por [1, 2,−6,−6,−6, 8, 9, 9,−11], en
este caso el conjunto con el mı́nimo número de fermiones quirales es 9, conm = −6,
ν = 9, es decir que s = m + ν = −6 + 9 = 3, por lo tanto, la solución libre es

[8, 1, 2,−11]. De está solución se obtienen los siguientes pares de fermiones quirales

de Dirac (−11, 8) y (1, 2), los cuales obtienen masa a través del escalar de Higgs

S. Cabe resaltar que está solución corresponde a la solución con el menor valor de

carga.
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Tabla 2.2: Masas de neutrino de tipo Dirac para una simetŕıa oscura U(1)D, donde N
corresponde al número de fermiones quirales agregados, k y l al conjunto vectorial que
proporciona soluciones a las ecuaciones diofánticas, la solución se refiere al conjunto de
fermiones, s corresponde a la carga del singlete escalar de Higgs S y ν a la carga de los
neutrinos derechos. Cabe resaltar que en esta tabla no se considera la carga m, la cual
corresponde al parámetro proveniente del SM debido a que en una simetŕıa oscura las

part́ıculas del SM no están cargadas (m = 0).

N
1

k
so

lu
ti
o
n

G
C
D

ν
s

so
lu
ti
o
n

fr
e
e

6
[−

1,
−
2]

[−
1
,2
]

[1
,1
,1
,−

4
,−

4
,5
]

1
1

1
[−

4,
5]

6
[−

1
,1
]

[−
2
,0
]

[1
,−

2
,−

3,
5,
5,
−
6]

1
5

5
[1
,−

6
,−

3,
−
2]

6
[1
,0
]

[−
1
,−

5
,0
]

[2
,−

3,
−
10
,1
3,
13
,−

15
]

2
13

13
[−

15
,2
,−

3,
−
10
]

6
[1
,0
]

[−
1
,−

4
,0
]

[3
,−

5,
−
12
,1
7,
17
,−

20
]

1
17

17
[3
,−

20
,−

12
,−

5]

6
[1
,0
]

[−
1
,−

7
,0
]

[3
,−

4,
−
21
,2
5,
25
,−

28
]

2
25

25
[3
,−

4
,−

21
,−

28
]

9
[0
,1
,−

2
]

[−
3,
−
1,
−
2,
−
1
]

[1
,−

2
,3
,4
,6
,−

7
,−

7,
−
7,
9]

1
−
7

−
7

[1
,3
,4
,6
,9
,−

2]

9
[−

1,
0,
−
1,
1
]

[−
4,
0,
−
3,
0
]

[1
,−

3,
4,
9,
12
,−

13
,−

13
,−

13
,1
6]

2
−
13

−
13

[1
,4
,9
,1
2,
16
,−

3]

9
[2
,−

1
,2
,3
]

[−
5
,−

6
,−

5
,0
]

[1
,2
,−

5,
−
10
,1
5,
15
,1
5,
−
16
,−

17
]

1
15

15
[1
,2
,−

17
,−

16
,−

10
,−

5]

9
[−

2,
−
3
,0
,−

3
]

[−
5,
0,
−
4,
0]

[2
,−

4,
5,
10
,1
3,
−
15
,−

15
,−

15
,1
9]

2
−
15

−
15

[2
,5
,1
0,
13
,1
9
,−

4]

9
[−

1
,0
,−

1,
1
]

[−
5,
0,
−
2,
0]

[4
,−

5
,7
,8
,1
1,
−
15
,−

15
,−

15
,2
0]

2
−
15

−
15

[4
,7
,8
,1
1,
20
,−

5]

10
[−

1,
−
3,
2,
0
]

[−
3
,−

2
,−

1
,0
,−

1]
[1
,1
,3
,−

4,
5,
−
6,
9,
−
10
,−

11
,1
2]

1
1

1
[3
,5
,9
,1
2,
−
11
,−

10
,−

6
,−

4]

1
0

[0
,−

3,
4,
−
3
]

[−
4
,−

3
,−

2
,0
,−

1]
[1
,3
,3
,3
,−

4,
−
6,
9,
−
10
,−

12
,1
3]

9
3

3
[1
,9
,1
3
,−

12
,−

10
,−

6,
−
4]

1
0

[3
,−

1
,−

3,
0]

[−
2
,−

1
,1
,−

3
,−

4]
[3
,3
,3
,4
,−

6
,−

7,
9,
−
11
,−

12
,1
4]

1
3

3
[4
,9
,1
4,
−
12
,−

11
,−

7,
−
6]

10
[1
,−

3
,1
,4
]

[−
3,
−
2
,−

1
,2
,−

4]
[1
,−

2
,3
,−

4,
−
7,
11
,1
1,
−
12
,1
3,
−
14
]

1
11

11
[1
,3
,1
3,
−
14
,−

12
,−

7
,−

4,
−
2]

11
[−

2
,2
,−

3
,−

1
,−

2
]

[−
3,
0,
1,
−
3,
−
2
]

[2
,2
,−

4,
−
5,
6,
7,
−
8,
9,
−
10
,−

11
,1
2]

1
2

2
[6
,7
,9
,1
2,
−
11
,−

10
,−

8
,−

5
,−

4]

11
[2
,1
,−

3,
0,
3
]

[−
1
,−

2
,−

1
,0
,−

1
]

[1
,1
,−

2,
3,
−
4,
−
8
,9
,−

13
,1
4,
15
,−

16
]

3
1

1
[3
,9
,1
4,
15
,−

16
,−

13
,−

8,
−
4,
−
2]

11
[2
,4
,2
,−

3]
[−

4
,−

3
,−

2
,0
,−

1]
[1
,2
,3
,3
,3
,−

4
,−

8
,1
1,
−
13
,−

14
,1
6]

2
3

3
[1
,2
,1
1,
16
,−

14
,−

13
,−

8,
−
4]

12
[2
,−

2
,1
,−

1
,3
]

[−
3,
0,
−
2,
−
3,
1
]

[2
,2
,2
,−

6
,8
,−

10
,−

11
,1
3,
−
14
,1
5,
16
,−

1
7]

4
2

2
[8
,1
3,
15
,1
6,
−
17
,−

14
,−

11
,−

10
,−
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Tabla 2.3: Masas de neutrino de tipo Dirac para una simetŕıa activa U(1)X , donde N
corresponde al número de fermiones quirales agregados, k y l al conjunto vectorial que
proporciona soluciones a las ecuaciones diofánticas, la solución se refiere al conjunto de
fermiones, s corresponde a la carga del singlete escalar S, ν a la carga de los neutrinos

derechos y m el cual corresponde al parámetro proveniente del SM.
N

1
k

so
lu
ti
o
n

G
C
D

m
ν

s
so

lu
ti
o
n

fr
e
e

9
[1
,2
,1
,−

1]
[−

6
,−

3
,−

5
,−

3]
[1
,2
,−

6
,−

6,
−
6,
8,
9,
9,
−
11

]
1

−
6

9
3

[8
,1
,2
,−

1
1]

9
[−

2,
−
1,
0]

[−
1
,−

3
,−

5
,−

3]
[5
,6
,6
,6
,−

8,
−
9,
−
9,
−
10
,1
3]

2
6

−
9
−
3

[−
8
,1
3
,5
,−

1
0]

9
[−

2,
−
1,
0]

[−
1
,−

4
,−

5
,−

4]
[1
,−

5
,8
,8
,8
,−

11
,−

12
,−

12
,1
5]

2
8
−
12

−
4

[1
,−

5,
−
11
,1
5]

9
[3
,−

5
,0
,−

4]
[−

2,
−
1,
0,
−
2]

[6
,6
,6
,−

9
,−

9
,2
0,
−
22
,−

23
,2
5]

6
6

−
9
−
3

[−
23
,−

22
,2
0,
2
5]

10
[−

3
,0
,−

2
,3
]

[−
1,
−
2,
−
1
,0
,−

1]
[1
,3
,3
,3
,3
,−

4,
−
5,
−
6,
−
6
,8
]

1
3

−
6
−
3

[8
,1
,−

5
,−

4
]

10
[0
,−

1,
0,
1]

[−
1
,−

2
,2
,0
,−

2]
[1
,1
,1
,−

5
,−

6
,1
0,
10
,1
0
,−

11
,−

11
]

1
10

1
11

[−
6
,−

5]

10
[0
,−

1,
0,
1]

[−
2
,−

3
,3
,0
,−

3]
[1
,−

2,
−
8,
9,
−
10
,1
2,
12
,1
2,
−
13
,−

13
]

4
12

−
13

−
1

[1
,9
,−

10
,−

8
,−

2]

10
[−

1
,0
,−

1
,0
]

[−
1,
−
4,
−
1,
0,
−
1]

[1
,1
,1
,−

4,
−
9
,1
2
,1
2,
12
,−

13
,−

13
]

1
12

1
13

[−
4
,−

9
]

10
[1
,2
,−

1
,−

2]
[−

1,
−
2,
−
3,
−
4,
0]

[1
,1
,2
,2
,2
,−

8
,1
1,
−
13
,−

14
,1
6]

2
2

1
3

[1
1,
1
6,
−
1
4,
−
1
3,
−
8
]

11
[1
,−

1
,0
,2
,1
]

[−
3,
−
1,
0,
−
2
,−

3]
[1
,−

2
,−

2
,−

2
,−

3
,4
,4
,−

5,
6,
7
,−

8]
1

−
2

4
2

[1
,6
,7
,−

8,
−
5
,−

3]

11
[1
,0
,2
,0
,3
]

[−
2,
−
1,
−
2,
−
1
,0
]

[2
,2
,2
,−

4
,−

4
,−

5
,7
,−

8
,9
,1
0,
−
11

]
2

2
−
4
−
2

[7
,9
,1
0,
−
1
1,
−
8
,−

5
]

11
[−

2,
1,
0,
1]

[−
2,
1,
−
3,
4,
3]

[1
,2
,3
,3
,3
,−

6,
−
6,
7,
−
9,
−
10
,1
2]

2
3

−
6
−
3

[1
,2
,7
,1
2,
−
1
0,
−
9
]

12
[1
,2
,3
,2
,1
]

[−
3,
−
2,
−
3
,−

1
,2
]

[1
,1
,−

2,
−
3,
−
3
,−

3
,4
,5
,−

7
,8
,9
,−

10
]

8
−
3

1
−
2

[4
,5
,8
,9
,−

10
,−

7
,−

2]

12
[−

1,
−
2,
−
1,
0,
−
1]

[−
3,
−
1,
−
3,
2,
−
3]

[1
,2
,−

3
,4
,4
,4
,−

6
,−

7
,8
,−

9,
−
9,
11

]
1

4
−
9

5
[1
,2
,8
,1
1,
−
7
,−

6
,−

3
]
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Materia Oscura

Al extender el SM con una simetŕıa gauge abeliana local U(1) se pueden generar masas de

neutrinos de Dirac de diagramas a nivel árbol. Debido a que esta simetŕıa es anómala se

requiere implementar nuevos fermiones quirales que se encuentren cargados bajo U(1)D.

En este caso consideramos un modelo mı́nimo, donde se añaden dos fermiones quirales y

sus cargas bajo U(1)D pueden componer un candidato de materia oscura en el espectro.

A continuación se enmarca el contenido de campos en el modelo, aśı como los términos

del Lagrangiano relevante.

3.1 Introducción

Las observaciones del CMB (fondo cósmico de microondas), la formación de estructuras

a gran escala y la abundancia primordial de elementos ligeros son las evidencias ex-

perimentales más relevantes que han asentado la teoŕıa de que la mayor parte de la

masa del Universo consiste en materia oscura [111, 112]. Por lo tanto, el modelo cos-

mológico estándar ha demostrado ser una teoŕıa muy exitosa durante las últimas dos

décadas. En el modelo ΛCDM, el candidato más convincente para la part́ıcula de DM

fŕıa (CDM) es la part́ıcula masiva de interacción débil (WIMPs, por sus siglas en inglés).

Estás part́ıculas son masivas y estables. Adicionalmente, surgen naturalmente en la ex-

tensión supersimétrica del SM [113]. La materia oscura tipo WIMP se produce en el

Universo temprano mediante mecanismos térmicos, estando en un equilibrio qúımico con

las part́ıculas del SM y a medida que el Universo se expand́ıa y disminúıa la temper-

atura, estás part́ıculas se desacoplan o salen del equilibrio y se produce lo que se conoce

como freeze-out o congelamiento.
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Por otra parte, las exclusiones experimentales impuestas para las detecciones directas

de DM como XENON100 [114], LUX [115] y CDMS [116] han implicado que el espacio

de parámetros para la materia oscura de WIMP está cada vez más restringido.

3.2 Modelo

Se considera una extensión del SM con una nueva simetŕıa gauge abeliana oscura U(1)D,

el cual tiene asociado un bosón vectorial gauge abeliano B′
µ. Además se añaden al menos

dos neutrinos singletes derechos (νR1 , νR2), un singlete escalar S y dos fermiones quirales.

En otras palabras, se añaden los siguientes campos nuevos al contenido del SM (3.1):

Campos SU(2)L U(1)Y U(1)D

(νR)
†
i 1 0 5

L(n) 2 −1/2 0

η 2 1/2 5

S 1 0 5

ϕ 2 1/2 0

ψL1 1 0 −6
ψR1 1 0 1

ψL2 1 0 −3
ψR2 1 0 −2

Tabla 3.1: Contenido de campo para un modelo con candidatos a materia oscura,
masas de neutrinos de Dirac por mecanismo seesaw tipo II y detección directa.

Los nuevos campos del modelo interactúan entre śı, pero no pueden interactuar direc-

tamente con las part́ıculas del SM. Los términos de interacción más relevantes en los

sectores oscuros se dan en el Lagrangiano (en notación de dos componentes):

−L ⊂ yX1S
∗ψL1 · ψR1 + yX2S

∗ψL2 · ψR2 + yϵαβν†RLαηβ + VH + h.c , (3.1)

donde, VH = V (ϕ, η, S) corresponde al potencial escalar, dado por:

VH = V (ϕ, S, η) ⊆µ2ϕϕ†ϕ+ µ2SS
∗S +M2

η η
†η + λϕ(ϕ

†ϕ)2 + λS(S
∗S)2 + λη(η

†η)2

+ λϕ−S(ϕ
†ϕ)(S∗S) + λϕ−η(ϕ

†ϕ)(η†η) + λη−S(S
∗S)(η†η)

+ λ7(ϕ
†η)(η†ϕ) + ρ[Sη†ϕ+ h.c] . (3.2)
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Después de la ruptura espontánea de la simetŕıa de U(1)D mediante el valor esperado

de vaćıo del singlete escalar S, los dos campos quirales singletes bajo el SM (ψ1 y ψ2)

pueden adquirir una masa de Dirac a través de:

−Lψ = yψ(ψR)
†ψLS + h.c . (3.3)

En la tabla 3.2 se presentan las asignaciones de cargas para los dos campos fermiónicos

de Dirac con componentes de Weyl ((ψR)
† y ψL, de tal manera que ((ψR1)

† + ψL1 = s,

veamos que se satisface, ya que −6 + 1 = −5 y −3 + (−2) = −5 ), el valor esperado

de vaćıo de S, ⟨S⟩ = vS/
√
2 conlleva a una masa diferente de cero para al bosón gauge

asociado ZD, donde hay dos candidatos de materia oscura Ψ1 y Ψ2. En el caso en el

que Ψ2 sea mucho más masivo que Ψ1, se desacoplan las ecuaciones de Boltzmann y la

densidad de reliquia asociada a la part́ıcula de materia oscura en el primer sector oscuro

domina la abundancia de reliquia y se obtiene de manera efectiva el caso de una sola

componente.

Campos (νR)
†
i (νR)

†
i ψL1 (ψR1)

† ψL2 (ψR2)
† s

5 5 −6 1 −3 −2 5

Tabla 3.2: Asignación de cargas de los dos campos quirales singletes.

3.2.1 Materia Oscura

A partir de la asignación de cargas del modelo presentadas en la Tabla 3.1 se obtiene que

después de la ruptura de simetŕıa U(1)D quedan dos simetŕıas Z2 residuales. La part́ıcula

más ligera que sea impar bajo cada simetŕıa Z2, (ya sea el doblete escalar o el singlete de

fermión más ligero) constituye un candidato a materia oscura. La densidad de materia

oscura observada se puede generar a través de los mecanismos de freeze-in, superWIMP

o congelación, con materia oscura fŕıa [117]. Las part́ıculas que circulan por el diagrama

de masa de neutrinos a nivel árbol son impares bajo las simetŕıas remanentes. Por lo

contrario, los neutrinos derechos (νR), el singlete escalar S y las part́ıculas del SM son

pares bajo las simetŕıas remanentes.

En nuestro caso, la densidad de reliquia térmica está mediada por las interacciones gauge

U(1)D. Es decir, nos concentramos en DM fermiónica donde las especies de materia

oscura interactuaban débilmente con las part́ıculas del sector visible y se encontraban

en equilibrio térmico con el plasma del SM. En la figura (3.1) se presenta el proceso
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principal que aporta a la abundancia de reliquia de materia oscura, el cual corresponde

a la aniquilación de part́ıculas de materia oscura en fotones oscuros ZD (se debe tener

en cuenta que se tienen dos canales de aniquilación, el canal t y el canal u).

El lagrangiano para el campo vectorial gauge abeliano B′
µ y el término de interacción

entre B′
µ y los fermiones candidatos a materia oscura (términos cinéticos) está dado por:

LB′ = −1

4
B′
µνB

′µν +
ϵ

2
B′
µνB

µν +
i

2
ξ†α̇σ̄

µα̇αDµξα −
i

2
ηασµαα̇Dµη†α̇ , (3.4)

donde, se observa que puede ocurrir una mezcla cinética (kinetic mixing) al considerar

dos o más tensores de intensidad de campo B
′µν y Bµν que sean neutros bajo alguna

simetŕıa gauge, cabe resaltar que esto solo aparece para grupos gauges abelianos U(1),

además

B′
µν =∂µB

′
ν − ∂νB′

µ , (3.5)

Bµν =∂µBν − ∂νBµ , (3.6)

Dµ =∂µ − igDqXB′
µ, (3.7)

donde B′
µν se conoce como el tensor de esfuerzos para el campo B′

µ, Bµν se conoce como

el tensor de esfuerzos para el campo Bµ, ϵ es el término de mezcla cinética para los

bosones Bµ y B′
µ, Dµ es la derivada covariante bajo la simetŕıa U1(D), gD es el acople

gauge y qX es la carga del fermión quiral. Se puede diagonalizar el término de mezcla

cinética de la siguiente manera
B̃

B̃′


=


1 ϵ

0
√
1− ϵ2




B

B′


. (3.8)

Para determinar el espectro de masas se debe expandir los términos cinéticos de la

ecuación (4.4) presentada en el caṕıtulo 4 y parte del anexo D. Considerando un kinetic

mixing ϵ diferente de cero, los campos A0, Z0 y ZD no son ortogonales, es decir que la

matriz de masa de los bosones gauge neutros pueden escribirse de la siguiente manera

LM =
1

2
V T
0 S

TM2
GSV0 (3.9)
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donde, V T
0 =

Bµ W3µ B′
µ



S =



1 0 − ϵ√
1−ϵ2

0 1 0

0 0 1√
1−ϵ2


(3.10)

STM2
GS =



1
4g

2
1v

2
ϕ −1

4gg1v
2
ϕ −1

4g1g
′
Dv

2
ϕ

−1
4gg1v

2
ϕ

1
4g

2v2ϕ −1
4gg

′
Dv

2
ϕ

1
4g1g

′
Dv

2
ϕ −1

4gg
′
Dv

2
ϕ

1
4g

′2
Dv

2
ϕ + 4g

′′2
1 v2T


, (3.11)

con, g′D = gD−g1ϵ√
1−ϵ2 , g

′
1 = gDs. La siguiente combinación lineal de Bµ,Wµ

3 y B
′µ da estados

propios de masa definidos Aµ, Zµ y ZµD con un valor de kinetic mixing, ϵ diferente de

cero. 

B
′µ

Wµ
3

Bµ


=



cos θw − cos θ sin θw sin θw sin θ

sin θw cos θ cos θw − cos θw sin θ

0 sin θ cos θ





Aµ

Zµ

ZµD


, (3.12)

donde,

tan 2θ =
2g′D

√
g2 + g21

g
′2
D + 16

v2T
v2ϕ
g
′′
1 − g2 − g21

, (3.13)

con g
′′
1 =

g′1√
1−ϵ2 . Las masas f́ısica de los bosones gauge A, Z y ZD están dadas por,

MA =0 (3.14)

MZ,ZD
(3.15)
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Figura 3.1: Diagrama de Feynman de la aniquilación de part́ıculas de materia oscura
en fotones oscuros en el canal t y canal u respectivamente, que contribuyen a la abun-

dancia de reliquia de materia oscura.

Es importante resaltar que en este caso el fotón oscuro no puede ser candidato a materia

oscura porque este puede decaer en part́ıculas del SM mediante el portal del kinetic

mixing.

El fermión de cuatro componentes ψj se puede escribir en términos de los fermiones de

dos componentes ξj,α y η†α̇j como:

ψj =


ξj,α

η†α̇j


. (3.16)

En el paradigmaWIMP la cantidad relevante es la sección eficaz promediada térmicamente

para la aniquilación de materia oscura en part́ıculas SM. Ese observable depende de los

acoplamientos de interacciones y masas de los campos en nuestros modelos que deben

satisfacer restricciones teóricas y fenomenológicas. La abundancia de reliquia de los

fermiones masivos en los sectores oscuros, que son candidatos a materia oscura, deben

ser consistente con los resultados de los datos del experimento PLANCK [118].

La sección transversal para la aniquilación de part́ıculas de materia oscura en fotones

oscuros es:

dσ

dΩ
=

2∑
i=1

g4Dβ(mD,mD)

576πsm4
Dβ(Mψi

,Mψi
)

[
Σt

(t−Mψi
)2

+
Σu

(u−Mψi
)2

+
Σtu

(t−Mψi
)(u−Mψi

)

]
(3.17)
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donde gD es la constante de acoplamiento gauge para la simetŕıa oscura, mD es la masa

del fotón oscuro y:

β(M,m) =
√
s2 − 2s(M2 +m2) + (M2 −m2)2 , (3.18)

Σt =− 2(4m8
D + 8m6

DM
2
ψi
− 8m6

Dt+ 69m4
DM

4
ψi
− 4m4

DM
2
ψi
s+ 54m4

DM
2
ψi
t

+ 4m4
Dst+ 5m4

Dt
2 − 30m2

DM
6
ψi

+ 4m2
DM

4
ψi
s+ 58m2

DM
4
ψi
t−m2

DM
4
ψi
t

− 2m2
DM

2
ψi
t2 + 4m2

Dst
2 − 2m2

Dt
3 +M8

ψi
−M6

ψi
s− 4M6

ψi
t+ 3M4

ψi
st

+ 6M4
ψi
t2 − 3M2

ψi
st2 − 4M2

ψi
t3 + st3 + t4) , (3.19)

Σu =− 2(8m8
D + 20m6

DM
2
ψi

+ 4m6
Ds− 20m6

Dt+ 81m4
DM

4
ψi
− 40m4

DM
2
ψi
s

+ 30m4
DM

2
ψi
t+ 8m4

Dst+ 17m4
Dt

2 − 26m2
DM

6
ψi

+ 28m2
DM

4
ψi
s+ 46m2

DM
4
ψi
t

− 24m2
DM

2
ψi
st− 14m2

DM
2
ψi
t2 − 4m2

Dst
2 − 6m2

Dt
3 +M8

ψi
−M6

ψi
s− 4M6

ψi
t

+ 3M4
ψi
st+ 6M4

ψi
t2 − 3M2

ψi
st2 − 4M2

ψi
t3 + st3 + t4) , (3.20)

Σtu =2(4m8
D + 70m6

DM
2
ψi
− 6m6

Dt− 65m4
DM

4
ψi
− 8m4

DM
2
Ψi
s− 62m4

DM
2
ψi
t+ 8m4

Dst

−m4
Dt

2 + 28m2
DM

6
ψi
− 14m2

DM
4
ψi
s− 52m2

DM
4
ψi
t+ 12m2

DM
2
Ψi
st+ 20m2

DM
2
ψi
t2

+ 2m2
Dst

2 + 4m2
Dt

3 −M8
ψi

+M6
ψi
s+ 4M6

ψi
t− 3M4

ψi
st− 6M4

ψi
t2 + 3M2

ψi
st2

+ 4M2
ψi
t3 − st3 − t4) . (3.21)

La sección transversal promediada térmicamente se puede escribir como una expansión

en serie en v2,

⟨σv⟩ = a+ bv2 (3.22)

donde,

a =
g4D

144πm4
DM

6
ψi

(−2m8
ψi

+m6
DM

2
ψi

+ 17m4
DM

4
ψi
− 16m2

DM
6
ψi

+ 12M8
ψi
)

√
1− m2

D

M2
ψi

,

(3.23)

b =
g4D

3456πm4
DM

6
ψi
(m2

D −M2
ψi
)

× (−20m10
D + 216m8

DM
2
ψi
− 541m6

DM
4
ψi

+ 521m4
DM

6
ψi
− 304m2

DM
8
ψi

+ 164M10
ψi
)

√
1− m2

D

M2
ψi

(3.24)

El valor de la sección eficaz de aniquilación de part́ıculas de DM en part́ıculas del SM

está relacionada con el valor de abundancia de reliquia, la cual está medida por la

colaboración de PLANCK, como ΩDMh
2 = ρDM/ρc = 0.120 ± 0.0001 [118], donde ρDM

es la densidad de DM y ρc la densidad cŕıtica del Universo.
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Figura 3.2: Abundancia de reliquia de DM en función de la masa del candidato de
DM fijando gD = 0.1 y la masa de los fotones oscuros ZD a tres valores. Donde 200GeV
corresponde al ĺımite inferior para mZD

(representada por la ĺınea azul) donde la curva
de la abundancia de reliquia corta la densidad reliquia cosmológica reportada por la
colaboración PLANCK, que toma un valor de Ω = 0.120±0.0001 [118] (representada por
la ĺınea a trazos). El segundo ĺımite considerado corresponde a una masa de mZD

=
350GeV (representada por la ĺınea naranja) y finalmente se considera una masa de

mZD
= 550GeV como el ĺımite superior (representada por la ĺınea verde).

3.3 Espacio de parámetros

En la figura (3.2) se presenta la abundancia de reliquia de DM considerando el acoplamiento

entre los fermiones de Dirac y los ZD como gD = 0.1, en función de la masa del candidato

de materia oscura fijando la masa del fotón oscuro ZD a tres valores, donde 200GeV cor-

responde al ĺımite inferior para mZD
(representada por la ĺınea azul), el segundo ĺımite

considerado corresponde a una masa de mZD
= 350GeV (representada por la ĺınea

naranja) y finalmente se considera una masa de mZD
= 550GeV como el ĺımite superior

(representada por la ĺınea verde), donde la curva de la abundancia de reliquia corta

la densidad reliquia cosmológica, la cual está representada por ΩDM = 0.120 ± 0.0001.

El punto de intersección entre la sección eficaz fijando las masas del ZD y la densidad

reliquia cosmológica da lugar a la masa del fermión de Dirac Mψ, como posibles can-

didatos a DM, representado en el eje x; el cual presenta una variación de la masa del

fermión quiral ψ. Al analizar valores de masas constantes para el fotón oscuro, ZD, se

evidencia que la densidad reliquia tiende a decrecer a medida que aumenta la masa de

la part́ıcula de materia oscura, ψ .

En la figura 3.3 se presenta la abundancia de reliquia de DM en función de la masa del

candidato de materia oscura fijando la masa del fotón oscuro ZD cada diez valores, desde

el ĺımite inferior de 200GeV hasta 550GeV, donde el punto de corte con la densidad de

reliquia cosmológica da como resultado el valor de la masa del fermión de Dirac, Mψ.



Caṕıtulo 3. Materia Oscura 69

200 400 600 800 1000 1200 1400 1600
M  [GeV]

10 2

10 1

100

= 0.123

Figura 3.3: Abundancia de reliquia de DM en función de la masa del candidato de
materia oscura fijando la masa de los fotones oscuros ZD cada diez valores, donde
200GeV corresponde al ĺımite inferior y mZD

= 550GeV como el ĺımite superior, donde
la curva de la abundancia de reliquia corta la densidad reliquia cosmológica reportada

por la colaboración PLANCK, que toma un valor de Ω = 0.120± 0.0001 [118].
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Figura 3.4: Masa de los fermiones oscuros de Dirac vs masa de los fotones oscuros
ZD

En la figura (3.4) se presentan los valores de la masa del candidato de DM en función de

la masa del fotón oscuro, se nota que en un rango de masas del fotón oscuro de 200GeV

a 550GeV, la abundancia de reliquia es compatible con el valor dado por la colaboración

PLANCK de ΩDM = 0.120± 0.0001. Además se puede ver que el fermión oscuro que es

candidato de DM es una part́ıcula estable neutra entonces puede ser un candidato de

DM en el paradigma WIMP, donde los fermiones de DM se aniquilan en fotones oscuros

los cuales decaen a part́ıculas del SM mediante el kinetic mixing [119].
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Modelos de masas de neutrinos

Los neutrinos del SM aparecen sin masa. Sin embargo, los experimentos de oscilaciones

de neutrinos implican que las masas de los neutrinos son diferentes de cero y por lo menos

6 órdenes de magnitud más pequeñas que las masas de los otros fermiones cargados del

modelo estándar. Además los ángulos de mezcla son mucho mayores que los de los

quarks. Por lo tanto, se pretende entender la estructura observada en las masas y

mezclas de neutrinos para aśı explicar una explicación fenomenológica a las oscilaciones

de neutrinos.

4.1 Mecanismo seesaw

Los mecanismos seesaw proporcionan una explicación natural e interesante a la pequeñez

de las masas de los neutrinos en comparación con las masas de los fermiones cargados

[84, 120]. Por lo tanto, permiten entender la diferencia de las masas de los neutrinos

observadas (orden de eV) en comparación con los fermiones cargados como los quarks

o los leptones cargados. En este caso se considera un mecanismo seesaw tipo II para

masas de Dirac.

4.1.1 Mecanismo seesaw tipo II - Masas de Dirac

Se propone un modelo de Dirac seesaw tipo II para obtener las pequeñas masas de neutri-

nos extendiendo el contenido visible del modelo estándar (SM) con un sector oculto com-

puesto por un singlete escalar S y al menos dos neutrinos singletes derechos (νR1 , νR2).

Estos neutrinos singletes derechos se cargan bajo una nueva simetŕıa activa, U(1)X o

una simetŕıa oscura, U(1)D . Además es necesario añadir un doblete escalar pesado

71
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para desempeñar el rol de mensajero entre el sector visible, el cual viene dado por las

part́ıculas del SM y el sector oculto que corresponde a las nuevos campos añadidos.

4.1.2 Lagrangiano de Yukawa

El Lagrangiano de Yukawa describe el acoplamiento entre los campos escalares de la

teoŕıa y los fermiones. En nuestro caso, el acoplamiento involucra un doblete escalar

pesado η, el doblete de Higgs ϕ y el singlete escalar S. Por medio de una ruptura

espontánea de la simetŕıa, los fermiones adquieren una masa proporcional al valor es-

perado en el vaćıo del campo escalar S. Considerando los términos del lagrangiano

descritas en las ecuaciones (2.7) y (2.10), teniendo en cuenta además el diagrama a nivel

árbol que representa la interacción:

LY ⊃ −
∑

n,m = 13ynm(νnR)
†(Lm) · η + ρSη†ϕ+ h.c , (4.1)

donde,

A ·B =ϵabA
aBb = Ã†B . (4.2)

Por lo tanto, podemos escribir el lagrangiano de la ecuación (4.1) como:

LY ⊃ −
∑

n,m = 13ynm(νnR)
†η̃†Lm + ρSη†ϕ+ h.c . (4.3)

donde, ymj corresponde al acoplamiento de Yukawa.

El diagrama a nivel árbol para la generación de masas de neutrinos en Mecanismo

seesaw dirac tipo II se muestra a continuación en la figura 4.1.

4.1.3 Lagrangiano de Higgs

Teniendo en cuenta que la teoŕıa al ser invariante bajo el grupo de simetŕıa SU(2)L ⊗
U(1)Y ⊗ U(1)X , implica que la densidad lagrangiana no posee expĺıcitamente términos

de masa para los fermiones, ni para los bosones intermediarios ya que de lo contrario

estos rompeŕıan expĺıcitamente la simetŕıa. Por consiguiente, es necesario dotar de masa

a las part́ıculas del SM, para lo cual es necesario implementar el mecanismo de ruptura

espontánea de la simetŕıa.

El lagrangiano de Higgs con el contenido de campos mostrado anteriormente viene dado

por:

LHiggs = (Dµϕ)†(Dµϕ) + (Dµη)†(Dµη) + (DµS)†(DµS)− VH , (4.4)
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Figura 4.1: Generación de masa de neutrinos en el mecanismo Seesaw Dirac tipo II.

donde, Dµϕ = ∂µϕ − ig1Bµϕ − ig2W 3
µϕ, Dµη = ∂µη − ig1Bµη − ig2W 3

µη − iηgDB′
µη y

DµS = ∂µS − isgDB′
µS, la derivada covariante permite escribir el acople de los bosones

de gauge con los escalares ϕ, η y S. Por otro lado, el potencial escalar puede ser escrito

de la siguiente manera:

VH = V (ϕ, S, η) ⊆µ2ϕϕ†ϕ+ µ2SS
∗S +M2

η η
†η + λϕ(ϕ

†ϕ)2 + λS(S
∗S)2 + λη(η

†η)2

+ λϕ−S(ϕ
†ϕ)(S∗S) + λϕ−η(ϕ

†ϕ)(η†η) + λη−S(S
∗S)(η†η)

+ λ7(ϕ
†η)(η†ϕ) + ρ[Sη†ϕ+ h.c] , (4.5)

donde existen dos posibilidades para los parámetros µ2ϕ y µ2S , que tome valores mayores

a cero (rango positivo), o valores menores a cero (valores negativos):

• Si µ2i ≤ 0: Para los campos escalares ϕ y S. El potencial toma la siguiente forma:

V (ϕ, S, η) ⊆− µ2ϕϕ†ϕ− µ2SS∗S +M2
η η

†η + λϕ(ϕ
†ϕ)2 + λS(S

∗S)2 + λη(η
†η)2

+ λϕ−S(ϕ
†ϕ)(S∗S) + λϕ−η(ϕ

†ϕ)(η†η) + λη−S(S
∗S)(η†η)

+ λ7(ϕ
†η)(η†ϕ) + ρ[Sη†ϕ+ h.c] , (4.6)

donde se ha considerado que M2
η > 0.

El espectro escalar de los respectivos dobletes pueden ser representados de la siguiente

manera:

ϕ = ϕ̂+ ⟨ϕ̂⟩0 =
(

ϕ+

1√
2
(vϕ +Rϕ + iIϕ)

)
, (4.7)
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η =

(
η+

η0

)
=

(
η+

1√
2
(vη +Rη + iIη)

)
. (4.8)

Además del espectro escalar del singlete:

S =
1√
2
(vS +RS + iIS) . (4.9)

Para obtener los valores que toman los coeficientes µ2ϕ y µ2S en el potencial de la ecuación

(4.6), es necesario aplicar la condición del mı́nimo, la cual se expresa de la siguiente

manera
∂⟨V (ϕ, S, η)⟩

∂vϕ
=
∂⟨V (ϕ, S, η)⟩

∂vη
=
∂⟨V (ϕ, S, η)⟩

∂vS
= 0 . (4.10)

Como se puede observar, se analiza el potencial como una función del escalar VEVs

(Valor esperado de vaćıo). Con vϕ ≡ ⟨ϕ⟩, vη ≡ ⟨η⟩, vS ≡ ⟨S⟩. Por lo tanto, podemos

reescribir el potencial de la ecuación (4.6):

V (vϕ, vS , vη) ⊆− µ2ϕv2ϕ − µ2Sv2S +M2
η η

2 + λϕv
4
ϕ + λSv

4
S + ληv

4
η + λϕ−S(v

2
ϕ)(v

2
S)

+ [λϕ−η + λ7](v
2
ϕ)(v

2
η) + λη−S(v

2
S)(v

2
η) + ρ[vSvηvϕ + h.c] , (4.11)

lo cual implica directamente que:

• v2ϕ ≡ ⟨ϕ†ϕ⟩,

• v2η ≡ ⟨η†η⟩,

• v2S ≡ ⟨S∗S⟩.

Aplicando las condiciones del mı́nimo llegamos a:

∂⟨V (ϕ, S, η)⟩
∂vϕ

=− 2µ2ϕvϕ+ 4λϕv
3ϕ+ 2λϕ− Svϕv2S + ρvSvη + 2[λϕ−η + λ7]vϕ(v

2
η) = 0 ,

(4.12)

∂⟨V (ϕ, S, η)⟩
∂vη

=2M2ηvη + 4ληv
3η + 2λη − Svηv2S + ρvSvϕ + 2[λϕ−η + λ7]v

2
ϕ(vη) = 0 ,

(4.13)

∂⟨V (ϕ, S, η)⟩
∂vη

=− 2µ2SvS + 4λSv
3
S + 2λϕ− SvSv2ϕ + ρvηvϕ + 2λη−SvSv

2
η = 0 . (4.14)

De las condiciones (4.12), (4.13) y (4.14) se obtiene directamente las tres soluciones para

los parámetros µ2ϕ, µ2S y M2η :
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µ2ϕ = 2λϕv
2
ϕ + λϕ−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7](v

2
η) + ρ

vηvS
2vϕ

,

M2
η = 2ληv

2
η + λη−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7](v

2
ϕ) + ρ

vϕvS
2vη

,
(4.15)

µ2S = 2λSv
2
S + λϕ−Sv

2
ϕ + λη−Sv

2
η + ρ

vηvϕ
2vS

. (4.16)

Asumiendo que Mη > 0, además considerando que la contribución de M2
η es much́ısimo

mayor a las contribuciones que provienen de los valores esperados de vaćıo, es decir

M2
η ≫ v(VEVs)

donde, v(VEVs) = vϕ, vS y vη. Reemplazando se obtiene:

M2
η ≈ 2ληv

2
η + ρ

vϕvS
2vη

. (4.17)

Teniendo en cuenta que el valor esperado de vaćıo del doblete η pesado es muy pequeño

(porque el valor esperado de vaćıo de η es mucho menor al valor esperado de vaćıo de ϕ

y S) entonces podŕıamos despreciar términos de segundo orden en vη [86], por lo tanto

se obtiene finalmente:

M2
η ≈ ρ

vϕvS
2vη

. (4.18)

Despejando el valor esperado de vaćıo del doblete escalar pesado, vη obtenemos:

vη ≈ ρ
vϕvS
2M2

η

, (4.19)

reemplazando la ecuación anterior en las soluciones para los parámetros µ2ϕ, µ2S y M2η

se obtiene el valor esperado de vaćıo para el singlete escalar de Higgs (el procedimiento

minucioso del cálculo puede encontrase en el Anexo A.)

v2S =
2µ2Sλϕ − λϕ−Sµ2ϕ −

µ2ϕρ
2

M2
η

4λSλϕ − [(λϕ−S)− ρ2

2M2
η
]2
. (4.20)

Análogamente, para el valor esperado de vaćıo del doblete de Higgs, v2ϕ, (el procedimiento

minucioso del cálculo puede encontrase en el Anexo B.)

v2ϕ =
2µ2ϕλS − λϕ−Sµ2S −

µ2Sρ
2

M2η

4λϕλS − [(λϕ−S)− ρ2

2M2
η
]2
. (4.21)
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Para asegurar que los valores esperados de vaćıo de ϕ y S no se hagan cero podemos

elegir los parámetros µ2ϕ, µ2S , λϕ, λS y que α satisfagan las siguientes condiciones,



α ̸= 0

4λϕλS − α2 > 0 ó α = 0

α
2λS

< µ2ϕ
µ2S

< 2λϕ
α

, (4.22)

donde se ha definido el coeficiente α de la siguiente manera:

α = [(λϕ−S)−
ρ2

2M2
η

] . (4.23)

Finalmente, teniendo en cuenta el valor esperado de vaćıo de η, mostrado en la ecuación

(4.19) y considerando solo términos de masa y acoplamiento leptón - leptón descritos

en la ecuación (4.1) para la generación de las masas de neutrinos de Dirac, podemos

considerar lo siguiente:

LY ⊃
∑

n,m = 13 − ynm(νnR)
† (Lm) · η + h.c , (4.24)

teniendo en cuenta

(Lm) · η = ϵabLm
aηb = (ϵ12Lm

1η2 + ϵ21Lm
2η1) ,

con,

ϵab =



+1 si (a, b) = (1, 2)

−1 si (a, b) = (2, 1)

0 si a = b

. (4.25)

Por lo tanto, podemos expandir para las tres generaciones o sabores de neutrinos de

Dirac, sumando sobre las tres familias obtenemos:
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LY ⊃
3∑

n,m=1

−ynm(νRn)† ϵabLamηb + h.c , (4.26)

reemplazando para el tensor Levi-Civita se obtiene,

LY ⊃
3∑

n,m=1

−ynm(νRn)† (ϵ12L
1
mη

2 + ϵ21L
2
mη

1) + h.c

⊃
3∑

n,m=1

−ynm(νRn)† (L1
mη

2 − L2
mη

1) + h.c .

Encontramos que el lagrangiano puede ser descrito de la siguiente manera:

LY ⊃ −y11(νR1)
†(νeη

0−eLη+)−y12(νR1)
†(νµη

0−µLη+)−y13(νR1)
†(ντη

0−τLη+) (4.27)

−y21(νR2)
†(νeη

0 − eLη+)− y22(νR2)
†(νµη

0 − µLη+)− y23(νR3)
†(ντη

0 − τLη+)

−y31(νR3)
†(νeη

0 − eLη+)− y32(νR3)
†(νµη

0 − µLη+)− y33(νR3)
†(ντη

0 − τLη+) + h.c .

Teniendo en cuenta la definición del doblete escalar pesado añadido se obtiene:

LY ⊃
1√
2
{−y11(νR1)

†(νe(vη +Rη + iIη)− eLη+)− y12(νR1)
†(νµ(vη +Rη + iIη)− µLη+)

(4.28)

−y13(νR1)
†(ντ (vη +Rη + iIη)− τLη+)− y21(νR2)

†(νe(vη +Rη + iIη)− eLη+)

−y22(νR2)
†(νµ(vη +Rη + iIη)− µLη+)− y23(νR3)

†(ντ (vη +Rη + iIη)− τLη+)

−y31(νR3)
†(νe(vη +Rη + iIη)− eLη+)− y32(νR3)

†(νµ(vη +Rη + iIη)− µLη+)

−y33(νR3)
†(ντ (vη +Rη + iIη)− τLη+)}+ h.c ,

considerando solo términos de masa y acoplamiento leptón - leptón se observa que como

consecuencia de la introducción del doblete escalar pesado, los neutrinos adquieren masa

LY =
1√
2
{−y11(νeR)†νeLvη − y12(νR1)

†νµLvη (4.29)

−y13(νeR)†ντLvη − y21(νµR)†νeLvη

−y22(νµR)†νµLvη − y23(ντR)†ντLvη

−y31(ντR)†νeLvη − y32(ντR)†νµLvη

−y33(ντR)†ντLvη}+ h.c .
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A partir de la ecuación anterior se genera la siguiente estructura general del lagrangiano

de masa para los neutrinos

Lνmasa = −
vη√
2
( ν†eR ν†µR ν†τR)



y11 y12 y13

y21 y22 y23

y31 y32 y33





νeL

νµL

νµL


+ h.c ,

por lo tanto,

Lνmasa = ( ν†eR ν†µR ν†τR)M
ν



νeL

νµL

ντL


+ h.c . (4.30)

Se define la matriz de masa de neutrinos de Dirac de la siguiente manera:

Mν
mn =

vη√
2
ymn . (4.31)

Reemplazando el valor esperado de vaćıo del doblete escalar pesado η, podemos concluir

que los neutrinos adquieren pequeñas masas de Dirac, la cual puede ser expresada como:

Mν
mn = −ymn

ρvϕvS

2
√
2M2

η

. (4.32)

Introduciendo un valor de masa grande para el término de M2
η en la ecuación (4.32) se

obtiene un valor liviano para las masas de los neutrinos Mmn; por lo tanto se concluye

que el mecanismo seesaw tipo II genera neutrinos ligeros mediante la introducción

de Higgs pesados.

Pasamos a los estados de masa mediante la diagonalización de la matrizMν , suponiendo
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que los neutrinos transforman de la representación de interacción, es decir la repre-

sentación de sabor a la representación de las masas, a través de la siguiente transfor-

mación biunitaria:

Mν
diag = U †MνV , (4.33)

tal que 

νL1

νL2

νL3


=V †



νeL

νµL

ντL


,



νR1

νR2

νR3


=U †



νeR

νµR

ντR


, (4.34)

de manera que

Lνmasa =

ν†eR ν†µR ν†τR

UU †MνV V †



νeL

νµL

ντL


+ h.c

=

ν†R1 ν†R3 ν†R3





m1 0 0

0 m2 0

0 0 m3





νL1

νL2

νL3


+ h.c . (4.35)

Las masas de los neutrinos que hemos obtenido con el mecanismo Seesaw tipo II es

proporcional al valor esperado de vaćıo del doblete escalar pesado de Higgs vη.
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Conclusiones

La incorporación de un doblete escalar en el modelo estándar de part́ıculas elementales

permite obtener part́ıculas fundamentales con masas. Sin embargo la presencia de un

solo doblete de Higgs no permite la introducción de masas de los neutrinos al modelo.

Fundamentada en el fenómeno de oscilación de neutrinos, en el cual se sugiere la ex-

istencia de neutrinos masivos, se hace necesario estudiar las condiciones mı́nimas para

obtener un modelo con neutrinos. En particular, los mecanismos seesaw, a través de la

extensión del espectro, no sólo permiten obtener neutrinos masivos, sino además per-

miten entender porqué su masa es mucho más pequeña comparada con los leptones y

quarks cargados.

Se presenta un nuevo marco para la generación de masas de neutrinos de Dirac a partir

del mecanismo seesaw tipo II. Esto se logra realizando una extensión del SM con un sector

que tiene una nueva simetŕıa gauge abeliana activa, U(1)X y está compuesto por al menos

dos neutrinos singlete derechos, un singlete escalar de Higgs, S y un doblete escalar

pesado η. Consecuentemente, al considerar una simetŕıa gauge oscura, se exponen las

soluciones más simples libre de anomaĺıas para los neutrinos singlete derechos,las cuales

se caracterizan por incorporar la mı́nima cantidad de fermiones quirales al modelo. Los

neutrinos adquieren pequeñas masas de Dirac, las cuales son inversamente proporcionales

al cuadrado de la masa: M2
η . Por lo tanto se concluye que el mecanismo Seesaw tipo

II genera neutrinos ligeros mediante la introducción de Higgs pesados.

Se proporcionan los valores de la masa del candidato a materia oscura en relación con

la masa del fotón oscuro, tomando en cuenta un valor espećıfico para el acoplamiento

entre los fermiones de Dirac y los ZD, establecido en gD = 0.1, donde se nota que en

un rango de masas del fotón oscuro de 200GeV a 550GeV, la abundancia de reliquia

es compatible con el valor dado por la colaboración PLANCK. Además se puede ver

que el fermión oscuro que es candidato de DM es una part́ıcula estable neutra, por lo
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tanto puede ser un candidato de DM en el paradigma WIMP, donde los fermiones de

DM se aniquilan en fotones oscuros los cuales decaen a part́ıculas del SM mediante el

kinetic mixing [119]. Al analizar valores de masas constantes para el fotón oscuro, ZD,

se evidencia que la densidad reliquia tiende a decrecer a medida que aumenta la masa

de la part́ıcula de materia oscura, ψ .
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Apéndice A

Probabilidad de oscilación entre

neutrinos

La probabilidad de oscilación de neutrinos viene dada por:

P (να → νβ; t) =|A(να → νβ; t)|2 , (A.1)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i(Em−En)t, (A.2)

donde, la amplitud de transición se define como

Aα→β(t) = A(να → νβ; t) =
∑
n

UαnU
∗
βne

−iEnt. (A.3)

Por lo tanto,

P (να → νβ; t) =|
∑
n

UαnU
∗
βne

−iEnt|2 , (A.4)

=

(∑
n

UαnU
∗
βne

−iEnt

)∗(∑
m

UαmU
∗
βme

−iEmt

)
, (A.5)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−iEmteiEnt , (A.6)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i(Em−En)t , (A.7)

=
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i∆m2
mn

2E
t . (A.8)
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La probabilidad de que un neutrino cambie de sabor después de una distancia recorrida

de L es:

P (να → νβ;L) =
∑
n,m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i∆m2
mn

2E
L, (A.9)

donde, U∗
αnUβnUαmU

∗
βm son matrices de mezcla. La probabilidad de oscilación es inde-

pendiente de la parametrización de la matriz de mezcla y de la elección de las fases, y

el término de ∆m2
mn = m2

m −m2
n proporciona información sobre las diferencias de las

masas de los neutrinos al cuadrado.

Resulta conveniente reescibir la probabilidad de transición de la siguiente manera:

P (να → νβ;L) =
∑
n

U∗
αnUβnUαnU

∗
βn�

�����:1

e−i
m2

n−m2
n

2E
L +

∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βme

−i∆m2
mn

2E
L ,

(A.10)

=
∑
n

U∗
αnUβnUαnU

∗
βn +

∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm cos

(
∆m2

mn

2E
L

)

−i
∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
, (A.11)

=
∑
n

U∗
αnUβnUαnU

∗
βn +

∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm ,

−i
∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
,

−2
∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin2

(
∆m2

mn

4E
L

)
, (A.12)

donde, se ha utilizado la identidad cos 2θ = cos2 θ + sin2 θ, entonces cos θ = cos2 θ/2 +

sin2 θ/2 = 1 − sin2 θ/2 − sin2 θ/2 = 1 − 2 sin2 θ/2, por lo tanto, teniendo en cuenta lo

anterior, la identidad de Euler se ha expresado como eiθ = cos θ+i sin θ = 1−2 sin2 θ/2+
i sin θ.
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Solucionando término a término se tiene que los dos primeros se pueden expresar de la

siguiente forma

∑
n

U∗
αnUβnUαnU

∗
βn +

∑
n ̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm =

∑
nm

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm , (A.13)

=
∑
n

U∗
αnUβn

∑
n

UαmU
∗
βm , (A.14)

=
∑
n

|U∗
αnUβn|2 , (A.15)

=δ2nm , (A.16)

=δnm . (A.17)

donde, se ha tenido en cuenta la ecuación (1.26) y
∑

n|U∗
αnUβn|2=

∑
n|UαnU∗

βn|2.

Considerando el tercer término se tiene que:

i
∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
=i
∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

nm

2E
L

)
0

−i
∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
,

(A.18)

=i
∑
n>m

U∗
αmUβmUαnU

∗
βn sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
−i
∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
,

(A.19)

=i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn

−U∗
αnUβnUαmU

∗
βm) , (A.20)

=i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn

−(U∗
αmUβmUαnU

∗
βn)

∗) , (A.21)

=− 2i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
Im(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn) ,

(A.22)

donde, se agrega el signo menos debido a que la función seno es una función impar,

además se ha considerado el cambio ∆m2
nm → ∆m2

mn.
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El término final se puede escribir de la siguiente manera:

2
∑
n̸=m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin2

(
∆m2

mn

4E
L

)
=2

∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin2

(
∆m2

mn

4E
L

)

+2
∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin2

(
∆m2

mn

4E
L

)
,

(A.23)

=2
∑
n>m

U∗
αmUβmUαnU

∗
βn sin

2

(
∆m2

mn

4E
L

)
+2

∑
n>m

U∗
αnUβnUαmU

∗
βm sin2

(
∆m2

mn

4E
L

)
,

(A.24)

=2
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn

+U∗
αnUβnUαmU

∗
βm) , (A.25)

=2
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
(U∗

αnUβnUαmU
∗
βm

+(U∗
αnUβnUαmU

∗
βm)

∗) , (A.26)

=4
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
Re(U∗

αnUβnUαmU
∗
βm) .

(A.27)

Finalmente,

P (να → νβ;L) =δnm + 2i
∑
n>m

sin

(
∆m2

mn

2E
L

)
Im(U∗

αmUβmUαnU
∗
βn)

−4
∑
n>m

sin2
(
∆m2

mn

4E
L

)
Re(U∗

αnUβnUαmU
∗
βm) . (A.28)



Apéndice B

Solución general a las ecuaciones

diofánticas

Las ecuaciones diofánticas son1:

N∑
α=1

nα =0 ,
N∑
α=1

n3α =0 . (B.1)

Se puede construir un conjunto de cargas quirales libre de anomaĺıas a partir de dos

conjuntos vector-like:

• parametrización de las cargas en términos de n− 2 enteros.

• Comprobación:

z1 + z2 + ...+ zn =0 , (B.2)

z31 + z32 + ...+ z3n =0 , (B.3)

zi = −zi′ → n− 2 , (B.4)

zi + zi′ ̸= 0→ 1 ⩽ i;i′ ⩽ n . (B.5)

Se genera una solución quiral mediante la fusión de los siguientes conjuntos vector-like:

{v⃗+} = {l1, k1, ..., km,−l1,−k1, ...,−km} ,
{v⃗−} = {0, 0, l1, ..., lm,−l1, ...,−lm} ,

(B.6)

1Esta solución fue extráıda de las siguientes referencias [109, 110]
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donde, m = n/2− 1 ⩾ 2; (ki, li, 1 ⩽ i ⩽ m) enteros.

{v⃗+} y {v⃗−} son conjuntos vector-like libres de anomaĺıas, por lo que su fusión es au-

tomáticamente una solución a las ecuaciones de anomaĺıas.

{z⃗} = {v⃗+} ⊕ {v⃗−} . (B.7)

La operación de fusión tiene coeficientes dados por polinomios cúbicos:

S+ =
m−1∑
i=1

(ki+1 − ki)l2i − (l1 + km)l
2
m ,

S− =k21l1 +
m∑
i=2

k2i (li + li−1)− l21l2m .
(B.8)

Expĺıcitamente, las cargas del conjunto fusionado están dados por,

{z⃗} = {l1S+, k1S+, k2S+ + l1S−, ..., kmS+ + lm−1S−

−l1S+ + kmS−,−k1S+ − l1S−, ...,−kmS+ − lmS−} .
(B.9)

• Conjuntos quirales sin anomaĺıas con 6 fermiones quirales

La ecuación cúbica toma la forma simétrica:

(z1 + z2)(z2 + z3)(z3 + z1) = −(z4 + z5)(z5 + z6)(z6 + z1) . (B.10)

La solución general para n = 6 está parametrizada por 4 enteros, k1, k2, l1, l2:

{z⃗} = {l1, k1, k2,−l1,−l1,−k1,−k2} ⊕ {0, 0, l1, l2,−l1,−l2} , (B.11)

sus cargas están dadas por polinomios cuárticos:

z1 =l1(l
2
1(k2 − k1) + l22(l1 + k2)) , (B.12)

z2 =k1(l
2
1(k2 − k1) + l22(l1 + k2)) , (B.13)

... (B.14)

z6 =l1(l
2
1(l1 + k2) + (k2 − k1)(k2l2 − l1k2 + k1l2)) . (B.15)



Apéndice C

Valores Esperados de Vaćıo

C.1 Valores Esperados de Vaćıo para vS

El valor esperado de vaćıo del doblete escalar pesado η viene dado por:

vη ≈ ρ
vϕvS
2M2

η

, (C.1)

teniendo en cuenta las soluciones para los parámetros µ2ϕ y µ2S :

µ2ϕ = 2λϕv
2
ϕ + λϕ−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7](v

2
η) + ρ

vηvS
2vϕ

, (C.2)

µ2S = 2λSv
2
S + λϕ−Sv

2
ϕ + λη−Sv

2
η + ρ

vηvϕ
2vS

. (C.3)

Reemplazando la ecuación (C.1) en la solución obtenida para el parámetro (C.3)

µ2S = 2λSv
2
S + λϕ−Sv

2
ϕ + λη−S

(
ρ
vϕvS
2M2

η

)2

+ ρ
vϕ
2vS

(
ρ
vϕvS
2M2

η

)
,

= 2λSv
2
S + λϕ−Sv

2
ϕ + λη−Sρ

2
v2ϕv

2
S

4M4
η

+ ρ2
v2ϕ

4M2
η

,

(C.4)

por lo que: (
λϕ−S + ρ2

λη−Sv
2
S

4M4
η

+
ρ2

4M2
η

)
v2ϕ = µ2S − 2λSv

2
S , (C.5)

por lo tanto, se obtiene que:

v2ϕ =
µ2S − 2λSv

2
S(

λϕ−S + ρ2
λη−Sv

2
S

4M4
η

+ ρ2

4M2
η

) . (C.6)
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Reemplazando en la ecuación (C.2) se obtiene:

µ2ϕ = 2λϕ

 µ2S − 2λSv
2
S(

λϕ−S + ρ2
λη−Sv

2
S

4M4
η

+ ρ2

4M2
η

)
+ λϕ−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7]

(
v2ϕv

2
S

4M4
η

)
+ ρ2

v2S
4M2

η

.

(C.7)

Asumiendo que :

M2
η ≫ v(vevs) ,

se tiene que:

µ2ϕ − λϕ−Sv2S = 2λϕ

 µ2S − 2λSv
2
S(

λϕ−S + ρ2
λη−Sv

2
S

4M4
η

+ ρ2

4M2
η

)
 , (C.8)

µ2ϕ − λϕ−Sv2S =
8λϕM

4
η (µ

2
S − 2λSv

2
S)(

4M4
ηλϕ−S + ρ2λη−Sv2S + ρ2M2

η

) , (C.9)

(
4M4

ηλϕ−S + ρ2λη−Sv
2
S + ρ2M2

η

)
µ2ϕ − λϕ−Sv2S = 8λϕM

4
η (µ

2
S − 2λSv

2
S) ,

(ρ2λϕ−Sµ
2
ϕ − 4M4

ηλ
2
ϕ−S −M2

ηρ
2λϕ−S + 16λSλϕM

4
η )v

2
S = 8λϕM

4
ηµ

2
S − µ2ϕM2

ηρ
2 − 4M4

ηλϕ−Sµ
2
ϕ .

(C.10)

Sacando factor común en ambos lados y organizando se obtiene:

4M4
η

(
2λϕµ

2
S −

µ2ϕρ
2

M2
η

− λϕ−Sµ2ϕ

)
= 4M4

η

(
4λSλϕ +

ρ2λϕ−S
4M4

η

− λ2ϕ−S −
ρ4

4M4
η

)
v2S .

(C.11)

A partir de la ecuación anterior se obtiene el valor esperado de vaćıo para el singlete

escalar de Higgs S, donde vS ≡ ⟨S∗S⟩

v2S =
2λϕµ

2
S −

µ2ϕρ
2

M2
η
− λϕ−Sµ2ϕ

4λSλϕ −
(
λϕ−S − ρ2

2M2
η

)2 . (C.12)

C.2 Valores Esperados de Vaćıo para vϕ

Teniendo en cuenta la solución para el parámetro µ2ϕ mostrado en la ecuación (C.2) y

reemplazando el valor esperado de vaćıo para el doblete escalar pesado η se obtiene:

µ2ϕ = 2λϕv
2
ϕ + λϕ−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7]

(
ρ
vϕvS
2M2

η

)2

+
ρ2v2S
4M2

η

. (C.13)
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Asumiendo que:

M2
η ≫ v(vevs) ,

se tiene que:

µ2ϕ = 2λϕv
2
ϕ + λϕ−Sv

2
S +

ρ2v2S
4M2

η

, (C.14)

despejando v2ϕ se llega a:

2λϕv
2
ϕ = µ2ϕ −

(
λϕ−S +

ρ2

4M2
η

)
v2S . (C.15)

Reemplazando el valor esperado de vaćıo del singlete escalar de Higgs S, (C.12) en (C.15)

obtenemos:

2λϕv
2
ϕ = µ2ϕ −

(
λϕ−S +

ρ2

4M2
η

) 2λϕµ
2
S −

µ2ϕρ
2

M2
η
− λϕ−Sµ2ϕ

4λSλϕ −
(
λϕ−S − ρ2

2M2
η

)2
 , (C.16)

= µ2ϕ −
[
λϕ−S4M

2
η + ρ2

4M2
η

] 2λϕµ
2
S −

µ2ϕρ
2

M2
η
− λϕ−Sµ2ϕ

4λSλϕ −
(
λϕ−S − ρ2

2M2
η

)2
 ,

de está manera,

=
1

4M2
η

4M
2
ηµ

2
ϕ

(
4λSλϕ − λ2ϕ−S +

λ2ϕ−Sρ
2

M2
η
− ρ4

4M4
η

)
−
(
λϕ−S4M

2
η + ρ2

)(
2λϕµ

2
S −

µ2ϕρ
2

M2
η
− λϕ−Sµ2ϕ

)
4λSλϕ −

(
λϕ−S − ρ2

2M2
η

)2
 ,

por lo tanto, sacando factor común 4M2
η y realizando las respectivas simplificaciones se

obtiene:(
4λSλϕ −

(
λϕ−S −

ρ2

2M2
η

)2
)
2λϕv

2
ϕ = 4µ2ϕλSλϕ − µ2ϕλ2ϕ−S +

λϕ−Sρ
2µ2ϕ

M2
η

−
ρ4µ2ϕ
4M4

η

− 2λϕµ
2
Sλϕ−S ,

+
λϕ−Sρ

2µ2ϕ
M2
η

+ µ2ϕλ
2
ϕ−S −

ρ2µ2S
2M2

ηλϕ
+
ρ4µ2ϕ
4M4

η

− 2
λϕ−Sρ

2µ2ϕ
M2
η

.

(C.17)
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Dividiendo la ecuación anterior por 2λϕ y simplificando se obtiene:(
4λSλϕ −

(
λϕ−S −

ρ2

2M2
η

)2
)
2λϕv

2
ϕ = 4µ2ϕλSλϕ − µ2ϕλ2ϕ−S +

λϕ−Sρ
2µ2ϕ

M2
η

−
ρ4µ2ϕ
4M4

η

− 2λϕµ
2
Sλϕ−S

+
λϕ−Sρ

2µ2ϕ
M2
η

+ µ2ϕλ
2
ϕ−S −

ρ2µ2S
2M2

ηλϕ
+
ρ4µ2ϕ
4M4

η

− 2
λϕ−Sρ

2µ2ϕ
M2
η

,

(C.18)

por último, despejamos el valor de v2ϕ(
4λSλϕ −

(
λϕ−S −

ρ2

2M2
η

)2
)
v2ϕ = 2µ2ϕλS − µ2Sλϕ−S −

µ2Sρ
2

M2
ηλϕ

. (C.19)

Finalmente, se obtiene que el valor esperado de vaćıo del doblete escalar de Higgs toma

la siguiente forma:

v2ϕ =
2µ2ϕλS − λϕ−Sµ2S −

µ2Sρ
2

M2
η

4λϕλS − [(λϕ−S)− ρ2

2M2
η
]2
. (C.20)



Apéndice D

Diagonalización

Sea

M =


M11 M12

M21 M22


, (D.1)

donde, note que M12 =M21:

M11 =λ1v
2
ϕ , M22 =λ2v

2
D , M12 =λ3vDvϕ. , (D.2)

mdiag =


m2

1 0

0 m2
2


, (D.3)

donde,

mdiag = UTMU, (D.4)

siendo,
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U =


cos θ − sin θ

sin θ cos θ


, (D.5)

UT =


cos θ sin θ

− sin θ cos θ


, (D.6)

mdiag =


cos θ sin θ

− sin θ cos θ




M11 M12

M21 M22




cos θ − sin θ

sin θ cos θ


=


m2

1 0

0 m2
2


, (D.7)


cos θ sin θ

− sin θ cos θ




M11 cos θ +M12 sin θ −M11 sin θ +M12 cos θ

M12 cos θ +M22 sin θ −M12 sin θM22 + cos θ


=


m2

1 0

0 m2
2


.

(D.8)

Surge el siguiente sistema de ecuaciones:

m2
1 =cos2 θM11 +M12 cos θ sin θ +M21 cos θ sin θ + sin2 θM22 (D.9)

=M11 cos
2 θ + 2M12 cos θ sin θ +M22 sin

2 θ (D.10)

0 =−M11 cos θ sin θ +M12 cos
2 θ −M21 sin

2 θ +M22 cos θ sin θ (D.11)

=−M11 cos θ sin θ +M12(cos
2 θ − sin2 θ) (D.12)

0 =−M11 cos θ sin θ −M12 sin
2 θ +M21 cos

2 θ +M22 cos θ sin θ (D.13)

=−M11 cos θ sin θ −M12(sin
2 θ − cos2 θ) +M22 cos θ sin θ (D.14)

m2
2 =sin2 θM11 −M12 cos θ sin θ −M21 cos θ sin θ +M22 cos

2 θ (D.15)

= sin2 θM11 − 2M12 cos θ sin θ +M22 cos
2 θ , (D.16)
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de la tercera ecuación:

M12 =
−M11 cos θ sin θ +M22

cos2 θ − sin2 θ cos θ sin θ
. (D.17)

A partir de las relaciones

cos2 θ − sin2 θ =cos(2θ) , sin θ cos θ =
1

2
sin(2θ) , (D.18)

M12 =
1

2
[M11 −M22] tan(2θ) , (D.19)

det(M −m2I) = det




M11 M12

M21 M22


−m2


1 0

0 1




=


0 0

0 0


, (D.20)

siendo, I la identidad.

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣
M11 −m2 M12

M12 M22 −m2

∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣∣
= 0¸ , (D.21)

(M11 −m2)(M22 −m2)−M2
12 = 0 , (D.22)

M1112−m2M11−m2M22 +m4 =M2
12 , (D.23)

m4 − (M11 +M22)m
2 + (M11M22 −M2

12) = 0 . (D.24)

Por lo tanto, las ráıces de las ecuaciones cuadráticas vienen dadas por:

m2
1,2 =

(M11 +M22)±
√
(M11 +M22)2 − 4M11M22 + 4M2

12

2
, (D.25)

=
(M11 +M22)±

√
M2

11 +M2
22 + 2M11M22 − 4M11M22 + 4M2

12

2
, (D.26)

=
(M11 +M22)±

√
(M11 −M22)2 + tan2(2θ)(M11 −M22)2

2
, (D.27)

=
(M11 +M22)± (M11 −M22)

√
1 + tan2(2θ)

2
, (D.28)

=
(M11 +M22)± (M11 −M22) sec(2θ)

2
, (D.29)
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se tiene que:

m2
1 =

(M11 +M22) + (M11 −M22) sec(2θ)

2
, (D.30)

m2
2 =

(M11 +M22)− (M11 −M22) sec(2θ)

2
. (D.31)

Sumando y restando los valores obtenidos para m1 y m2 se obtiene las siguientes dos

ecuaciones:

m2
1 +m2

2 =M11 +M22 , (D.32)

m2
1 −m2

2 =(M11 −M22) sec(2θ) . (D.33)

De acá:

sec(2θ) =
1

cos(2θ)
=

m2
1 −m2

2

M11 −M22
, (D.34)

reemplazando en (D.19) se obtiene:

M12 =
1

2
[M11 −M22]

sin(2θ)

cos(2θ)
=

1

2(
((((((

[M11 −M22]
m2

1 −m2
2

((((((M11 −M22
sin(2θ) , (D.35)

=
1

2
(m2

1 −m2
2) sin(2θ) . (D.36)

Despejando M11 de la ecuación (D.19):

M11 =M22 +
2M12

tan(2θ)
, (D.37)

e ingresando este valor en la suma entre m1 y m2 mostrada en la ecuación (D.33), y

reemplazando M12 en términos de m1,2 (ecuación (D.36)) se obtiene:

m2
1 +m2

2 =M22 +
2M12

tan(2θ)
+M22 , (D.38)

=2M22 +
2M12

tan(2θ)
, (D.39)

=2M22 +
2

tan(2θ)

(
1

2
sin(2θ)(m2

1 −m2
2)

)
, (D.40)

de lo cual, el valor de M22 viene dado por

M22 =
1

2

(
m2

1 +m2
2 − (m2

1 −m2
2) cos(2θ)

)
, (D.41)
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Luego:

M11 =
1

2

(
m2

1 +m2
2 − (m2

2 −m2
1) cos(2θ)

)
. (D.42)





Apéndice E

Archivos de SARAH para el

modelo U(1)D

A continuación se presenta el modelo implementado en SARAH versión 4.9.1. Los

archivos presentados en este anexo como los programas implementados en Python se

pueden encontrar en el repositorio ©.

E.1 model.m

Model ‘Name = "Udark ";

Model ‘NameLaTeX ="B-L extended Standard Model ";

Model ‘Authors = "Kimy Agudelo , Diego Restrepo and David Suarez ";

Model ‘Date = "2023 -04 -16";

(*-------------------------------------------*)

(* Particle Content *)

(*-------------------------------------------*)

Global [[1]] = {Z[2], Z2};

(* Gauge Superfields *)

Gauge [[1]]={B, U[1], hypercharge , g1 , False , 1};

Gauge [[2]]={WB , SU[2], left , g2, True , 1};

Gauge [[3]]={G, SU[3], color , g3, False , 1};

Gauge [[4]]={Bp , U[1], U1L , g1p , False , 1};

(* Chiral Superfields *)

FermionFields [[1]] = { q, 3, {uL, dL}, 1/6, 2, 3, 0, 1};

FermionFields [[2]] = { l, 3, {vL, eL}, -1/2, 2, 1, 0, 1};
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FermionFields [[3]] = { d, 3, conj[dR], 1/3, 1, -3, 0, 1};

FermionFields [[4]] = { u, 3, conj[uR], -2/3, 1, -3, 0, 1};

FermionFields [[5]] = { e, 3, conj[eR], 1, 1, 1, 0, 1};

FermionFields [[6]] = { v, 2, conj[vR], 0, 1, 1, -5, 1};

FermionFields [[7]] = {CL , 1, cl, 0, 1, 1, 6, -1};

FermionFields [[8]] = {CR , 1, conj[cr], 0, 1, 1, -1, -1};

ScalarFields [[1]] = { H, 1, {H0, Hm}, -1/2, 2, 1, 0, 1};

ScalarFields [[2]] = {bi , 1, BiD , 0, 1, 1, -5, 1};

(*----------------------------------------------*)

(* DEFINITION *)

(*----------------------------------------------*)

NameOfStates ={GaugeES , EWSB};

(* ----- Before EWSB ----- *)

DEFINITION[GaugeES ][ Additional ]= {

{LagHC , {AddHC ->True}},

{LagNoHC ,{ AddHC ->False}}

};

LagNoHC = -(mu2 conj[H].H + 1/2 L1 conj[H].H.conj[H].H + MuP conj[bi].bi + 1/2 L2 conj[bi].bi.conj[bi].bi + L3 conj[bi].bi.conj[H].H);

LagHC = - (+ Yd H.d.q + Ye H.e.l - Yu conj[H].u.q + Yc bi.CL.CR );

(* Gauge Sector *)

DEFINITION[EWSB][ GaugeSector] =

{

{{VB,VWB[3],VBp},{VP ,VZ,VZp},ZZ},

{{VWB[1],VWB[2]} ,{VWm ,conj[VWm]},ZW}

};

(* ----- VEVs ---- *)

DEFINITION[EWSB][VEVs]=

{ {H0, {vH, 1/Sqrt [2]}, {sigmaH , \[ ImaginaryI ]/Sqrt [2]} ,{phiH , 1/Sqrt [2]}} ,

{BiD ,{vX , 1/Sqrt [2]}, {sigmaB , \[ ImaginaryI ]/Sqrt [2]},{phiB , 1/Sqrt [2]}} };

DEFINITION[EWSB][ MatterSector ]=

{

{{phiH ,phiB},{hh ,ZH}},

{{sigmaH ,sigmaB},{Ah ,ZA}},

{{{dL}, {conj[dR]}}, {{DL,Vd}, {DR ,Ud}}},

{{{uL}, {conj[uR]}}, {{UL,Vu}, {UR ,Uu}}},

{{{eL}, {conj[eR]}}, {{EL,Ve}, {ER ,Ue}}},

{{vL,conj[vR]}, {VL ,ZM}}

};
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(*------------------------------------------------------*)

(* Dirac -Spinors *)

(*------------------------------------------------------*)

DEFINITION[EWSB][ DiracSpinors ]={

Fd ->{ DL, conj[DR]},

Fe ->{ EL, conj[ER]},

Fu ->{ UL, conj[UR]},

Fv ->{ VL, conj[VL]},

Chi ->{ cl , cr}

};

DEFINITION[EWSB][ GaugeES ]={

Fd1 ->{ FdL , 0},

Fd2 ->{ 0, FdR},

Fu1 ->{ Fu1 , 0},

Fu2 ->{ 0, Fu2},

Fe1 ->{ Fe1 , 0},

Fe2 ->{ 0, Fe2}};

E.2 parameters.m

ParameterDefinitions = {

{g1 , { Description -> "Hypercharge -Coupling "}},

{g11p , {Description -> "Mixed Gauge Coupling 2"}},

{g1p1 , {Description -> "Mixed Gauge Coupling 1"}},

{g1p , { Description -> "B-L-Coupling "}},

{MZp , { Description -> "Z’ mass"}},

{g2 , { Description -> "Left -Coupling "}},

{g3 , { Description -> "Strong -Coupling "}},

{AlphaS , {Description -> "Alpha Strong "}},

{e, { Description -> "electric charge "}},

{Gf , { Description -> "Fermi ’s constant "}},

{aEWinv , { Description -> "inverse weak coupling constant at mZ"}},

{Yu , { Description -> "Up-Yukawa -Coupling",

DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fu ,1],0,0},

{0, Mass[Fu ,2],0},

{0, 0, Mass[Fu ,3]}}}} ,

{Yd , { Description -> "Down -Yukawa -Coupling",

DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fd ,1],0,0},

{0, Mass[Fd ,2],0},

{0, 0, Mass[Fd ,3]}}}} ,
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{Ye , { Description -> "Lepton -Yukawa -Coupling",

DependenceNum -> Sqrt [2]/vH* {{Mass[Fe ,1],0,0},

{0, Mass[Fe ,2],0},

{0, 0, Mass[Fe ,3]}}}} ,

{Mu , { Description -> "SM Mu Parameter "}},

{\[ Lambda], { Description -> "SM Higgs Selfcouplings "}},

{vH , { Description -> "EW-VEV",

DependenceSPheno -> None }},

{vX , { LaTeX -> "x",

Dependence -> None ,

OutputName -> vX ,

Real -> True ,

LesHouches -> {BL ,43} }},

{ThetaW , { Description -> "Weinberg -Angle"}},

{ThetaWp , { Description -> "Theta ’", DependenceNum -> None }},

{ZZ , {Description -> "Photon -Z-Z’ Mixing Matrix "}},

{ZW , {Description -> "W Mixing Matrix "}},

{L1 , {OutputName -> lam1 ,

LaTeX -> "\\ lambda_1",

LesHouches -> {BL ,1}}},

{L2 , {OutputName -> lam2 ,

LaTeX -> "\\ lambda_2",

LesHouches -> {BL ,2}}},

{L3 , {OutputName -> lam3 ,

LaTeX -> "\\ lambda_3",

LesHouches -> {BL ,3}}},

{MuP , {OutputName -> MUP ,

LaTeX -> "\\mu ’",

LesHouches -> {BL ,10}}} ,

{mu2 , {OutputName -> mu,

LaTeX -> "\\ mu_2",

LesHouches -> {BL ,11}}} ,

{mH2 , {OutputName -> mH2 ,

LaTeX -> "\\m^2_H",

LesHouches -> {BL ,20}}} ,

{mchi2 , {OutputName -> mX2 ,

LaTeX -> "\\m^2_\\chi",

LesHouches -> {BL ,22}}} ,

{Yx , {OutputName -> YX ,

LaTeX -> "y_x",

LesHouches -> {BL ,31}}} ,
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{Yc , {OutputName -> YC ,

LaTeX -> "y_c",

LesHouches -> {BL ,32}}} ,

{MUS , {OutputName -> muS ,

LaTeX -> "\\ mu_s",

LesHouches -> {BL ,30}}} ,

{Vu , {Description ->"Left -Up-Mixing -Matrix "}},

{Vd , {Description ->"Left -Down -Mixing -Matrix "}},

{Uu , {Description ->"Right -Up-Mixing -Matrix "}},

{Ud , {Description ->"Right -Down -Mixing -Matrix "}},

{Ve , {Description ->"Left -Lepton -Mixing -Matrix "}},

{Ue , {Description ->"Right -Lepton -Mixing -Matrix "}},

{ZM , {Description -> "Neutrino -Mixing -Matrix "}},

{ZH , { Description ->"Scalar -Mixing -Matrix",

Dependence -> None ,

DependenceOptional -> None ,

DependenceNum -> None }},

{ZA , { Description ->"Pseudo -Scalar -Mixing -Matrix",

Dependence -> None ,

DependenceOptional -> None ,

DependenceNum -> None }}

};

E.3 particles.m

ParticleDefinitions[GaugeES] = {

{H0 , {

PDG -> 0,

Width -> 0,

Mass -> Automatic ,

FeynArtsNr -> 1,

LaTeX -> "H^0",

OutputName -> "H0" }},

{Hp , {

PDG -> 0,

Width -> 0,

Mass -> Automatic ,

FeynArtsNr -> 2,

LaTeX -> "H^+",

OutputName -> "Hp" }},
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{VB , { Description -> "B-Boson"}},

{VG , { Description -> "Gluon"}},

{VWB , { Description -> "W-Bosons "}},

{gB , { Description -> "B-Boson Ghost"}},

{gG , { Description -> "Gluon Ghost" }},

{gWB , { Description -> "W-Boson Ghost "}}

};

ParticleDefinitions[EWSB] = {

{hh , { Description -> "Higgs",

PDG -> {25,35},

Width -> Automatic ,

Mass ->LesHouches ,

FeynArtsNr -> 1,

LaTeX -> "h",

OutputName -> "h" }},

{Ah , { Description -> "Pseudo -Scalar Higgs",

PDG -> {0,0},

Width -> {0, External},

Mass ->LesHouches ,

FeynArtsNr -> 2,

LaTeX -> "A_h",

OutputName -> "Ah" }},

{Hm , { Description -> "Charged Higgs",

PDG -> {0},

Width -> 0,

Mass ->LesHouches ,

FeynArtsNr -> 3,

LaTeX -> "H^-",

OutputName -> "Hm" }},

{VP , { Description -> "Photon "}},

{VZ , { Description -> "Z-Boson",

Goldstone -> Ah [{1}] }},

{VG , { Description -> "Gluon" }},

{VWm , { Description -> "W-Boson",

Goldstone ->Hm }},

{gP , { Description -> "Photon Ghost "}},

{gWm , { Description -> "Negative W-Boson Ghost"}},

{gWmC , { Description -> "Positive W-Boson Ghost" }},

{gZ , { Description -> "Z-Boson Ghost" }},

{gG , { Description -> "Gluon Ghost" }},

{VZp , { Description -> "Z’-Boson",

Goldstone -> Ah[{2}]}} ,
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{gZp , { Description -> "Z’-Ghost" }},

{Fd , { Description -> "Down -Quarks "}},

{Fu , { Description -> "Up -Quarks "}},

{Fe , { Description -> "Leptons" }},

{Fv , { Description -> "Neutrinos",

PDG - >{12 ,14 ,16 ,8810012 ,8810014} }},

{Chi , { Description -> "Singlet Fermions",

PDG -> {1022} ,

Mass -> LesHouches ,

ElectricCharge -> 0,

LaTeX -> "\\Xi",

OutputName -> "Xi" }}

};

WeylFermionAndIndermediate = {

{H, { PDG -> 0,

Width -> 0,

Mass -> Automatic ,

LaTeX -> "H",

OutputName -> "" }},

{dR , {LaTeX -> "d_R" }},

{eR , {LaTeX -> "e_R" }},

{lep , {LaTeX -> "l" }},

{uR , {LaTeX -> "u_R" }},

{q, {LaTeX -> "q" }},

{eL , {LaTeX -> "e_L" }},

{dL , {LaTeX -> "d_L" }},

{uL , {LaTeX -> "u_L" }},

{vL , {LaTeX -> "\\ nu_L" }},

{DR , {LaTeX -> "D_R" }},

{ER , {LaTeX -> "E_R" }},

{UR , {LaTeX -> "U_R" }},

{EL , {LaTeX -> "E_L" }},

{DL , {LaTeX -> "D_L" }},

{UL , {LaTeX -> "U_L" }}

};

E.4 SPheno.m

OnlyLowEnergySPheno = True;

MINPAR ={{1, Lambda1INPUT},

{2, Lambda2INPUT},
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{3, Lambda3INPUT},

{10, g1pINPUT},

{11, g1p1INPUT},

{12, g11pINPUT},

{20, vXinput},

{21, Ycinput}

};

ParametersToSolveTadpoles = {MuP ,mu2};

DEFINITION[MatchingConditions ]= {

{Ye , YeSM},

{Yd , YdSM},

{Yu , YuSM},

{g1 , g1SM},

{g2 , g2SM},

{g3 , g3SM},

{vH , vSM}

};

BoundaryLowScaleInput ={

{g1p ,g1pINPUT},

{g11p ,g11pINPUT},

{g1p1 ,g1p1INPUT},

{L1 , Lambda1INPUT},

{L2 , Lambda2INPUT},

{L3 , Lambda3INPUT},

{vX , vXinput},

{Yc , Ycinput}

};

AddTreeLevelUnitarityLimits=True;

ListDecayParticles = {Fu,Fe,Fd ,Fv,hh , VZp , Chi};

ListDecayParticles3B = {{Fv ,"Fv.f90"},{Fu ,"Fu.f90"},{Fe ,"Fe.f90"},{Fd ,"Fd.f90 "}};

E.5 LesHouches.in.MDEODARK2

Block MODSEL #

1 1 # 1/0: High/low scale input

2 1 # Boundary Condition

6 1 # Generation Mixing

Block SMINPUTS # Standard Model inputs

2 1.166370E-05 # G_F ,Fermi constant

3 1.187000E-01 # alpha_s(MZ) SM MSbar

4 9.118870E+01 # Z-boson pole mass

5 4.180000E+00 # m_b(mb) SM MSbar

6 1.735000E+02 # m_top(pole)

7 1.776690E+00 # m_tau(pole)

Block MINPAR # Input parameters

1 2.577338E-01 # Lambda1INPUT
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2 4.900000E-01 # Lambda2INPUT

3 0.000000E+00 # Lambda3INPUT

10 1.000000E-01 # g1pINPUT

11 0.000000E+00 # g1p1INPUT

12 0.000000E+00 # g11pINPUT

20 1.000000E+03 # vXinput

21 9.000000E-01 # Ycinpu

Block SPhenoInput # SPheno specific input

1 -1 # error level

2 0 # SPA conventions

7 0 # Skip 2-loop Higgs corrections

8 3 # Method used for two -loop calculation

9 1 # Gaugeless limit used at two -loop

10 0 # safe -mode used at two -loop

11 1 # calculate branching ratios

13 1 # 3-Body decays: none (0), fermion (1), scalar (2), both (3)

14 0 # Run couplings to scale of decaying particle

12 1.000E-04 # write only branching ratios larger than this value

15 1.000E-30 # write only decay if width larger than this value

19 -2 # Matching order (-2:automatic , -1:pole , 0-2: tree , one - & two -loop)

31 -1 # fixed GUT scale (-1: dynamical GUT scale)

32 0 # Strict unification

34 1.000E-04 # Precision of mass calculation

35 40 # Maximal number of iterations

36 5 # Minimal number of iterations before discarding points

37 1 # Set Yukawa scheme

38 2 # 1- or 2-Loop RGEs

50 1 # Majorana phases: use only positive masses (put 0 to use file with CalcHep/Micromegas !)

51 0 # Write Output in CKM basis

52 0 # Write spectrum in case of tachyonic states

55 0 # Calculate loop corrected masses

57 1 # Calculate low energy constraints

60 1 # Include possible , kinetic mixing

65 1 # Solution tadpole equation

66 1 # Two -Scale Matching

67 1 # effective Higgs mass calculation

75 0 # Write WHIZARD files

76 2 # Write HiggsBounds file: 2 for HiggsBounds5 , 1 for HiggsBounds4 and below

77 0 # Output for MicrOmegas (running masses for light quarks; real mixing matrices)

78 0 # Output for MadGraph (writes also vanishing blocks)

79 0 # Write WCXF files (exchange format for Wilson coefficients)

86 0. # Maximal width to be counted as invisible in Higgs decays; -1: only LSP

440 1 # Tree -level unitarity constraints (limit s->infinity)

441 1 # Full tree -level unitarity constraints

442 1000. # sqrt(s_min)

443 2000. # sqrt(s_max)

444 5 # steps

445 0 # running

510 0. # Write tree level values for tadpole solutions

515 0 # Write parameter values at GUT scale

520 1. # Write effective Higgs couplings (HiggsBounds blocks ): put 0 to use file with MadGraph!

521 1. # Diphoton/Digluon widths including higher order

525 0. # Write loop contributions to diphoton decay of Higgs

530 0. # Write Blocks for Vevacious

Block DECAYOPTIONS # Options to turn on/off specific decays
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1 1 # Calc 3-Body decays of Fv

2 1 # Calc 3-Body decays of Fu

3 1 # Calc 3-Body decays of Fe

4 1 # Calc 3-Body decays of Fd



Apéndice F

Archivos de X-BIT

F.1 Input : MDEOdark2.json

{

"Setup": {

"Settings ": "MDEOdark2_MLS.json",

"Name": "MDEOdark2_MLS",

"Type": "MLS",

"Points ": 10000,

"Iterations ": 20,

"Cores": 8

},

"Included_Codes ": {

"HiggsBounds ": "False",

"HiggsSignals ": "False",

"MicrOmegas ": "True",

"Vevacious ": "False"

},

"Variables ": {

"0": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (1.0e-6),np.log10 (1.0e-3)))" ,

"1": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (6.0e2),np.log10 (8.0e2)))",

"2": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (1.0e-2),np.log10 (7.5e-1)))" ,

"3": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (1.0e2),np.log10 (3.0e2)))",

"4": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (1.0e2),np.log10 (3.0e2)))",

"5": "10.0**( np.random.uniform(np.log10 (1.0e2),np.log10 (3.0e2)))"

},

"Observables ": {

"0": {

"SLHA": [" DARKMATTER ",[1]],

"MEAN": 0.12,

"VARIANCE ": 0.0036

}

},
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"ML": {

"Neurons ": [50,50,50],

"LR": 0.001

},

"Blocks ": {

"MODSEL ": {

"1": 1,

"2": 1,

"6": 0

},

"SMINPUTS ": {

"2": 1.166370E-05,

"3": 1.187000E-01,

"4": 9.118870E+01,

"5": 4.180000E+00,

"6": 1.735000E+02,

"7": 1.776690E+00

},

"MINPAR ": {

"1": "0.5*(1.0/246.220569)**2.0*(125.1**2.0+ Variable [1]**2.0 -( Variable [1]**2.0 -125.1**2.0)*(1.0 -2.0* Variable [0]**2.0+2.0* Variable [0]**4.0/3.0))" ,

"2": "0.5*(5.0* Variable [2]/ Variable [3])**2.0*(125.1**2.0+ Variable [1]**2.0+( Variable [1]**2.0 -125.1**2.0)*(1.0 -2.0* Variable [0]**2.0+2.0* Variable [0]**4.0/3.0))" ,

"3": "0.5*(1.0/246.220569)*(2.0* Variable [2]/ Variable [3])*( Variable [1]**2.0 -125.1**2.0)*(1.0 -2.0* Variable [0]**2.0+2.0* Variable [0]**4.0/3.0)*(2* Variable [0]+8.0/3.0* Variable [0]**3.0)" ,

"10": "Variable [2]",

"11": 0.0,

"12": 0.0,

"20": "Variable [3]/(5.0* Variable [2])",

"21": "1.414213562373*5.0* Variable [2]/ Variable [3]* Variable [4]",

"22": "1.414213562373*5.0* Variable [2]/ Variable [3]*(2.0* Variable [4]+ Variable [5])"

},

"SPhenoInput ": {

" 1": -1 ,

" 2": 0 ,

" 7": 0 ,

" 8": 3 ,

" 9": 1 ,

" 10": 0 ,

" 11": 1 ,

" 13": 0 ,

" 14": 0 ,

" 12": 1.000E-04 ,

" 15": 1.000E-30 ,

" 16": 0 ,

" 19": -2 ,

" 31": -1 ,

" 32": 0 ,

" 34": 1.000E-04 ,

" 35": 40 ,

" 36": 5 ,

" 37": 1 ,

" 38": 2 ,

" 50": 1 ,
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" 51": 0 ,

" 52": 0 ,

" 55": 0 ,

" 57": 0 ,

" 65": 1 ,

" 66": 1 ,

" 67": 1 ,

" 75": 1 ,

" 76": 1 ,

" 77": 1 ,

" 78": 0 ,

" 79": 1 ,

" 86": 0 ,

"510": 0 ,

"515": 0 ,

"520": 1 ,

"521": 1 ,

"525": 0 ,

"530": 1 ,

"550": 0

}

}

}

F.2 Settings : MDEOdark2˙BSM.json

{

"SPheno ": {

"Command ": "/home/auxiliar/BSM_Submodules/SPHENO/bin/SPhenoMDEOdark2",

"InputFile ": "LesHouches.in.MDEOdark2",

"OutputFile ": "SPheno.spc.MDEOdark2"

},

"MicrOmegas ": {

"Command ": "/home/auxiliar/BSM_Submodules/micromegas/MDEOdark2/CalcOmega_with_DDetection_MOv5",

"OutputFile ": "omg.out",

"DM_Candidate ": 1012

},

"HiggsBounds ": {

"Command ": "/home/fnstaub/Data/HEP_Software/HiggsBounds -4.3.1/ HiggsBounds",

"Options ": "LandH effC 3 1",

"OutputFile ": "HiggsBounds_results.dat"

},

"HiggsSignals ": {

"Command ": "/home/fnstaub/Data/HEP_Software/HiggsSignals -1.3.2/ HiggsSignals",

"Options ":" latestresults peak 2 effC 3 1",

"OutputFile ": "HiggsSignals_results.dat"

},

"Vevacious ": {



Apéndice F. Archivos de X-BIT 122

"Path": "/home/fnstaub/Documents/Uni/Work/Vevacious/Vevacious -1.2.01/" ,

"Command ": "./ bin/Vevacious.exe --input=bin/VevaciousInitialization_stop.xml --should_Tunnel=False"

}

}



Apéndice G

Correciones

G.1 Correciones - Oscar Zapata

1. Se recomienda una revisión en la redacción texto. Se recomienda una

revisión de la bibliograf́ıa. En particular, cuando se mencione el trabajo

de personas se debe acompañar con la citación bibliográfica correspon-

diente.

La solución a estos dos puntos se realizo consistentemente sobre todo el texto.

2. La diagonalización usada en el mecanismo seesaw es exacta o es aprox-

iamada, es decir, perturbativa?

En la sección 1.9 del caṕıtulo 1 se presenta la solución. A continuación se pre-

senta una En la sección anterior se obtuvieron los diferentes términos de masa

que se podŕıan incluir en el Lagrangiano. Los mecanismos seesaw permiten diag-

onalizar la matriz de masa de neutrinos de manera perturbativa y proporcionan

una explicación natural e interesante a la pequeñez de las masas de los neutrinos

en comparación con las masas de los fermiones cargados. Por lo tanto, permiten

entender la diferencia de las masas de los neutrinos observadas (orden de eV)

con los fermiones cargados como lo son los quarks y leptones cargados, los cuales

tienen ordenes de magnitud mayores, siendo éste un aspecto importante para la

f́ısica más allá del SM. Considerando el término de masa de Dirac-Majorana para

esbozar el mecanismo seesaw, y partiendo de la matriz de masa [84–88].

3. Aclarar cómo se obtuvo la ecuación (2.6). En este nuevo texto la ecuación

correspondiente a la ecuación (2.6) es la ecuación (2.14). Se parte del diagrama a

nivel árbol del modelo para obtener las ecuaciones y considerar una extensión del

SM con una simetŕıa oscura. A continuación se adjunta una parte de la solución

presentada en la sección 2.2 del caṕıtulo 2.
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ν =− l + h+ s (G.1)

=− �l + �l −m+ s (G.2)

=−m+ s (G.3)

Teniendo en cuenta que se realizará una extensión del SM con una simetŕıa oscura,

donde el parámetro m = 0, que corresponde a las cargas del SM y por lo tanto

s = ν . (G.4)

4. Definir m en la ecuación (2.9). En esta nueva versión del trabajo de grado, la

ecuación (2.9) se encuentra en la sección 1.8.5 del caṕıtulo 1, representada por la

ecuación 1.214. A continuación se presenta el párrafo en el cual se incluye parte

de la solución, ya que se menciona con más detalle en toda la sección.

Considerando m ≡ e− 2L, de tal forma que las anomaĺıas se pueden escribir de a

siguiente manera

N ′∑
α

nα + 3m =0 ,

N ′∑
α

n3α + 3m3 =0 , (G.5)

La ecuación (1.211) se puede reescribir en términos de los dos parámetros libres

L y m convenientemente como

u =
4

3
L−m, d =m−+

2

3
L , e =m− 2L , Q =− 1

3
L, (G.6)

5. En el párrafo después de la ecuación (2.14) se afirma que el campo S

rompe la simetŕıa U(1)′Y . No obstante en la Tabla 2.1 no se especifica

la carga bajo dicha simetŕıa. En caso de ser cero, S no rompeŕıa la

simetŕıa.

En la sección 2.1 del caṕıtulo 2 se presenta la discusión referente al tema, sin

embargo es conveniente mencionar que en el modelo no se incluye ninguna simetŕıa

U(1)′Y , además, el campo S rompe es la simetŕıa nueva incluida, es decir U(1)X ,

siendo está la simetŕıa activa. Se adjunta parte de la correspondiente corrección.
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SU(3)C ⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y ⊗ U(1)X

↓ ⟨S⟩
SU(3)c⊗ SU(2)L ⊗ U(1)Y

↓ ⟨ϕ⟩
SU(3)c⊗ U(1)EM,

(G.7)

donde, Y es la hipercarga del SM. ⟨S⟩ corresponde al valor esperado de vaćıo del

singlete S, el cual rompe la simetŕıa U(1)X y ⟨ϕ⟩ el valor esperado de vaćıo del

doblete de Higgs, el cual como es sabido que rompe espontáneamente la simetŕıa

electrodébil. Si el SM se extiende con una simetŕıa gauge abeliana oscura adicional

U(1)D y N campos quirales derechos bajo el grupo de simetŕıa del SM, el U(1)D

no es anómalo si se cumplen las siguientes ecuaciones, las cuales se conocen como

las ecuaciones diofánticas...

6. La tabla con las soluciones de las ecuaciones diofánticas que satisfacen

todas las condiciones no está escrita. No es posible saber si un término

de la lagrangiana es permitido o no por las simetŕıas.

Las tablas donde se presentan las soluciones de las ecuaciones diofánticas para

simetŕıas activas y simetŕıas oscuras son las tablas 2.3 y 2.2, respectivamente.

Las cuales se presentan la la sección 2.2. En está misma sección se presenta el

lagrangiano correspondiente al modelo.

7. Cuál es la expresión para la derivada covariante en la ecuación (2.18).

A continuación se presenta la respectiva derivada covariante del lagrangiano pre-

sentado en la ecuación (4.4) El lagrangiano de Higgs con el contenido de campos

mostrado anteriormente viene dado por:

LHiggs = (Dµϕ)†(Dµϕ) + (Dµη)†(Dµη) + (DµS)†(DµS)− VH , (G.8)

donde, Dµϕ = ∂µϕ− ig1Bµϕ− ig2W 3
µϕ, Dµη = ∂µη− ig1Bµη− ig2W 3

µη− iηgDB′
µη

y DµS = ∂µS − isgDB′
µS, la derivada covariante permite escribir el acople de los

bosones de gauge con los escalares ϕ, η y S.

8. No es claro si en la ecuación (2.27) el primer signo debe ser positivo o

negativo.

El signo correcto en la ecuación (4.13) es positivo. Aśı que fue modificado en el

documento original.

9. Aclarar las asunciones al obtener la ecuación (2.32). ¿Cuál es la jer-

arqúıa de los vevs?
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En la sección 4.1.3 del caṕıtulo 4 se presentan las jerarqúıas de los vevs, donde como

se presenta a continuación la masa del doblete escalar de Higgs M2
η es much́ısimo

mayor que el valor de los vevs; M2
η ≫ v(VEVs). A continuación se adjunta una

parte de la solución,

µ2ϕ = 2λϕv
2
ϕ + λϕ−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7](v

2
η) + ρ

vηvS
2vϕ

M2
η = 2ληv

2
η + λη−Sv

2
S + [λϕ−η + λ7](v

2
ϕ) + ρ

vϕvS
2vη

(G.9)

µ2S = 2λSv
2
S + λϕ−Sv

2
ϕ + λη−Sv

2
η + ρ

vηvϕ
2vS

(G.10)

Asumiendo que Mη > 0, además considerando que la contribución de M2
η es

much́ısimo mayor a las contribuciones que provienen de los valores esperados de

vaćıo, es decir

M2
η ≫ v(VEVs)

donde, v(VEVs) = vϕ, vS y vη. Reemplazando se obtiene:

M2
η ≈ 2ληv

2
η + ρ

vϕvS
2vη

(G.11)

Teniendo en cuenta que el valor esperado de vaćıo del doblete η pesado es muy

pequeño (porque el valor esperado de vaćıo de η es mucho menor al valor esperado

de vaćıo de ϕ y S) entonces podŕıamos despreciar términos de segundo orden en

vη, por lo tanto se obtiene finalmente:

M2
η ≈ ρ

vϕvS
2vη

(G.12)

10. No es cierto que la materia oscura y los neutrinos se originan de nueva

f́ısica en la escala del TeV.

La solución se presenta en la sección 1.11 del caṕıtulo 1. a continuación se adjunta

un fragmento presentado en dicha sección.

Probablemente tanto la materia oscura como los neutrinos se encuentren fuerte-

mente relacionados, ya que ambos se originan posiblemente de nueva f́ısica en la

escala del TeV (la cual puede ser probada por el LHC).

11. Discutir con más detalle el modelo de materia oscura propuesto: con-

tenido de part́ıculas, lagrangiano, el candidato a materia oscura, gen-

eración de masa para la materia oscura, etc.
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Esta discusión se encuentra realizada en la segunda parte del caṕıtulo 3, en la

sección 3.2.

12. La cantidad relevante en el cálculo de la densidad reliquia es la sección

eficaz promediada térmicamente. ¿Cómo se relaciona ésta con la ex-

presión en (3.1)?

Inicialmente se trabajo con la relación presentada en el art́ıculo [121], donde la

sección eficaz por velocidad relativa está dada por

σv =
g4D

16πm2
ψ

(1−M2
D/m

2
ψ)

3/2(1−M2
D/2m

2
ψ)

−2 (G.13)

sin embargo, en el capitulo 3 se presenta la sección transversal para la aniquilación

de part́ıculas de materia oscura en fotones oscuros, ecuación 3.17 y la la sección

transversal promediada térmicamente se presenta en la ecuación 3.22. La dicusión

completa se presenta en la sección en 3.2.1.

13. ¿Podŕıa la detección directa restringir el modelo?

La solución se presenta en la sección 3.2.1 y 3.3 del caṕıtulo 3. a continuación se

adjunta un fragmento presentado en dichas secciones.

En el paradigma WIMP la cantidad relevante es la sección eficaz promediada

térmicamente para la aniquilación de materia oscura en part́ıculas SM. Ese ob-

servable depende de los acoplamientos de interacciones y masas de los campos en

nuestros modelos que deben satisfacer restricciones teóricas y fenomenológicas. La

abundancia de reliquia de los fermiones masivos en los sectores oscuros, que son

candidatos a materia oscura, deben ser consistente con los resultados de los datos

del experimento PLANCK [118].

El valor de la sección eficaz de aniquilación de part́ıculas de DM en part́ıculas del

SM está relacionada con el valor de abundancia de reliquia, la cual está medida

por la colaboración de PLANCK, como ΩDMh
2 = ρDM/ρc = 0.120± 0.0001 [118],

donde ρDM es la densidad de DM y ρc la densidad cŕıtica del Universo.
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