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Resumen

Desde que los neutrinos fueron propuestos por Pauli, su masa ha
sido un tema de intensa investigación experimental y teórica. Estos
fueron postulados como part́ıculas sin masa debido a la no existencia
de neutrinos de mano derecha . Ahora ya probada la existencia de la
masa de los neutrinos, nos vemos motivados a investigar los distintos
modos por los cuales esta se puede generar.

En este trabajo, se hace una revisión de la naturaleza del neu-
trino (Dirac y Majorana) y sus diferentes mecanismos de generación
de masa, tales como los mecanismos seesaw. Estos mecanismos no so-
lo explican la masa del neutrino si no también su pequeño valor en
comparación con los quarks y leptones cargados. Se revisa el mode-
lo seesaw más simple (Tipo I) donde se expande el sector fermiónico
planteando que las componentes quirales no observadas son neutrinos
derechos que poseen una masa muy grande y son estériles. También
se estudia la expansión del sector escalar mediante la introducción
de un triplete de Higgs, en este triplete se incorporan bosones Higgs
cargados y doblemente cargados. Esta expansión induce al mecanismo
seesaw tipo II.

Usando la data experimental se calcula las matrices de mezcla y
de masa en la base de sabor. Con esto analizamos los posibles con-
textos experimentales donde los mecanismos de generación de masa
estudiados pueden revelarse.
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Caṕıtulo 1

Introducción

En un principio, se aceptaba la presencia de neutrinos sin masa
en el modelo estándar a pesar de que no era del todo convincente. El
motivo para que se postularan sin masa se debió principalmente a la
falta de evidencia experimental de la existencia de neutrinos diestros.
Esto haćıa que el introducir un neutrino diestro νR como se hace para
todos los otros fermiones (quarks y leptones cargados) de tal manera
que junto a νL produzca un término de masa mediante el mecanismo
de Higgs sea imposible.

La masa del neutrino está estrechamente ligada a otro importante
fenómeno en la f́ısica de part́ıculas que es la oscilación de neutrinos.
Esto se debe a que como consecuencia de tener neutrinos masivos
podemos expresar los autoestados de sabor νe, νµ y ντ como superpo-
siciones de los autoestados de masa.Por lo tanto, autoestados de masa
να son una combinación lineal de los autoestados de sabor. Esto tiene
como consecuencia que un neutrino f́ısico puede acoplarse a mas de un
leptón cargado mediante la corriente cargada. La mezcla de neutrinos
se puede expresar como:

νℓL =
∑

α

UℓαναL (1.1)

Donde la matriz de mezcla U es llamada matriz PMNS por los
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nombres de Pontecorvo, Maki, Nakagawa y Sakata. Considerando la
oscilación de neutrinos, el número leptónico (electrónico, muónico y
tauónico) no se conservaŕıa. A diferencia de lo predicho en el modelo
estándar, podŕıamos ver procesos que violan estos números, incluso
en procesos donde los neutrinos no aparecen en los estados iniciales y
finales.

En el año 2015, Takaaki Kajita y Arthur B. McDonald ganaron
el premio nobel de f́ısica tras demostrar experimentalmente que los
neutrinos tienen masa y además que oscilan entre ellos. Esto nos en-
foca en expandir el modelo estándar de modo que obtengamos un
modelo donde los neutrinos adquieran masa. Sin embargo, el proble-
ma no es solo como podemos extender el modelo estándar, la cuestión
está en construir un modelo que genere neutrinos masivos y que a su
vez explique la pequeñez de su masa comparada con la masa de los
fermiones cargados. En pocas palabras, una buena teoŕıa para la masa
del neutrino debeŕıa también explicar la pequeñez de la misma.

Otra interrogante concerniente a los neutrinos masivos es su natu-
raleza. ¿Son los neutrinos part́ıculas Dirac o Majorana?. Los neutrinos
pueden ser part́ıculas Dirac, como lo son todos los fermiones cargados.
Sin embargo existe la posibilidad de que los neutrinos sean sus propias
antipart́ıculas ya que estos no poseen carga eléctrica. La naturaleza de
Majorana de los neutrinos nos puede ayudar a entender la pequeñez
de su masa mediante el mecanismo see-saw, el cual detallaremos a lo
largo de este informe.

Los mecanismos seesaw parten de la naturaleza de Majorana del
neutrino y explican la masa ligera del mismo imponiendo la existencia
de masas muy por encima de la escala electrodébil. En el presente
trabajo se muestran también los operadores efectivos que generan la
masa de Majorana del neutrino. A estos operadores se les asocia una
nueva escala de enerǵıa reforzando la idea de que el modelo estándar
es una teoŕıa efectiva a bajas enerǵıas. Finalmente,mediante en base
a la data experimental, se analiza los posibles contextos en los que
estos mecanismos (neutrinos y bosones de Higgs pesados )se puedan
manifestar.
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Motivación Teórica

La f́ısica del neutrino tuvo su origen con el descubrimiento de la
radioactividad. Henri Becquerel, Pierre y Marie Curie con sus estudios
de las radiaciones provenientes del uranio y radio fueron los primeros
protagonistas de esta fascinante historia.

En 1899, Ernest Rutherford descubrió las radiaciones alfa y beta,
un año más tarde Paul U. Villard descubrió la radiación gamma. Esto
motivó a los cient́ıficos de la época a estudiar a profundidad estos
tipos de radiaciones. Pocos años después, las radiaciones alfa, beta y
gamma fueron identificados como nucleos de helio, electrones y fotones
respectivamente.

En ese entonces, la radiación beta se asumı́a como la emisión de
un solo tipo de part́ıcula (el electrón), por lo tanto, esta deb́ıa tener
una enerǵıa bien definida. Sin embargo, tras varios experimentos rea-
lizados por Lise Meither, Otto Hahn, Van Baeyes y James Chadwick
se demortró que el espectro de los neutrinos era cont́ınuo (Figura 2.1).

Esto desconcertó a los cient́ıficos de la época que incluso empe-
zaron a cuestionar el principio de conservación de la enerǵıa. No fue
hasta 1930 que Pauli trató de salvar este principio mediante una car-
ta enviada a un congreso de f́ısicos en Tübingen en donde postula la
existencia de una part́ıcula neutra, de esṕın 1/2 y con una masa muy
por debajo a la del electrón e incluso con la posibilidad de que sea
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Figura 2.1: Espectro del decaimiento beta. La ĺınea roja indica lo
que se esperaba observar en un decaimiento beta. La Ĺınea azul es el
espectro obtenido en el experimento [1]

nula.

A principios de 1932, James Chadwick descubre el neutrón, sin
embargo, este es demasiado pesado y no encaja con las caracteŕısticas
de las part́ıculas propuestas por Pauli. Fermi propone llamarlos neu-
trinos y tomó la hipótesis para construir la teoŕıa de la desintegración
beta.

La detección directa del neutrino era casi imposible debido a que
este interactúa muy débilmente con la materia. Esto llevó a los in-
vestigadores a buscar fuentes abundantes y a construir detectores lo
suficientemente grandes. Es aśı que en 1956, Frederick Reines y Cly-
de Cowan descubren el antineutrino colocando un detector a base de
agua y cloruro de cadmio cerca de una planta nuclear (ver Figura 2.2).

En 1959, Melvin Schwartz, Leon Lederman, Jack Steinberger y
Jean-Marc Gaillard crearon un mecanismo para producir un haz de
neutrinos muónicos (Figura 2.3) .

En 1989, el acelerador LEP del CERN demostró que existen tres
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Figura 2.2: Detección del antineutrino. Interacción del auntineu-
trino con un protón generando un neutrón y un positrón. El positrón
se aniquila con un electrón del material emitiendo fotones, mientras
que el neutrón es absorbido por un núcleo de cadmio. [25]

Figura 2.3: Producción de neutrino muónico. Se genera un haz
de neutrinos muónicos mediante el decaimiento de piones provenientes
de la incidencia de un haz de protones sobre un blanco. [27]
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Figura 2.4: Anchura del bosón Z. Anchura del bosón Z para dos,
tres y cuatro familia de neutrinos. A mayor familias de neutrinos crece
la anchura del Z [26].

familias de neutrinos. Esto se realizó mediante el análisis del ancho de
decaimiento del bosón Z (Figura 2.4).

Inspirado en la oscilación de kaones, Pontecorvo propone la osci-
lación de neutrinos a fines de 1950, sin embargo, la mayoria créıa que
su masa era nula y por lo tanto su sabor era invariante. En 1955, bajo
la sugerencia de Pontecorvo, se construyó el observatorio de neutrinos
Homestake que consiste en la detección de neutrinos solares mediante
la reacción :

Cl37 + νe → Ar37 + e− (2.1)

El resultado experimental arrojó un flujo de:

〈Φ〉 = 2,56± 0,165 SNU (2.2)

Donde una unidad SNU (solar neutrino unit) equivale a una cap-
tura por segundo por cada 1036 átomos de blanco. [5] [6] [15] [29]

Sin embargo, el modelo estándar solar predećıa un flujo de
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〈Φ〉 = 9,30± 0,265 SNU (2.3)

Por lo tanto, exist́ıa un déficit del 70% aproximadamente.
En 1989, el experimento SAGE detectó neutrinos solares mediante

la reacción

Ga71 + νe → Ge71 + e− (2.4)

El flujo detectado fue

〈Φ〉 = 65,4± 5,6 SNU (2.5)

Mediante el mismo método de detección, GALEX y GNO obser-
varon un flujo de:

〈Φ〉 = 69,4± 5,1 SNU (2.6)

Sin embargo, el valor teórico del flujo es:

〈Φ〉 = 130± 5,1 SNU (2.7)

En el experimento Super Kamiokande se detecta neutrinos median-
te dispersión elástica de electrones por neutrinos mediante el efecto
Cherenkov. El flujo detectado es

〈Φ〉 = 0,44± 0,06 SNU (2.8)

Con un déficit de 45% con respecto a la teoŕıa [5] [6] [15] [29].
SNO (Sudbury Neutrino Observatory) detectó neutrinos median-

te la interacción con agua pesada. Este experimento permite separar
los efectos de las corrientes neutras, cargadas y la dispersión elástica
(Figura 2.5)

El problema de los neutrinos solares se debió al inadecuado enten-
dimiento de las caracteŕısticas de los neutrinos. El modelo estándar
de la f́ısica de part́ıculas nos dice que existen tres tipor de neutrinos
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Figura 2.5: Flujo de Neutrinos de SNO. El eje X muestra el flujo
de neutrinos electrónicos mientras que el eje Y muestra el flujo de los
demás neutrinos (no se diferencia entre neutrinos muónicos y tauóni-
cos). La franja roja indica el resultado del análisis de la corriente car-
gada, solo sensible para el neutrino electrónico νe +D → p + p + e−.
La franja azul indica el análisis de la corriente neutra y es sensible
para neutrinos de cualquier sabor νX + D → νX + p + n. La franja
verde señala el análisis de la dispersión elástica νX+e− → νX+e−. La
franja entre las ĺıneas punteadas es el flujo total esperado de neutrinos
en el modelo estándar solar. Se puede observar que el flujo total de
neutrinos solares es consistente con el modelo solar. [6]
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o tres sabores (electrónico, muónico, tauónico). Si los neutrinos tie-
nen masa, entonces pueden cambiar de un sabor a otro, aśı el déficit
de neutrinos solares se podŕıa interpretar como neutrinos electrónicos
que cambiaron de sabor en el trayecto del sol a la tierra.

2.1. Oscilación de Neutrinos

La oscilación de los neutrinos se produce por la interferencia de los
distintos autoestados de masa (neutrinos masivos) que se manifiestan
mediante la diferencia de sus masas al cuadrado.

Los autoestados de masa y los autoestados de sabbor se relacionan
de la siguiente manera:

|νk〉 =
∑

α=e,µ,τ

Uαk |να〉 (2.9)

Donde U es una matriz unitaria

U †U = 1 (2.10)

∑

α

U∗
αkUαj = δkj (2.11)

Por lo tanto de (2.9)

∑

j

U∗
αj |νk〉 =

∑

α

∑

j

U∗
αjUαk |να〉

∑

j

U∗
αj |νj〉 = δkj |να〉

|να〉 =
3∑

k=1

U∗
αk |νk〉 (2.12)

Los autoestados de sabor y masa son ortonormales
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〈νk|νj〉 = δkj (2.13)

〈να|νβ〉 = δαβ (2.14)

El número de autoestados de masa debe ser igual o mayor a tres. Si
la cantidas de autoestados de masa son más de tres, se debe aumentar
en la misma cantidad los autoestados de sabor, estos neutrinos de
sabor adicionales son llamados estériles.

Los autoestados de masa son autoestados del Hamiltoniano

H |νk〉 = Ek |νk〉 (2.15)

Con autovalor

Ek =
√
~p 2 +m2

k (2.16)

En la ecuación de Schödinger

i
d

dt
|νk(t)〉 = H |νk(t)〉 (2.17)

Esto nos dice que los estados de masa de los neutrinos evolucionan
en el tiempo como una onda plana

|νk(t)〉 = e−iEkt |νk〉 (2.18)

De (2.12) y (2.18), tenemos la evolucion temporal de un autoestado
de sabor:

|να(t)〉 =
3∑

k=1

U∗
αke

−iEkt |νk〉 (2.19)

Si evaluamos (2.19) en t = 0 obtenemos (2.12).

Reemplazando (2.9) en (2.19) para relacionar un estado de sabor
con respecto a otro
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|να(t)〉 =
3∑

k=1

U∗
αke

−iEkt
∑

β

Uβk |νβ〉

|να(t)〉 =
∑

β=e,µ,τ

(
3∑

k=1

U∗
αke

−iEktUβk

)
|νβ〉 (2.20)

La probabilidad de pasar de un estado de sabor a otro es:

Pνα→νβ = | 〈νβ|να(t)〉 |2 (2.21)

Teniendo en cuenta (2.14)

Pνα→νβ =
∑

k

∑

j

U∗
αUβkUαjU

∗
βje

−iEkteiEjt

Pνα→νβ =
3∑

k,j

U∗
αUβkUαjU

∗
βje

−i(Ek−Ej)t (2.22)

Para el caso de neutrinos ultrarelativistas, tomamos (2.16) y apro-
ximamos

Ek = |~p|
√

1 +
m2

k

~p 2
(2.23)

Expandiendo la raiz por Newton

Ek = |~p|
[
1 +

m2
k/~p

2

2
− (m2

k/~p
2)2

8
+ ...

]
(2.24)

Considerando |~p| ≫ mk

Ek ≃ |~p|
(
1 +

1

2

m2
k

~p 2

)

Finalmente

Ek ≃ |~p|+ 1

2

m2
k

|~p| (2.25)
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Ej ≃ |~p|+ 1

2

m2
j

|~p| (2.26)

De la diferencia entre (2.25) y (2.26)

Ek − Ej =
1

2

m2
k −m2

j

|~p|

Ek − Ej =
1

2

∆m2
kj

E
(2.27)

Reemplazando (2.27) en (2.22)

Pνα→νβ =
3∑

k,j

U∗
αUβkUαjU

∗
βjexp

(
−i1

2

∆m2
kj

E
t

)
(2.28)

En el fenomeno de oscilación, el tiempo de propagación no es me-
dible, lo que si es medible es la distancia entre la fuente y el detector.
Para neutrinos que se propagan cerca a la velocidad de la luz t = L

Pνα→νβ =
3∑

k,j

U∗
αUβkUαjU

∗
βjexp

(
−i1

2

∆m2
kj

E
L

)
(2.29)

Esto muestra que la distancia entre la fuente y el detector L, la
enerǵıa del neutrino E y la diferencias de masas al cuadrado ∆m2

kj

deteminan la fase en la oscilación de neutrinos.

Φkj = −
∆m2

kjL

2E
(2.30)

La distancia en la que la fase se convierte en 2π es:

Losc
kj =

4πE

∆m2
kj

(2.31)

Pνα→νβ =
3∑

k,j

U∗
αUβkUαjU

∗
βjexp

(
−i2π L

Losc
kj

)
(2.32)
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Analizando para k = j, k > j y k < j

Pνα→νβ =
3∑

k

|Uαk|2|Uβk|2 + U∗
α2Uβ2Uα1U

∗
β1

(
e
−i2π L

Losc
12 + e

−i2π L
Losc
21

)

+U∗
α3Uβ3Uα1U

∗
β1

(
e
−i2π L

Losc
13 + e

−i2π L
Losc
31

)

+U∗
α3Uβ3Uα2U

∗
β2

(
e
−i2π L

Losc
23 + e

−i2π L
Losc
32

)

(2.33)

Teniendo en cuenta e±ix = cosx± i sin x

Pνα→νβ =
3∑

k

|Uαk|2|Uβk|2+2Re

[
3∑

k>j

U∗
αkUβkUαjU

∗
βje

−i2π L
Losc
kj

]
(2.34)

Donde

3∑

k

|Uαk|2|Uβk|2 = δαβ − 2
∑

k>j

Re
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
(2.35)

Por lo tanto

Pνα→νβ = δαβ − 2
∑

k>j

Re
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

] [
1− cos

(
∆m2

kjL

2E

)]

+2
∑

k>j

Im
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
sin

(
∆m2

kjL

2E

)

(2.36)

Considerando sin2(x/2) = (1 + cosx)/2
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Pνα→νβ = δαβ − 4
∑

k>j

Re
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
sin2

(
∆m2

kjL

4E

)

+2
∑

k>j

Im
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
sin

(
∆m2

kjL

2E

) (2.37)

Para los antineutrinos obtenemos la misma fórmula

Pνα→νβ = δαβ − 4
∑

k>j

Re
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
sin2

(
∆m2

kjL

4E

)

+2
∑

k>j

Im
[
U∗
αkUβkUαjU

∗
βj

]
sin

(
∆m2

kjL

2E

) (2.38)

Si α 6= β se le denomina probabilidad de transición. Si α = β se le
denomina probabilidad de supervivencia.

Si consideramos solo la mezcla de dos sabores, tenemos la siguente
matriz de mezcla

U =

(
cos θ sin θ
− sin θ cos θ

)
(2.39)

Reemplazamos los componentes de la matriz U en la ecuación
(2.37) para obtener la propabilidad de transición. Se debe resaltar
que todos los componentes de la matriz de mezcla son reales, además
en este caso solo existe una diferencia de masas al cuadrado

∆m2
kj = ∆m2

21 = m2
2 −m2

1 (2.40)

Entonces, la probabilidad de transición es:

Pνα→νβ = 4Re [sin θ cos θ cos θ sin θ] sin2

(
∆m2

21L

4E

)
(2.41)
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Pνα→νβ = sin2 2θ sin2

(
∆m2

21L

4E

)
(2.42)

La probabilidad de supervivencia

Pνα→να = 1− sin2 2θ sin2

(
∆m2

21L

4E

)
(2.43)

El fenómeno de oscilación ofrece una simple e interesante solución
al problema de los neutrinos solares y atmosféricos. Takaaki Kajita
en Super-Kamiokande y Arthur B. McDonald en SNO consiguieron
la suficiente evidencia experimental para confirmar este fenómeno. La
consecuencia más interesante de la oscilación de neutrinos, es que para
que esta ocurra, los neutrinos deben tener masa no nula. Esto refuer-
za la idea de que el modelo estándar a pesar de su éxito predictivo
está incompleto, además abre una puerta a la busqueda de un modelo
que explique las masas de los neutrinos y por qué son mucho menores
a las masas de los demás fermiones . Es aqúı donde nos vemos moti-
vados a investigar los modelos de generación de masa y los contextos
experimentales donde se puedan revelar.

La confirmación de la oscilación de neutrinos es un descubrimien-
to indirecto de sus masas, es decir, se puede entender el fenómeno de
oscilación como un efecto de la masa de los neutrinos. Por lo tanto
surgen cuestiones como : ¿Cuál es el valor de las masas de los neu-
trinos?, ¿Cómo medirlo?. Konopinski demostró que la desintegración
beta del tritio se puede usar para determinar el ĺımite superior de la
masa del neutrino.

2.2. Mediciones Directas de la Masa del

Neutrino

En esta sección se discutirá como la masa del neutrino puede ser de-
terminada (o limitada) mediante consideraciones puramente cinemáti-
cas en procesos de interacción débil. Por simplicidad asumimos que
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solo un neutrino está involucrado en el proceso (no se considera la
oscilación de neutrinos)

Estos son experimentos que incluso son permitidos en el modelo
estándar con mν = 0. Primero, tomamos cualquier proceso conocido
que envuelva neutrinos en el estado final. Segundo, expresamos la tasa
como una función de la masa del neutrino. Finalmente intentamos ver
si la tasa observada difiere significativamente de la tasa calculada con
mν = 0. La sensibilidad de estos experimentos incrementan conmν/Q,
donde Q es la diferencia entre la enerǵıa total en el estado inicial y la
suma de las masas de todas las part́ıculas en el estado final excepto
los neutrinos [20].

2.2.1. Decaimiento β:

Podemos obsevar que la forma de la curva de distribución de
enerǵıa del electrón emitido en el decaimiento β puede ser calcula-
da asumiendo mνe = 0. Si la masa del neutrino es diferente de cero,
la curva observada es mas corta que la calculada. El valor más ba-
jo conocido de Q para este proceso es 18,6 keV, que ocurre para el
decaimiento beta del tritio. [20]

En un decaimiento beta:

(Z,A) −→ (Z + 1, A) + e− + νe (2.44)

La masa del neutrino mν se relaciona con la enerǵıa total de decai-
miento E0 y la enerǵıa máxima del electrón EMax

e (mν) de la siguiente
manera:

EMax
e (mν) = E0 −mν =Mi −Mf −mν (2.45)

Donde Mi y Mf son las masas del estado inicial y el estado final
respectivamente. El espectro del electrón está dado por:
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dΓ

dE
=
G2

f cos
2 θcF (E,Z)

π3

∑

i

|Uei|2E(Q− T )|−→p |
√

(Q− T )2 −m2
νi

(2.46)
Donde Gf es la constante de Fermi, θc el ángulo de Cabbibo,

F (E,Z) el factor de Coulomb y E la enerǵıa del electrón. La su-
matoria es sobre los 3 autoestados de masa del neutrino mi con una
probabilidades |Uei|2. [24]

Q =Mn −Mp −me T = E −me (2.47)

En la ecuación (2.46) destacamos que podemos notar la masa del
neutrino cerca el punto final del espectro. Para un neutrino masivo, el
espectro termina con una pendiente infinita en un punto con enerǵıa
Mn−Mp−mν (que es la enerǵıa máxima del electrón 2.45) y se puede
distinguir del espectro para neutrinos sin masa. En el experimento,
este espectro es estudiado cuando la enerǵıa E de los electrones tiende
a Mn −Mp, es decir cuando Mn −Mp − E es del orden de mν . Sin
embargo, para electrones con esta enerǵıa el número de decaimientos
es muy pequeño, esto se puede observar en la ecuación (2.46). [7]

La influencia de la masa del neutrino en el espectro beta, está cerca
del punto final de este. Se puede observar mejor si transformamos
(2.46) en lo siguiente:

dΓ
dE

G2
f
cos2 θcF (E,Z)E|−→p |

π3

=
∑

i

|Uei|2(Q− T )
√

(Q− T )2 −m2
νi (2.48)

K(T ) =

√∑

i

|Uei|2(Q− T )
√
(Q− T )2 −m2

νi (2.49)

Si mν = 0 y considerando
∑

i |Uei|2 = 1, entonces la ecuación
(2.49) se puede aproximar a:
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K(T ) ∼= (Q− T ) (2.50)

Si mν 6= 0 y considerando mνi ≪ (Q − T ) , la ecuación (2.49) se
aproxima a:

K(T ) ∼=

√√√√(Q− T )

√
(Q− T )2 −

∑

i

|Uei|2m2
νi (2.51)

K(T ) ∼=
√
(Q− T )

√
(Q− T )2 −m2

β (2.52)

Donde
m2

β =
∑

i

|Uei|2m2
νi (2.53)

La expresión (2.52) es conocida como el plot de Kurie. Esto nos per-
mite observar con más detalle la diferencia para el caso con mν = 0 y
mν 6= 0 tal como se puede observar en la figuras 2.6 y 2.7. Donde se
consideró Q = 18,6 keV, mβ = 0 keV y mβ = 2 eV. [7]

2.2.2. Decaimiento del Pión:

Se puede buscar la enerǵıa del muón en el siguiente proceso:

π+ → µ+ + νµ (2.54)

O en su proceso de carga conjugada. Esta enerǵıa depende de la masa
del neutrino νµ. Mediciones exactas de la enerǵıa del muón podŕıan
determinar la masa del neutrino νµ.[20]

Consideremos el decaimiento de un pión en reposo. La única canti-
dad que puede ser medida es el momentum del muón pµ, que se puede
expresar en función de la masa del pión mπ, la masa del muón mµ y
la masa del neutrino mν mediante la siguiente relación [7].

p2µ =
(m2

π +m2
µ −m2

ν)
2

4m2
π

−m2
µ (2.55)
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Figura 2.6: Plot de Kurie. Linealización del espectro beta del tritio
para neutrinos mβ = 0 keV y mβ = 2 keV
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Figura 2.7: Plot de kurie cerca del punto final (endpoint) para mβ = 0
y mβ = 2 eV

.
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Evaluando esta expresión para neutrinos sin masa [22] [7]

mµ = 105,658387± 0,000034 MeV (2.56)

mπ = 139,55675± 0,0004 MeV (2.57)

Usando esto en la ecuación 2.55, obtenemos:

pµ(mν = 0) = 29,78986± 0,00032 MeV (2.58)

Si el neutrino tiene masa, el momentum del muón seŕıa más pe-
queño que el mostrado en 2.58 . Si reemplazamos mν = 0,19 MeV en
la ecuación 2.55 , tenemos:

pµ(mν = 0,19 MeV) = 29,78938 MeV (2.59)

Podemos notar un cambio de solo 0,00048 MeV entre 2.58 y 2.59.
Interpretado también como un cambio de 0,000016. Esto representa
la exactitud con la que se debe determinar experimentalmente el mo-
mentum del muón para encontrar un neutrino νµ con una masa de
0,19 MeV

Como alternativa, podemos buscar la masa del neutrino muónico
estudiando el decaimiento del pion mientras este está en movimien-
to. Los valores del momento del pión, muon y neutrino muónico se
relacionan de la siguiente forma:

pνµ = pµ − pπ (2.60)

El momentum de un neutrino muónico sin masa pν(mν = 0) se
puede obtener mediante el momento del pión, el momento del muón
y la ecuación 2.60. Para un neutrino masivo, su momentum pν difiere
de pν(mν = 0) en una cantidad proporcional a m2

ν . [7]
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2.2.3. Decaimiento del Tauón

Existen varios canales de decimiento para el tauón.
Modos Leptónicos:

τ− −→ e− + νe + ντ (2.61)

τ− −→ µ− + νµ + ντ (2.62)

Modos Hadrónicos:

τ− −→ π− + ντ (2.63)

τ− −→ π− + π0 + ντ (2.64)

τ− −→ π− + π0 + π0 + ντ (2.65)

τ− −→ π+ + π− + π− + ντ (2.66)

τ− −→ π+ + π− + π− + π0 + ντ (2.67)

τ− −→ π0 + π0 + π0 + π− + ντ (2.68)

Estos son consistentes con el modelo estándar, es decir, conservan
el número leptónico tauónico Lτ , por lo que todos estos modos de
decaimiento tienen un ντ en su estado final. por lo tanto, la masa del
neutrino tauónico ντ puede ser calculada mediante la cinemática de
dichos procesos. [20] [7]

De todos los procesos mencionados, ninguno ha revelado la masa
del neutrino. Solo existen ĺımites superiores hasta el momento. [22]

mνe ≤ 2 eV (2.69)
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mνµ ≤ 190 keV (2.70)

mντ ≤ 18,2 MeV (2.71)
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Caṕıtulo 3

Naturaleza del Neutrino

3.1. Masa de Dirac

En el caso de que los neutrinos sean part́ıculas Dirac, su masa se
generaŕıa mediante el mecanismo Higgs, el mismo que da masa a los
quarks y leptones cargados en el modelo estándar. Sin embargo , la
ausencia de evidencia experimental de la existencia de neutrinos dies-
tros hace que a simple vista esto no sea posible. En otras palabras, la
única extensión del Modelo Estándar que se necesita para generar ma-
sa a los neutrinos mediante el mecanismo de Higgs es la introducción
de neutrinos diestros νR.

Los campos de los neutrinos diestros se expresan mediante single-
tes esto los hace invariantes ante las simetŕıas del modelo estándar.
Debido a que no participan en las interacciones débiles, fuertes y elec-
tromagnéticas, los neutrinos diestros son lamanos también neutrinos
estériles. Análogamente, los neutrinos zurdos habituales que partici-
pan en las interacciones débiles son llamados neutrinos activos. [12]

En el Modelo estándar mı́nimamente extendido con tres campos
de neutrinos diestros, el lagrangiano Yukawa Higgs-leptón es:

25
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LH,L = −
∑

α,β=e,µ,τ

Y
′ℓ
αβLαLΦℓ

′

βR −
∑

α,β=e,µ,τ

Y
′ℓ
αβLαLΦ̃ν

′

βR +H.c. (3.1)

Donde Y
′ℓ
αβ es una matriz de acomplamientos de Yukawa [12]. La

ecuación (3.1) se puede expresar como:

LH,L = −
(
υ +H√

2

)[
ℓ
′

LY
′ℓ
αβℓ

′

R + ν
′

LY
′ν
αβν

′

R

]
+H.c. (3.2)

Donde

ℓ
′

L ≡



e
′

L

µ
′

L

τ
′

L


 (3.3)

ℓ
′

R ≡



e
′

R

µ
′

R

τ
′

R


 (3.4)

ν
′

L ≡



ν

′

eL

ν
′

µL

ν
′

τL


 (3.5)

ν
′

R ≡



ν

′

eL

ν
′

µ

ν
′

τR


 (3.6)

La matriz de acoplamiento de Yukawa Y
′ℓ puede ser diagonalizada

de la siguiente manera:

V ℓ†
L Y

′ℓ
αβV

ℓ
R = Y ℓ

αβ (3.7)

Donde la matiz diagonal Y ℓ
αβ se expresa como:

Y ℓ
αβ = yℓαδαβ (α, β = e, µ, τ) (3.8)
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Con el mismo proceso, se diagonaliza la matriz de acoplamiento
Yukawa Y

′ν
αβ

V ν†
L Y

′ν
αβV

ν
R = Y ν

αβ (3.9)

Donde

Y ν
kj = yνkδkj (k, j = 1, 2, 3) (3.10)

Con yℓα y yνk positivos y reales.
Las matrices V ℓ

R, V
ℓ
L, V

ν
L y V ν

R son unitarias y de dimensión 3× 3.
Por lo tanto

V ν†
L = (V ν

L )
−1 V ν†

R = (V ν
R )

−1 (3.11)

V ℓ†
L = (V ℓ

L)
−1 V ℓ†

R = (V ℓ
R)

−1 (3.12)

Se define las matrices de leptones cargados quirales masivos.

ℓL = V ℓ†
L ℓ

′

L ≡



eL
µL

τL


 (3.13)

ℓR = V ℓ†
R ℓ

′

R ≡



eR
µR

τR


 (3.14)

Se define las matrices de los neutrinos quirales masivos

nL = V ν†
L ν

′

L ≡



ν1L
ν2L
ν3L


 (3.15)

nR = V ν†
R ν

′

R ≡



ν1R
ν2R
ν3R


 (3.16)

En consecuencia, el lagrangiano de Yukawa (3.2) se escribe como:
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LH,L = −
(
v +H√

2

)
[ℓLY

ℓ
ℓR + nLY

ν
nR] + H.c. (3.17)

LH,L = −
(
v +H√

2

)[ ∑

α=e,µ,τ

yℓαℓαLℓαR +
3∑

k=1

yνkνkLνkR

]
+H.c. (3.18)

Expresando los campos Dirac de leptones cargados y neutrinos en
sus componentes quirales:

ℓα ≡ ℓαL + ℓαR (α = e, µ, τ) (3.19)

νk = νkL + νkR (k = 1, 2, 3) (3.20)

Finalmente obtenemos:

LH,L = −
3∑

k=1

yνkv√
2
νkνk − ... (3.21)

Por lo tanto la masa del neutrino está dado por:

mk =
yνkv√
2

(k = 1, 2, 3) (3.22)

Las masas de los neutrinos que hemos obtenido con este mecanismo
es proporcional al valor esperado de vaćıo de Higgs (VEV) v, aśı como
las masas de los quarks y leptones cargados. Sin embargo, es conocido
que las masas de los neutrinos es mucho más pequeña que la de los
quarks y leptones cargados.
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3.2. Neutrino de Majorana

En el modelo estándar de la f́ısica de part́ıculas, los quarks y lep-
tones cargados son part́ıculas de Dirac. Es decir, estas part́ıculas se
rigen bajo la ecuación de Dirac y se describen mediante espinores
con cuatro componentes complejos. Si los neutrinos no tuvieran masa
seŕıan descritos por espinores con dos componentes complejos llama-
dos espinores de Weyl (ver apéndice A). Como bien se conoce ahora,
los neutrinos son masivos, por lo que es tentador pesar que estos son
como los otros fermiones (quarks y leptones cargados) y debeŕıa por
lo tanto ser espinores de Dirac.

Sin embargo, existe una importante direncia entre los neutrinos
y el resto de fermiones fundamentales, y esta es que estos no poseen
carga eléctrica. Esto nos lleva a considerar la posibilidad de que los
neutrinos sean también espinores de Majorana.

Partiendo de la Ecuación de Dirac

(iγµ∂µ −m)ψ = 0 (3.23)

Donde ψ se puede expresar en sus componentes quirales

ψ = ψR + ψL (3.24)

Reemplazando (3.24) en (3.23), tenemos:

(iγµ∂µ −m)(ψL + ψR) = 0

iγµ∂µψL + iγµ∂µψR −mψL −mψR = 0

Aplicando el operador paridad PL y PR, obtenemos:

iPLγ
µ∂µψL + iPLγ

µ∂µψR −mPLψL −mPLψR = 0

y

iPRγ
µ∂µψL + iPRγ

µ∂µψR −mPRψL −mPRψR = 0



30 CAPÍTULO 3. NATURALEZA DEL NEUTRINO

respectivamente. Donde PLψR = PRψL = 0. Finalmente, teniendo
en cuenta

PL,R =
(1∓ γ5)

2
(3.25)

{γ5, γµ} = 0 (3.26)

Tenemos:

iγµ∂µψL = mψR (3.27)

iγµ∂µψR = mψL (3.28)

Notamos que los campos quirales ψL y ψR se relacionan entre si
mediante la masa m. Esto nos dice que un fermión sin masa puede ser
descrito por un solo capo quiral. Cuando m = 0, las ecuaciones (3.27)
y (3.28) se conocen como ecuaciones de Weyl.

Para m 6= 0, las ecuaciones (3.27) y (3.28) representan dos formas
distintas de escribir la misma ecuación. Para escribir (3.27) a partir de
(3.28), tomamos el hermı́tico conjugado de (3.28) y lo multiplicamos
por γ0 por la derecha.

(iγµ∂µψR = mψL)
†

−i∂µψ†
Rγ

µ† = mψ†
L

−i∂µψ†
Rγ

µ†γ0 = mψ†
Lγ

0

Usando las propiedades (γ0)2 = I y γ0γµ†γ0 = γµ, tenemos:

−i∂µψ†
Rγ

0γµ = mψ†
Lγ

0

− i∂µψRγ
µ = mψL (3.29)
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Tomamos la transpuesta de (3.29) y multiplicamos por la izquierda
por la matriz de conjugación de carga C.

(−i∂µψRγ
µ = mψL)

T

−iγµT∂µψR
T
= mψL

T

−iCγµTC−1C∂µψR
T
= mCψL

T

Empleando la propiedad (B.31)

iγµ∂µCψR
T
= mCψL

T
(3.30)

Comparando la ecuación (3.30) con la ecuación (3.27), podemos
establecer que:

ψR = ϕCψL
T

(3.31)

ψL = ϕCψR
T

(3.32)

Esta es la relación de Majorana entre ψR y ψL. Donde ϕ es un
factor de fase arbitrario.

Las ecuaciones (3.31) y (3.32) nos permiten expresar (3.24) como:

ψ = Cψ
T

(3.33)

Esta expresión es igual a la transformación de un espinor bajo una
conjugación de carga (ver Apéndice B):

ψ → ψC = Cψ
T

(3.34)

Por lo tanto, comparando (3.34) y (3.33), tenemos:

ψ = ψC (3.35)

Podemos expresar la ecuación de Majorana para el campo ψ como:
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iγµ∂µψ = mψC (3.36)

Esto implica que la part́ıcula es igual a su antipart́ıcula. Por lo
tanto, solo fermiones neutros pueden ser descritos por campos de Ma-
jorana.

La teoŕıa de Majorana es más simple que la teoŕıa de Dirac, Por
lo que los neutrinos masivos de Majorana son más asequibles que los
neutrinos masivos de Dirac. En el caso de neutrinos sin masa, ambas
teoŕıas, Dirac y Majorana, son equivalentes. Por lo que podemos di-
ferenciar la naturaleza del neutrino, Dirac o Majorana, mediante la
detección de efectos debido a la masa de los neutrinos. Debemos tener
en cuenta que los efectos cinemáticos de la masa del neutrino, tanto
Dirac como Majorana, son iguales. El mejor modo para detectar si
la naturaleza de un neutrino es de Majorana, es mediante el el doble
decaimiento beta sin neutrinos.

3.3. Masa de Majorana

Considerando la representación quiral del campo (3.24) y el término
de masa Dirac para los neutrinos (3.21), tenemos:

L
D
masa = −mνν = −m(νLνL + νLνR + νRνL + νRνR) (3.37)

Usando las propiedades del operador paridad PLPR = PRPL = 0:

νLνL = νPRPLν = 0 (3.38)

νRνR = νPLPRν = 0 (3.39)

Por lo tanto, tendremos:

L
D
masa = −m(νRνL + νLνR) = −mνRνL +H.c. (3.40)
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Además del término de masa Dirac νν podemos construir otros
términos de masa que sean invariantes de Lorentz. Entre estos térmi-
nos tenemos:

νCνC ννC νCν (3.41)

Además, como los campos νCL y νCL transforman como νL y νL
respectivamente (ver Apéndice C), podemos introducir νCL en lugar
de νR en el Lagrangiano (3.40), llevándonos al término de masa de
Majorana.

L
M
masa = −1

2
m(νCL νL + νLν

C
L ) = −1

2
mνCL νL +H.c. (3.42)

Expresamos νCL en función de νL

νCL = (CνL
T )†γ0 = (νL

T )†C†γ0 =
[
(ν†Lγ0)

T
]†
C†γ0

νCL = (γ0ν
∗
L)

†C†γ0 = νTLγ
T
0 C

†γ0

Usando la propiedades (B.28) y (B.31), tenemos:

νCL = −νTLC† (3.43)

Considerando esta igualdad (3.43), el Lagrangiano de Majorana se
puede expresar como:

L
M
masa = −m

2
(−νTLC†νL + νLCνL

T ) (3.44)

De la adimensionalidad de la acción

S =

∫
d4xL (x) (3.45)

Entonces
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L → [E]4 (3.46)

En el Lagrangiano de Dirac podemos observar que los campos
fermiónicos y bosónicos tienen dimensión

ψ → [E]3/2 (3.47)

Φ → [E]1 (3.48)

El término con menor dimensión que podŕıa generar una masa de
Majorana respetando las simetŕıas del modelo estándar (se viola el
número leptónico) es:

L5 = gK(LT
Lσ2Φ)C

†(ΦTσ2LL) + H.c. (3.49)

Donde K es una constante cuya dimensionalidad se discutirá más
adelante, g es una constante de acoplamiento adimensional y σα re-
presenta a las matrices de Pauli.

LL =

(
νeL
eL

)
≡
(
νL
lL

)
(3.50)

Φ(x) =

(
φ+(x)
φ0(x)

)
(3.51)

A simple vista, el Lagrangiano L5 no es aceptado en el modelo
estándar debido a que el producto de los campos posee dimensión [E]5,
lo que lo hace no renormalizable.sin embargo, esto nos lleva a inter-
pretar el modelo estándar como una teoŕıa efectiva a bajas enerǵıas
producto de la ruptura de simetŕıa de una teoŕıa unificada a altas
enerǵıas. También podemos identificar L5 como un término efectivo a
bajas enerǵıas que cumple con las simetŕıas del modelo estándar.[12]

Como producto del ruptura de la simetŕıa , tenemos:

(
φ+(x)
φ0(x)

)
−→ 1√

2

(
0

v +H

)
(3.52)
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Por lo que (3.49) genera el término de masa de Majorana para el
campo νL.

L
M
masa =

1

2
gK
(
νTL lTL

)( 0 −i
i 0

)(
0

v +H

)
C†

(
0 v +H

)( 0 −i
i 0

)(
νL
lL

)
+H.c.

L
M
masa =

1

2
gK
(
νTL lTL

)( −i(v +H)
0

)
C†

(
i(v +H) 0

)( νL
lL

)
+H.c.

L
M
masa =

1

2
gK[−iνTL (v +H)]C†[i(v +H)νL] + H.c.

L
M
masa =

1

2
gv2KνTLC†νL +H.c. (3.53)

Comparando (3.44) y (3.53), tenemos que:

m = gv2K (3.54)

En (3.46) señalamos que el Lagrangiano debe tener una dimen-
sión de [E]4 (en una teoŕıa φ4). Cuando tengamos un operador con
dimensión d > 4 se debe introducir una constante de acoplamiento M
(con dimensión [E]) [12]. Esta constante de acoplamiento debe tener
la siguiente forma:

M4−d (3.55)

Para el caso de un operador con dimension 5, tenemos:

M−1 (3.56)

Por lo tanto, la constante introducida en (3.49) adquiere dimen-
sionalidad [E]−1
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K = M−1 =
1

M
(3.57)

M se puede interpretar como una masa caracteŕıstica de una rup-
tura de simetŕıa a altas enerǵıas en escala GUT.

Redefiniendo (3.53) y (3.54), tenemos:

L
M
masa =

1

2

gv2

M
νTLC

†νL +H.c. (3.58)

m =
gv2

M
(3.59)

El operador efectivo a bajas enerǵıas con la menor dimensionalidad
que guarda compatibilidad con las simetŕıas del modelo estándar es
L5 y es proporcional a M−1 (3.49).

Observamos que la masa de Majorana en (3.53) es proporcional
a v2/M. Debido a que v está en la escala de la ruptura de simetŕıa
electrodébil (escala de la masa de los fermiones de Dirac generados
por el mecanismo de Higgs), podemos escribir:

m ∝ m2
D

M
(3.60)

La ecuación (3.60) nos adelanta un tema que analizará más adelan-
te, este es el mecanismo seesaw o balanćın. Se le denomina aśı debido
a que la masa de Dirac mD está en el orden de la masa de los leptones
cargados o quarks y se encuentra dividida por una masa mucho más
grande M proporcionando aśı un neutrino con una masa muy pequeña
m .

Lo analizado hasta el momento solo es para una generación de
neutrinos, podemos generalizar para el caso de tres neutrinos [12]:

L5 =
1

M

∑

αβ

gαβ(L
′T
αLσ2Φ)C

†(ΦTσ2L
′

βL) + H.c. (3.61)
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Donde g es una matriz simétrica de constantes de acoplamien-
to con dimensión 3x3. Como consecuencia de la ruptura de simetŕıa
electrodébil, obtenemos:

L
M
masa =

1

2

v2

M

∑

αβ

gαβν
′T
αLC

†ν
′

βL +H.c. (3.62)

Donde la matriz de masa de Majorana es:

ML
αβ =

v2

M
gαβ (3.63)
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Caṕıtulo 4

Mecanismo Seesaw

Los mecanismos Seesaw proporcionan una explicación natural e in-
teresante a la pequeñez de las masas de los neutrinos en comparación
con las masas de los fermiones cargados. El primer mecanismo desarro-
llado en este informe consiste en la expansión del sector fermiónico, es
decir, se impone la existencia de singletes de neutrinos pesados (estéri-
les), cuya masa es mucho mayor a la escala de enerǵıa electrodébil, a
este mecanismo se le conoce como seesaw tipo I. El segundo mecanis-
mo desarrollado consiste en la expansión del sector escalar mediante
la introducción de un triplete, esto trae como consecuencia la exis-
tencia bosones de Higgs (neutros, cargados y doblemente cargados),
cuyas masas se consideran también muy pesadas, a este mecanismo se
le denomina seesaw tipo II. La imposición de que las nuevas part́ıcu-
las producto de la expansión del modelo estándar posean masas muy
grandes, es que estas actuan como supresores y como consecuencia
obtenemos neutrinos ligeros. A continuación se detallarán ambos me-
canismos empezando por el más sencillo de ellos.

39
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4.1. Mecanismo Seesaw I

En la naturaleza existe el neutrino zurdo, representado por el cam-
po quiral νL, este se encuentra presente en el modelo estándar y se
manifiesta mediante la interacción débil. Hasta el momento, se des-
conoce la existencia de un neutrino diestro νR a pesar de que este
no está prohibido por las simetŕıas del modelo estándar. Debido a
que no existe manifestación alguna de los neutrinos diestros en las
interacciones débiles, se asume que de existir estos seŕıan estériles.

Considerando la naturaleza de Majorana, el Lagrangiano de masa
para los campos zurdos νL según la ecuaciones (3.42) y (3.44) es:

L
L
masa = −1

2
mLνCL νL +H.c. =

1

2
mLν

T
LC

†νL +H.c. (4.1)

De la misma manera, se asume la existencia del neutrino diestro
νR, por lo tanto, el Lagrangiano masa es:

L
R
masa = −1

2
mRνCRνR +H.c. =

1

2
mRν

T
RC

†νR +H.c. (4.2)

Esto nos permite construir un término de masa Dirac (3.40).

L
D
masa = −mDνRνL +H.c. (4.3)

Finalmente, basándonos en (4.1), (4.2) y (4.3) construimos un
término de masa Dirac-Majorana.

L
D+M
masa = L

D
masa + L

L
masa + L

R
masa (4.4)

L
D+M
masa = −mDνRνL +

1

2
mLν

T
LC

†νL +
1

2
mRν

T
RC

†νR +H.c. (4.5)

L
D+M
masa = −mDνRνL − 1

2
mLνCL νL − 1

2
mRνCRνR +H.c. (4.6)
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El término mDνRνL es equivalente a mDνCL ν
C
R (ver Apéndice B).

L
D+M
masa = −1

2

(
νCL νR

)(mL mD

mD mR

)(
νL
νCR

)
+H.c. (4.7)

Definimos

M
D+M =

(
mL mD

mD mR

)
(4.8)

NL =

(
νL
νCR

)
(4.9)

Por lo tanto

L
D+M
masa = −1

2
N

C
LM

D+M
NL +H.c. =

1

2
N

T
LC

†
M

D+M
NL +H.c. (4.10)

Debido a que la matriz de masa M
D+M no es diagonal, los campos

νL y νR no tienen masa definida. Para diagonalizar la matriz de masa
(4.8) empleamos la siguiente transformación unitaria de los campos
quirales: η

NL = UnL (4.11)

Donde

nL =

(
ν1L
ν2L

)
(4.12)

Empleando (4.11) en (4.10), obtenemos

L
D+M
masa =

1

2
n
T
LC

†UT
M

D+MUnL +H.c. (4.13)

La forma de la matriz unitaria U debe ser tal que:

M = UT
M

D+MU =

(
m1 0
0 m2

)
(4.14)
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Considerando (4.11) y (4.14) en el Lagrangiano (4.13), tenemos:

L
D+M
masa =

1

2

(
νT1LC

† νT2LC
† )
(
m1 0
0 m2

)(
ν1L
ν2L

)
+H.c. (4.15)

L
D+M
masa =

1

2
m1ν

T
1LC

†ν1L +
1

2
m2ν

T
2LC

†ν2L +H.c. (4.16)

L
D+M
masa =

1

2

∑

k=1,2

mkν
T
kLC

†νkL +H.c. (4.17)

Definimos ( Ver sección 3.2)

νk = νkL + νCkL (4.18)

νk = νkL + CνkL
T (4.19)

Considerando (4.19) en (4.17), tenemos:

L
D+M
masa = −1

2

∑

k=1,2

mkνkνk (4.20)

Diagonalizando la matriz de masa (4.8). De (4.14),tenemos:

U = U ζ (4.21)

Donde U es una matriz ortogonal, esta se elige de manera que
diagonalice (4.8).

U =

(
cos θ sin θ
− sin θ cos θ

)
(4.22)

Por lo tanto.

U
T
M

D+M
U =

(
m̃1 0
0 m̃2

)
(4.23)
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También se introduce una matriz diagonal de fase ζ cuya utilidad
se explicará más adelante.

ζ =

(
ζ1 0
0 ζ2

)
(4.24)

Obteniendo los valores propios de (4.8)

det(MD+M − λI) = 0

det

[(
mL mD

mD mR

)
−
(
λ 0
0 λ

)]
= 0

det

[
mL − λ mD

mD mR − λ

]
= 0

(mL − λ)(mR − λ)−m2
D = 0

λ2 − (mL +mR)λ− (m2
D −mLmR) = 0

Por lo tanto:

λ =
1

2

{
(mL +mR)∓

√
[(mL +mR)2 + 4(m2

D −mLmR)]

}

λ =
1

2

{
(mL +mR)∓

√
[m2

L +m2
R − 2mLmR + 4m2

D]

}

Finalmente, los valores propios son:

λ1 =
1

2

{
(mL +mR)−

√
[m2

L +m2
R − 2mLmR + 4m2

D]

}
(4.25)
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λ2 =
1

2

{
(mL +mR) +

√
[m2

L +m2
R − 2mLmR + 4m2

D]

}
(4.26)

Además

tan 2θ =
2mD

mR −mL

(4.27)

En este punto debemos resaltar que si mLmR es menor que m2
D,

el valor de λ1 es negativo. Es aqúı donde se resalta la necesidad de la
matriz ζ (4.24), debido a que se introduce con la finalidad de cambiar
el signo del auto valor λ1 cuando este sea menor a cero.

De las ecuaciones (4.14) y (4.21), tenemos:

M = UT
M

D+MU = (U ζ)TMD+M
U ζ = ζTU

T
M

D+M
U ζ (4.28)

Reemplazando (4.23) y (4.24) en (4.28)

M =

(
ζ1 0
0 ζ2

)(
λ1 0
0 λ2

)(
ζ1 0
0 ζ2

)
=

(
ζ21λ1 0
0 ζ22λ2

)
(4.29)

Entonces, de (4.14) y (4.29), tenemos:

mk = ζ2kλk k = 1, 2 (4.30)

En (4.26) observamos que λ2 siempre será positivo,en consecuencia
ζ22 = 1, por lo tanto de (4.30) tenemos:

m2 =
1

2

[
(mL +mR) +

√
(mL −mR)2 + 4m2

D

]
(4.31)
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Autovalor positivo λ1 ≥ 0:
Si consideramos mLmR ≥ m2

D en (4.25), obtenemos λ1 ≥ 0, por lo
tanto ζ21 = 1. En la ecuación (4.30) tenemos:

m1 =
1

2

[
(mL +mR)−

√
(mL −mR)2 + 4m2

D

]
(4.32)

Según las ecuaciones (4.21), (4.22) y (4.24), en este caso (ζ21 =
ζ22 = 1), la matriz de mezcla obtiene la siguiente forma:

U =

(
cos θ sin θ
−sinθ cos θ

)
(4.33)

Autovalor negativo λ1 < 0:
Si consideramosmLmR < m2

D en (4.25), obtenemos λ1 < 0, por lo tan-
to ζ21 = −1. Si tenemos en cuenta esto en la ecuación (4.30), tendremos
que:

m1 =
1

2

[√
(mL −mR)2 + 4m2

D − (mL +mR)

]
(4.34)

Construimos la matriz de fase (4.24) con los valores ζ1 = i y ζ2 = 1.
Mediante las ecuaciones (4.21) y (4.22) obtenemos la siguiente matriz
de mezcla:

U =

(
i cos θ sin θ
−i sin θ cos θ

)
(4.35)

El caso más importante y de nuestro interés es cuando:

mL = 0 (4.36)

y

mD ≪ mR (4.37)
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Asumir que mL = 0 es muy conveniente ya que el término de masa
de Majorana (4.1) para el campo quiral zurdo νL no está permitido
por las simetŕıas del modelo estándar.

De (4.25), obtenemos:

λ1 =
1

2

[
mR −

√
m2

R

(
1 + 4

m2
D

m2
R

)]

λ1 =
1

2

[
mR −mR

√(
1 + 4

m2
D

m2
R

)]

λ1 =
mR

2

[
1−

√(
1 + 4

m2
D

m2
R

)]

Expandiendo la ráız

λ1 =
mR

2

[
1−

(
1 +

4m2
D/m

2
R

2
− (4m2

D/m
2
R)

2

8
+ ...

)]

Teniendo en cuenta (4.37)

λ1 ≃
mR

2

[
−2

m2
D

m2
R

]

λ1 ≃ −m
2
D

mR

(4.38)

Donde
ζ21 = −1 (4.39)

Por otro lado, de la ecuación (4.26), obtenemos:

λ2 =
1

2

[
mR +

√
m2

R + 4m2
D

]

λ2 =
1

2

[
mR +mR

√
1 + 4

m2
D

m2
R

]
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λ2 =
mR

2

[
1 +

√
1 + 4

m2
D

m2
R

]

Empleando la expansión de Newton

λ2 =
mR

2

[
1 +

(
1 +

4m2
D/m

2
R

2
− (4m2

D/m
2
R)

2

8
+ ...

)]

Considerando (4.37)

λ2 ≃
mR

2

[
2 + 2

m2
D

m2
R

]

λ2 ≃ mR (4.40)

Por lo tanto
ζ22 = 1 (4.41)

Mediante estos resultados y la ecuación (4.30) obtenemos:

m1 ≃
m2

D

mR

(4.42)

m2 ≃ mR (4.43)

Reemplazando (4.37) y (4.36) en (4.27)

tan 2θ =
2mD

mR

θ ≃ mD

mR

(4.44)

θ ≪ 1 (4.45)

Considerando (4.45), podemos aproximar cos θ ≃ 1 y sin θ ≃ 0.
Según la matriz de mezcla (4.35) y la ecuación (4.11)
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(
νL
νCR

)
≃
(
i 0
0 1

)(
ν1L
ν2L

)

νL ≃ iν1L (4.46)

νCR ≃ ν2L (4.47)

Los resultados en (4.42) y (4.43) nos muestran una masa muy
pequeña para ν1 debido a que el valor de la misma es suprimido por
la masa mR para ν2. En las ecuaciones (4.46) y (4.47) observamos
que los estados de masa ν1 y ν2 son principalmente neutrinos activos
νL y estériles νCR respectivamente. Este es el denominado mecanismo

seesaw, donde la pequeñez de la masa m1 es consecuencia de una gran
masa m2

La importancia de este mecanismo radica en que nos brinda una
aceptable explicación de la pequeñez de la masa del neutrino con res-
pecto a las masas de los leptones cargados y quarks.

La masa del neutrino de Majorana producto del mecanismo seesaw
(4.42) tiene similar estructura a la expresión (3.60) obtenida a partir
del lagrangiano de dimensión 5 (3.49), aqúı podemos identificar

mR = M =
1

K (4.48)

Considerando las 3 generaciones, las ecuaciones (4.1), (4.2) y (4.3),
se expresan como:

L
L
masa =

1

2

∑

α,β=e,µ,τ

ν
′T
αLC

†ML
αβν

′

βL +H.c. (4.49)

L
R
masa =

1

2

∑

s,s′=s1,...,sNs

νTsRC
†MR

ss
′νs′R +H.c. (4.50)

L
D
masa = −

∑

s,s
′
=s1,...,sNs

∑

α,β=e,µ,τ

νsRM
D
sαν

′

αL +H.c. (4.51)
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Donde Ns indica la cantidad de neutrinos diestros (νsR). La nota-
ción primada en los campos zurdos (ν

′

eL, ν
′

µL,ν
′

τL) indican que forman
parte de la interacción débil. Las matrices de masa ML, MR y MD

son complejas. Las matrices de MajoranaML yMR son matrices cua-
dradas y simétricas de dimensión 3 × 3 y Ns × Ns respectivamente,
mientras que la matriz de Dirac MD es una matriz rectangular de
dimendión Ns × 3. [12]

Se define la matriz columna N
′

L de dimensión N , donde N = 3+NS

N
′

L =

(
ν

′

L

νCR

)
(4.52)

Donde ν
′

L y νCR , son:

ν
′

L =



ν

′

eL

ν
′

µL

ν
′

τL


 (4.53)

νCR =



νCs1R
...

νCsNsR


 (4.54)

Por lo tanto, la ecuación (4.4) quedará expresada como:

L
D+M
mass =

1

2
N

′T
L C

†
M

D+M
N

′

L +H.c. (4.55)

Donde M
D+M es una matriz simétrica de dimensión N ×N , cuya

forma es:

M
D+M =

(
ML MDT

MD MR

)
(4.56)

Para diagonalizar la matrizMD+M se escogen matrices V ν
L de modo

que:

M = (U ν
L)

T
M

D+MU ν
L (4.57)
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Con la matriz diagonal M

Mkj = mkδkj (4.58)

Donde k, j = 1, ..., N y mk es real y positivo.
Escribimos el campo de sabor zurdo N

′

L como una combinación
lineal de las componentes zurdas de N campos con masa definida.

N
′

L = U ν
LnL (4.59)

nL =



ν1L
...

νNL


 (4.60)

Considerando la diagonalización de la matriz M
D+M en (4.55)

L
D+M
masa =

1

2
N

′T
L C

†(U ν
L)

T
M

D+MU ν
LN

′

L +H.c. =
1

2
n
T
LC

†
MnL +H.c.

(4.61)
Empleando los campos de carga conjugada

L
D+M
masa = −1

2
nCLMnL +H.c. (4.62)

Si generalizamos el mecanismo Seesaw para 3 generaciones, debe-
mos considerar ML = 0 en la matriz (4.56)

M
D+M =

(
0 MDT

MD MR

)
(4.63)

Donde de la misma manera que para el caso de una generación,
consideramos las componentes de la matriz de masa MR mucho más
grandes que los elementos de la matriz de masa Dirac MD. Si to-
dods los valores propios de MR son mucho más grandes que todos
los elementos de MD, la diagonalización de la matriz MM+D se puede
aproximar a : [17],[12].
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W T
M

D+MW ≃
(
Mligera 0

0 Mpesada

)
(4.64)

Donde las matrices Mligera y Mpesada tienen dimensiones 3 × 3 y
Ns ×Ns respectivamente y se expresan como:

Mligera ≃ −MDT

(MR)−1MD (4.65)

Mpesada ≃MR (4.66)

Los elementos de Mligera son suprimidos con respecto a la matriz

de masa Dirac MD por un factor pequeño MDT

(MR)−1 [12]
Donde

MD =
√
2vY (4.67)

Con Y como matriz de acoplamientos de Yukawa. teniendo en
cuenta esto, podemos expresar

Mligera ≃ −v
2

2
Y TM−1

R Y (4.68)

De donde podemos obtener la constante de acoplamiento efectiva

K = Y TM−1
R Y (4.69)

Esta constante de acoplamiento nos lleva a un proceso asociado a
un operador efectivo que involucra la interacción entre los campos me-
diante el intercambio de un neutrino pesado N como se puede apreciar
en la figura 4.1 [18]

Hemos señalado que podemos relacionar los autoestados de inter-
acción con los autoestados de masa. De las ecuaciones (4.52), (4.59)
y (4.60), tenemos:

(
ν

′

L

NC
R

)
=

(
Uℓℓ UℓN

UNℓ UNN

)(
νmL

NmL

)
(4.70)
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Figura 4.1: Seesaw tipo I. Interacción de los campos mediante el
intercambio de un neutrino pesado [18]

De donde

ν
′

L = UℓℓνmL + UℓNNmL (4.71)

Uℓℓ = UPMNS (4.72)

Por lo tanto, sustituyendo en el Lagrangiano para la corriente car-
gada del modelo estándar [9] [10]

LCC = − g√
2
(ℓLγ

µUℓℓνmLW
−
µ + ℓLγ

µUℓNNmLW
−
µ +H.c.) (4.73)

Este Lagrangiano es distinto en relación al del modelo estándar,
esto se puede notar en el segundo término de (4.73) donde se observa
una mezcla entre leptones cargados y neutrinos pesados. Del mismo
modo para la corriente neutra:

LCN =
g

2 cos θW
(νLU

†
ℓℓUℓℓγ

µνL + νLU
†
ℓℓUℓNγ

µNL +NLU
†
ℓNUℓℓγ

µνL

+NLU
†
ℓNUℓNγ

µNL)Zµ

(4.74)
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Donde el primer término hace referencia al término del modelo
estándar y los otros muestran interacciones del neutrino pesado con
el bosón Z0

Procesos interesantes para la producción de neutrinos pesados que
podŕıan producirse en un colisionador ,son:

p p→ W± → ℓ±N (4.75)

p p→ Z → νN (4.76)

p p→ H → νN (4.77)

La sección eficaz depende principalmente demN y de UℓN . Los neu-
trinos pesados pueden decaer en leptones del modelo estándar aśı como
en Higgs, las anchuras para cada canal de decaimiento son:[9]

Γ(N → ℓ−W+) =
g2

64π
|UℓN |2

m3
N

M2
W

(
1− M2

W

m2
N

)(
1 +

M2
W

m2
N

− 2
M4

W

m4
N

)

(4.78)

Γ(N → νℓZ) =
g2

64π cos2 θW
|UℓN |2

m3
N

M2
Z

(
1− M2

Z

m2
N

)(
1 +

M2
Z

m2
N

− 2
M4

Z

m4
N

)

(4.79)

Γ(N → νℓH) =
g2

64π
|UℓN |2

m3
N

M2
W

(
1− M2

H

m2
N

)2

(4.80)

Del proceso (4.75) y el canal de decaimiento N → νℓZ (4.78)
observamos que es posible obtener estados finales con tres leptones
ℓ±ℓ±ℓ∓

ℓ+N → ℓ+ℓ−W+ → ℓ+ℓ−ℓ+ν (4.81)
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Figura 4.2: Colisión electrón-positrón. Producción de Higgs me-
diante N en un colisionador leptónico [3]

ℓ+N → ℓ+ℓ+W− → ℓ+ℓ+ℓ−ν (4.82)

Procesos como los observados en (4.77) y (4.80) nos conducen pro-
poner experimentos para producir Higgs desde N (Ver figura 4.2)
aśı como detectar neutrinos pesados mediante vértices desplazados
[11].

4.2. Mecanismo Seesaw II

El el caṕıtulo anterior se generó masa para los neutrinos a partir
de una expansión en el sector fermiónico que consiste en agregar un
campo quiral diestro neutro por cada leptón cargado. Sin embargo se
puede generar masa para los neutrinos expandiendo adecuadamente
el sector escalar.

En el modelo estándar de la f́ısica de part́ıculas los fermiones no
adquieren masa de la misma manera que los bosones vectoriales, es-
tos la consiguen mediante la introducción de términos de interacción
entre campos fermiónicos ψ y los campos escalares φ. A este tipo de
interacción se le denomina interacción de Yukawa. Los términos de
interacción de Yukawa que son invariantes Lorentz, hermı́ticos, renor-
malizables y que guardan simetŕıa bajo SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y
son:
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ψψ + ψ(ψ)C + (ψ)Cψ + (ψ)C(ψ)C (4.83)

Expresando el campo ψ en sus componentes quirales ψL y ψR (ver
Apéndice (D), tenemos:

ψLψR + ψL(ψL)
C + ψR(ψR)

C + (ψR)C(ψL)
C +H.c. (4.84)

Introducimos un campo escalar para cada término, de modo que
cada uno de ellos transforme como singlete. Por lo tanto, el término
ψL(ψL)

C nos dice que podemos introducir un campo escalar con una
representación 2⊗ 2. [8] [14]

Por lo tanto, el mecanismo consiste en expandir el sector esca-
lar introduciendo un triplete de Higgs. Este modelo nos genera masa
de Majorana para los neutrinos pero sin la necesidad de introducir
neutrinos diestros como en el mecanismo seesaw tipo I.

El triplete de Higgs que se introduce es:

∆ =




∆0

∆−
∆−−


 (4.85)

El Lagrangiano de Yukawa con el triplete (4.85)

LY =
1√
2

3∑

n,m=1

Y nmψni
L τ ·∆(ψmj

L )C +H.c. (4.86)

Donde

∆ = τ ·∆ =

(√
2∆0 ∆−

∆− √
2∆−−

)
(4.87)

Cuyo valor esperado de vacio es:

〈∆〉0 =
(
v∆ 0
0 0

)
(4.88)
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Se construye un Lagrangiano de Higgs

LHiggs = (Dµφ)
†(Dµφ) +

1

2
(Dµ∆)†(Dµ∆) + V (φ,∆) (4.89)

Donde

φ =

(
φ+

φ0

)
(4.90)

Con un valor esperado de vaćıo

〈φ〉0 =
1√
2

(
0
v

)
(4.91)

Las derivadas covariantes en (4.89) nos brindan el acoplamiento
entre los bosones gauge y los bosones escalares φ y ∆. Mientras que
el potencial V (φ,∆) nos proporciona la autointeracción entre estos
bosones.

Se construye el potencial de Higgs de modo que sea hermı́tico,
renormalizable e invariate ante SU(2)L × U(1)Y . [20]

V (φ,∆) = V (φ) + V (∆) + VI(φ,∆) (4.92)

Donde V (φ) es el potencial de Higgs del modelo estandar, V (∆)
es el potencial para el triplete añadido y VI(φ,∆) es el potencial de
interacción entre los campos φ y ∆. [20] [21] [23]

V (φ) = µ2
1φiφ

i + λ1(φiφ
i)2 (4.93)

V (∆) =
1

2
µ2
2∆ij∆

ij + λ2(∆ij∆
ij)2 + λ3(ǫ

ij∆jkǫ
kl∆li)(∆ijǫjk∆

klǫli)+

λ4∆
ij∆jk∆

kl∆li + λ5(ǫ
ij∆jkǫ

kl∆lm∆
mnǫnp∆

pqǫqi)

(4.94)
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VI(φ,∆) = λ6(φiǫ
ij∆jkǫ

klφl +H.c.) + λ7(∆ij∆
ij)(φkφ

k)+

λ8φi∆
ij∆jkφ

k + λ9(φiǫ
ij∆jkǫ

klǫlm∆
mnǫnpφ

p)
(4.95)

Se introduce el tensor antisimétrico ǫij para conservar la carga
elétrica.

ǫij =
+1; i, j = 1, 2
−1; i, j = 2, 1
0; i = j

(4.96)

Cuando µ1, µ2 > 0, tenemos un mı́nimo de potencial con infinitos
estados degenerados (VEV 6= 0). [12] Expandimos los campos alrede-
dor del mı́nimo:

φ =

(
φ+

v+H+iζ√
2

)
(4.97)

∆ =

(
v∆ +

√
2∆0 ∆−

∆− √
2∆−−

)
(4.98)

Desarrollando el potencial (ver Apéndice E), obtenemos 3 bosones
escalares neutros h0, H0

1 y H0
2 , 1 bosón pseudo escalar A0 , 2 bosones

Goldstone cargados G±, 2 bosones escalares cargados H± y 2 bosones
escalares doblemente cargados H±±, cuyas masas son:

M2
h0

≃ 2λ1v
2 (4.99)

M2
H0

1
≃ 2λ6

v2

v∆
(4.100)

M2
H0

2
= 8λ6v∆ + 2λ6

v2

v∆
(4.101)

M2
A0 = 0 (4.102)
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M2
G± = 0 (4.103)

M2
H± = 8(λ8 − λ9)

(
v2∆ +

v2

2

)
+ 4λ6v∆ + 2λ6

v2

v∆
(4.104)

M2
H±± = 8(λ5 − λ4)v

2
∆ + 2(λ8 − λ9)v

2 + 2λ6
v2

v∆
(4.105)

Expandiendo el sector cinético del Lagrangiano (4.89) obtenemos
los términos de interacción entre los bosones escalares y los bosones
gauge además de los términos de masa para los bosones mediadores
[20]

M2
A = 0 (4.106)

M2
Z =

g2

4 cos2 θw
(v2 + 4v2∆) (4.107)

M2
W± =

g2

4
(v2 + 2v2∆) (4.108)

Donde θw es el ángulo de Weinberg. Las masas de los bosones
Z y W± quedan modificadas con respecto a las masas del modelo
estándar debido a la introducción del triplete escalar. El parámetro
rho del modelo estándar se expresa como:

ρ =
M2

W±

cos2 θwM2
Z

(4.109)

Expresado en términos de v y v∆ [20]

ρ =
1 + 2

v2
∆

v2

1 + 4
v2
∆

v2

(4.110)
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El valor de ρ tiende a la unidad, por lo tanto, este parámetro im-
pone que v∆ tenga un valor muy pequeño. Mediante esta imposición,
el mecanismo proveerá la explicación a la pequeñez de las masas de
los neutrinos en comparación con los leptones cargados y quarks.

Del Lagrangiano (4.86), tenemos:

LY =
1√
2

3∑

n,m=1

Y nmψni
L (ψmj

L )C∆ij +H.c. (4.111)

Considerando solo términos de masa y acoplamiento leptón - leptón.
observamos que como consecuencia dde la introducción del triplete es-
calar, los neutrinos adquieren masa.

L
ν
masa =

v∆√
2

(
νeL νµL ντL

)


Y 11 Y 12 Y 13

Y 21 Y 22 Y 23

Y 31 Y 32 Y 33





(νeL)

C

(νµL)
C

(ντL)
C


 (4.112)

L
ν
masa =

1

2

(
νeL νµL ντL

)
Mnm



(νeL)

C

(νµL)
C

(ντL)
C


 (4.113)

Donde Mnm es la matriz de masa

Mnm =
√
2v∆Y

nm (4.114)

Mnm =
√
2v∆



Y 11 Y 12 Y 13

Y 21 Y 22 Y 23

Y 31 Y 32 Y 33


 (4.115)

Como ya se mostró en (4.110), v∆ toma valores muy pequeños
en comparación con el valor esperado de vaćıo del doblete escalar
v. Considerando esto en (4.100), (4.101), (4.104) y (4.105), podemos
aproximar



60 CAPÍTULO 4. MECANISMO SEESAW

M2
H0

1
≃M2

H0
2
≃M2

H± ≃M2
H±± ≃ 2λ6

v2

v∆
=M2

H (4.116)

v∆ = 2λ6
v2

M2
H

(4.117)

Reemplazando (4.117) en (4.114)

Mnm =
2
√
2λ6v

2Y nm

M2
H

(4.118)

En consecuencia, el mecanismo seesaw tipo II genera neutrinos
ligeros mediante la introducción de Higgs pesados [9].

Pasamos a los estados de masa mediante la diagonalización de la
matriz Mnm

UMνU
T =Mnm (4.119)

Con

Mν =



m1 0 0
0 m2 0
0 0 m3


 (4.120)

Donde m1, m2 y m3 son las masas f́ısicas para los neutrinos. La
matriz U es conocida como matriz de Pontecorvo-Maki-Nakagawa-
Sakata y tiene la siguiente forma:

U =




c12c13 s12c13 s13e
−iδ

−c23s12 − s13s23c12e
iδ c23c12 − s13s23s12e

iδ s23c13
s23s12 − s13c23c12e

iδ −s23c12 − s13c23s12e
iδ c23c13






1 0 0
0 eiϕ1 0
0 0 eiϕ2




(4.121)
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Figura 4.3: Seesaw tipo II. Interacción de los campos mediante el
intercambio de campo escalar. En el gráfico ∆0 = ξ0 [18]

Donde sij y cij indican sin θij y cos θij respectivamente. La fase
Dirac está representada por δ. Agregamos las fases adicionales ϕ1 y
ϕ2 por la naturaleza de Majorana de los neutrinos [12] [9]. De (4.119) y
(4.114) obtenemos una interesante igualdad que nos permite relacionar
numéricamente las constantes de acoplamiento de Yukawa (Y nm) y los
parámetros medidos en experimentos de oscilacion de neutrinos.

Y nm =
UMνU

T

√
2v∆

(4.122)

Al igual que en el mecanismo seesaw tipo I, en este mecanismo la
interacción de campos intercambiando un triplete escalar (ver figura
4.3) genera un vértice efectivo, por lo que la constante de acoplamiento
efectiva se expresa como:

K∆ =
λ6Y

nm

M2
H

(4.123)

Por lo tanto, a bajas enerǵıas se pueden obtener los mecanismos
seesaw tipo I y II mediante operadores efectivos, por lo que no nos
permite diferenciar un mecanismo de otro en estas enerǵıas. Esto con-
tribuye a la idea de que el modelo estándar de la f́ısica de part́ıculas
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es un teoŕıa a bajas enerǵıas. Además de ser una clara muestra que
el estudio de la masa del neutrino es una puerta hacia la f́ısica más
allá del modelo estándar.



Caṕıtulo 5

Perspectivas Experimentales

5.1. Matriz de masa en la base de sabor

La matriz de masaMαβ depende de los ángulos de mezcla (θ12, θ23
y θ13), las fases de violación CP (δ, ϕ1 y ϕ2) y las tres masas de los
neutrinos ( m1, m2 y m3). En la base de sabor, esta matriz se expresa
como:

Mαβ =



Mee Meµ Meτ

Mµe Mµµ Mµτ

Mτe Mτµ Mττ


 = U



m1 0 0
0 m2 0
0 0 m3


UT (5.1)

La matriz U se puede expresar como el producto de dos matrices
(4.121)

U = VPMNS



1 0 0
0 eiϕ1 0
0 0 eiϕ2


 (5.2)

Donde

63
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VPMNS =




c12c13 s12c13 s13e
−iδ

−c23s12 − s13s23c12e
iδ c23c12 − s13s23s12e

iδ s23c13
s23s12 − s13c23c12e

iδ −s23c12 − s13c23s12e
iδ c23c13




(5.3)
Esto nos permite expresar las componentes de la matriz (5.1)

Mee = m1c
2
12c

2
13 +m2s

2
12c

2
13e

2iϕ1 +m3s
2
13e

2i(ϕ2−δ) (5.4)

Mµµ = m1

(
c23s12 + s13s23c12e

iδ
)2

+m2

(
c23c12 − s13s23s12e

iδ
)2
e2iϕ1

+m3s
2
23c

2
13e

2iϕ2

(5.5)

Mττ = m1

(
s23s12 − s13c23c12e

iδ
)2

+m2

(
s23c12 + s13c23s12e

iδ
)2
e2iϕ1

+m3c
2
23c

2
13e

2iϕ2

(5.6)

Meµ = −m1c12c13
(
c23s12 + s13s23c12e

iδ
)

+m2s12c13
(
c23c12 − s13s23s12e

iδ
)
e2iϕ1 +m3s13s23c13e

i(2ϕ2−δ)
(5.7)

Meτ = m1c12c13
(
s23s12 − s13c23c12e

iδ
)

−m2s12c13
(
s23c12 + s13c23s12e

iδ
)
e2iϕ1 +m3s13c23c13e

i(2ϕ2−δ)
(5.8)

Mµτ = −m1

(
c23s12 + s13s23c12e

iδ
) (
s23s12 − s13c23c12e

iδ
)

−m2

(
c23c12 − s13s23s12e

iδ
) (
s23c12 + s13c23s12e

iδ
)
e2iϕ1 +m3c

2
13s23c23e

2iϕ2

(5.9)

Las masas m1, m2 y m3 pueden tomar los siguientes valores de-
pendiendo de la jerarqúıa a considerar [13].
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∆m2
21 = 7,50+0,19

−0,17 × 10−5eV2 (5.10)

∆m2
31NH

= 2,457+0,047
−0,047 × 10−3eV2 (5.11)

∆m2
32IH

= −2,449+0,048
−0,047 × 10−3eV2 (5.12)

5.1.1. Jerarqúıa Normal (NH)

Para determinar el valor numérico de cada una de las componentes
de la matriz de masa Mαβ calculamos las componentes de la matriz
(5.3) empleando los resultados experimentales de [13].

θ12 = 33,48+0,78
−0,75 (5.13)

θ23 = 42,3+3,0
−1,6 (5.14)

θ13 = 8,5+0,20
−0,21 (5.15)

δ = 306+39
−70 (5.16)

Por lo tanto, la matriz (5.3) adquiere la siguiente forma:




0,82492 0,54559 0,08688 + 0,11958i
−0,45678 + 0,06713i 0,58466 + 0,044396i 0,66562
0,31767 + 0,073770i −0,59679 + 0,048791i 0,731507




(5.17)

Considerando las fases de Majorana ϕ1 = ϕ2 = 0◦ y los valores
máximos y mı́nimos de (5.10) , (5.11), (5.13), (5.14), (5.15) y (5.16),
la matriz |VPMNS|NH = |U |NH obtiene la siguiente forma:

|U |NH =




0,824917+0,007521
−0,007935 0,545587+0,01148

−0,00127 0,147809+0,003452
−0,003626

0,46169+0,044286
−0,123536 0,586338+0,082711

−0,063217 0,66562+0,037722
−0,021025

0,32612+0,129073
−0,065526 0,598785+0,054895

−0,093091 0,731507+0,018706
−0,036206




(5.18)
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Para el caso de jerarqúıa normal (NH), fijamos m1 en (5.10) y
(5.11) obteniendo:

m1 = 0 eV (5.19)

m2 = 0,00866+0,000110
−0,000098 eV (5.20)

m3 = 0,04957+0,00046
−0,00008 eV (5.21)

Considerando (5.18), (5.19),(5.20) y (5.21) construimos la matriz
|Mαβ| para la jerarqúıa normal.

|Mαβ|NH =




2,46828+1,28269
−1,0574 6,99654+0,82728

−2,91972 4,57856+2,70688
−2,47213

6,99654+0,82728
−2,91972 24,9092+3,2289

−1,7028 21,0955+0,5042
−0,5139

4,57856+2,70688
−2,47213 21,0955+0,5042

−0,5139 29,5931+1,7801
−3,2501


 meV

(5.22)

5.1.2. Jerarqúıa Invertida (IH)

Si consideramos la jerarqúıa invertida (IH), tenemos de [13]:

θ12 = 33,48+0,78
−0,75 (5.23)

θ23 = 49,5+1,5
−2,2 (5.24)

θ13 = 8,51+0,20
−0,21 (5.25)

δ = 254+63
−62 (5.26)

Con estos valores calculamos la matriz (5.3) para IH




0,82490 0,54557 −0,04079 + 0,14225i
−0,33240 + 0,09022i 0,55880 + 0,05967i 0,75203
0,44157 + 0,07706i −0,61963 + 0,05096 0,64230




(5.27)
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Considerando las fases de Majorana ϕ1 = ϕ2 = 0◦ y los valores
máximos y mı́nimos de (5.23), (5.24), (5.25) y (5.26) la matriz |U |IH
obtiene la siguiente forma:

|U |IH =




0,824895+0,007522
−0,007935 0,545572+0,011458

−0,011127 0,147982+0,003451
−0,003626

0,344422+0,108978
−0,102726 0,561978+0,067491

−0,088144 0,752034+0,016972
−0,025595

0,448243+0,066555
−0,108917 0,621717+0,070617

−0,070670 0,642298+0,028758
−0,020235




(5.28)
De (5.12), fijamos m3 para el caso de jerarqúıa invertoda (IH)

m1 = 0,04873+0,00050
−0,00051 eV (5.29)

m2 = 0,04949+0,00048
−0,00048 eV (5.30)

m3 = 0 eV (5.31)

Considerando (5.28), (5.29),(5.30) y (5.31) construimos la matriz
|Mαβ| para la jerarqúıa invertida.

|Mαβ|IH =




47,8891+0,5446
−0,5492 5,51492+0,65529

−0,77957 4,58818+0,81069
−0,81382

5,51492+0,65529
−0,77957 20,2683+3,2240

−1,5673 24,7789+0,5313
−1,4161

4,58818+0,81069
−0,81382 24,7789+0,5313

−1,4161 28,0853+2,3257
−2,2147


 meV

(5.32)

5.2. Branching ratio para el bosón ∆
±±

Para el mecanismo seesaw tipo II, se pueden producir los siguientes
procesos en una colisión protón-protón [9]

p p→ Z → ∆++∆−− (5.33)

p p→ Z → ∆+∆− (5.34)
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Figura 5.1: |Mee| en función de los ángulos de fase de Majorana ϕ1 y
ϕ2 considerando la jerarqúıa normal.

Figura 5.2: |Mee| en función de los ángulos de fase de Majorana ϕ1 y
ϕ2 considerando la jerarqúıa invertida.
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p p→ γ → ∆++∆−− (5.35)

p p→ γ → ∆+∆− (5.36)

El bóson de Higgs doblemente cargado ∆±± puede decaer mediante
los siguientes canales [9] [19]

Γ(∆++ → ℓ+i ℓ
+
j ) =

M∆++

4π(1 + δij)
|Yij|2 (5.37)

Γ(∆++ → W+W+) =
g4v2∆
32π

M3
∆++

M4
W

√
1− 4r2W (1−4r2W +12r4W ) (5.38)

Dónde δij es una delta de Kronecker y

rW =
MW

M∆++

(5.39)

Además Yij representa los acoplamientos de Yukawa. Esta se puede
relacionar con la masa de los neutrinos mediante la ecuación (4.122).

La determinación de las componentes de la matriz de Yukawa
(4.122) es de vital importancia para el cálculo y análisis de las anchu-
ras y fracciones de decaimiento. Por lo tanto, consideramos (4.122).

Yαβ =
(UMνU

T )αβ√
2v∆

(5.40)

Se puede observar en (4.119) que la matriz Mnm es una matriz de
masa efectiva a la que redefinimos como Mαβ.

Yαβ =
Mαβ√
2v∆

(5.41)
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Analizamos la fracción de decaimiento para los canales (5.37) y
(5.38)

BR(∆++ → ℓ+α ℓ
+
β ) =

Γ(∆++ → ℓ+α ℓ
+
β )∑

α

∑
β Γ(∆

++ → ℓ+α ℓ
+
β ) + Γ(∆++ → W+W+)

(5.42)

BR(∆++ → ℓ+α ℓ
+
β ) =

|Yαβ |2
(1+δαβ)

∑
α

∑
β

|Yαβ |2
(1+δαβ)

+
g4v2

∆

32π

M3

∆++

M4
W

RW

(5.43)

Donde

RW =
√

1− 4r2W (1− 4r2W + 12r4W ) (5.44)

Simplificando

BR(∆++ → ℓ+α ℓ
+
β ) =

2|M ef
αβ|2

(1 + δαβ)

1(∑
im

2
i +

g4v4
∆

2

M2

∆++

M4
W

RW

) (5.45)

Del mismo modo, expresamos la fracción de decaimiento para el
canal (5.38)

BR(∆++ → W+W+) =

g4v4
∆

2

M2

∆++

M4
W

RW
(∑

im
2
i +

g4v4
∆

2

M2

∆++

M4
W

RW

) (5.46)

Cuando el valor esperado de vaćıo del triplete escalar tiende a
cero, el branching ratio (5.45) tiende a la unidad. En decir, entre
más pequeño es el valor de v∆, es más probable que el bosón escalar
doblemente cargado ∆++ decaiga en leptones. Esto se puede observar
en la figura 5.3
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Figura 5.3: La ĺınea roja corresponde al branching ratio del canal
(5.37). La ĺınea verde corresponde al canal (5.38). Se consideró v∆ =
10−4 y se tomarón los valores de la matriz de masa efectiva (5.22).
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Figura 5.4: Branching ratio del bosón ∆++ en función a su masa y
v∆. La ĺınea roja y verde corresponden a los canales (5.37) y(5.38)
respectivamente.
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De (5.37) podemos obtener la siguiente expresión para el branching
ratio leptónico:

BRℓℓ(∆
++ → ℓ+α ℓ

+
β ) =

Γ(∆++ → ℓ+α ℓ
+
β )∑

α

∑
β Γ(∆

++ → ℓ+α ℓ
+
β )

(5.47)

BRℓℓ(∆
++ → ℓ+α ℓ

+
β ) =

|Yαβ |2
(1+δαβ)∑

α

∑
β

|Yαβ |2
(1+δαβ)

(5.48)

BRℓℓ(∆
++ → ℓ+α ℓ

+
β ) =

2|M ef
αβ|2

(1 + δαβ)
∑

im
2
i

(5.49)
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Figura 5.5: Fracción de decaimiento leptónico (5.49) en función de los
ángulos de fase de Majorana ϕ1 y ϕ2. Se tomarón los valores de la
matriz de masa efectiva (5.22).
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Figura 5.6: Fracción de decaimiento leptónico (5.49) en función de los
ángulos de fase de Majorana ϕ1 y ϕ2. Se tomarón los valores de la
matriz de masa efectiva (5.22).
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Figura 5.7: Fracción de decaimiento leptónico en función de los ángulos
de fase de Majorana ϕ1 y ϕ2. Se tomarón los valores de la matriz de
masa efectiva (5.22).
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Figura 5.8: La ĺınea roja corresponde al branching ratio del canal
(5.37). La ĺınea verde corresponde al canal (5.38). Se consideró v∆ =
10−4GeV y se tomarón los valores de la matriz de masa efectiva (5.32).
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Figura 5.9: Branching ratio del bosón ∆++ en función del ángulo ϕ1.
Se tomarón los valores de la matriz de masa efectiva (5.27)
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Figura 5.10: Branching ratio del bosón ∆++ en función del ángulo ϕ1.
Se tomarón los valores de la matriz de masa efectiva (5.27)
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Caṕıtulo 6

Conclusiones

Se estudió los principales aspectos teóricos que involucran neutri-
nos masivos, las condiciones mı́nimas para obtener neutrinos masivos
ligeros aśı como la evidencia experimental que se necesita para corro-
borar la existencia y el valor de su masa.

Analizamos la naturaleza de Dirac del neutrino y sus implicancias
en sus respectivas constantes de acoplamiento de Yukawa, los cuales
tienen que tomar valores muy bajos para explicar la pequeñez de la
masa de los neutrinos. Acto seguido se estudia al neutrino como una
part́ıcula de Majorana, este análisis nos generó términos de masa que
involucran constantes de acoplamiento efectivas. Las constantes de
acoplamiento efectivas actúan como términos de supresión y brindan
una plausible explicación a la pequeñez de la masa del neutrino.

Se extendió el modelo estándar con la finalidad de conseguir un
patrón que además de generar masa para los neutrinos explique los
bajos valores que estas toman en comparación con los fermiones car-
gados. La primera extensión consistió en agregar un singlete diestro
para los neutrinos el cual produjo un término de masa para los mis-
mos. El término de masa generado toma valores pequeños debido a la
supresión de la masa del neutrino diestro.

Se detalló la extensión del ME basada en la introducción de un tri-
plete escalar, este mecanismo proporciona términos de masa de Majo-
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rana para los neutrinos mediante acoplamientois de Yukawa aśı como
nuevos bosones escalares neutros,cargados y doblemente cargados. La
ligereza de los neutrinos en este modelo está garantizada por la su-
presión generada por las masas de los bosones de Higgs. Mediante
el acoplamiento de los bosones gauge y el campo neutro del triplete
escalar se obtienen correcciones para las masas de los bosones me-
diadores, estas nos permiten establecer algunas restricciones en los
nuevos parámetros.

Mediante la relación entre los autoestados de interaccion y los
autoestados de masa se encontró términos en los que está involucrado
el neutrino pesado y los bosones gauge Z y W± y el bosón escalar H.
Esto nos permite analizar las caracteŕısticas de las señales que podŕıan
dar los neutrinos pesados.



Apéndice A

Fermiones con masa cero

Partiendo del Hamiltoiano propuesto por Dirac

Ĥ = (−→α .−→p + βm) (A.1)

Para fermiones sin masa

Ĥ = −→α .−→p (A.2)

Donde α y β son matrices 4x4. Cuyas propiedades son:

αiαj + αjαi = 2δij (A.3)

αi = α†
i (A.4)

Estas relaciones son satisfechas por las matrices de Pauli.

−→α =

(
−−→σ 0
0 −→σ

)
(A.5)

De la ecuación de Schrödinger

Ĥψ = Eψ (A.6)
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Donde ψ es un espinor de Dirac de cuatro componentes, cuya forma
es:

ψ =

(
χ
φ

)
(A.7)

Para el caso de fermiones sin masa, reemplazamos (A.2) en (A.6)

−→α .−→p ψ = Eψ (A.8)

Teniendo en cuenta (A.5) en (A.8) , obtenemos:

−−→σ .−→p χ = Eχ (A.9)

−→σ .−→p φ = Eφ (A.10)

Como el caso es para un neutrino sin masa podemos hacer:

E = |−→p | (A.11)

Reemplazando (A.11) en las ecuaciones (A.9) y (A.10), tenemos:

−→σ .−→p
|−→p | χ = −χ (A.12)

−→σ .−→p
|−→p | φ = −φ (A.13)

Donde
−→σ .−→p
|−→p | es el operador helicidad. Es decir, χ describe neutri-

nos zurdos νL con helicidad negativa y antineutrinos diestros νR con
helicidad positiva. Mientras que (A.13) describe los estados νR y νL.
Esto fue propuesto por Weyl en 1929, pero fue rechazada debido a no
ser invariante bajo una transformación de paridad. Sin embargo, esta
no seŕıa una objeción para neutrinos sin masa.

En la representacipon Weyl o quiral, las matrices gamma se ex-
presan como:



85

−→γ =

(
0 −→σ

−−→σ 0

)
(A.14)

γ0 =

(
0 I
I 0

)
(A.15)

γ5 =

(
−I 0
0 I

)
(A.16)

Si aplicamos el operador quiralidad PL a ψ, tenemos:

PLψ = ψL = PL

(
χ
φ

)

ψL =
(1− γ5)

2

(
χ
φ

)

ψL =
1

2

[(
I 0
0 I

)
−
(
−I 0
0 I

)](
χ
φ

)

ψL =

(
χ
0

)
(A.17)

Del mismo, de PRψ se obtiene

ψR =

(
0
φ

)
(A.18)
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Apéndice B

Part́ıcula de Majorana

Considerando como punto de partida una part́ıcula Dirac. De la
definición de conjugación de carga:

ψC = Cψ
T
= Cγ0ψ∗ (B.1)

Para ψC

(ψ)C = Cγ0ψ∗

Reemplazando (B.43)

(ψ)C = iγ2ψ∗

De (B.42) y (A.7)

(ψ)C =

(
0 iσ2

−iσ2 0

)(
χ∗

φ∗

)

ψC =

(
iσ2φ∗

−iσ2χ∗

)
(B.2)

Para (ψR)
C , tenemos:

(ψR)
C = Cγ0ψ∗

R
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Reemplazando (B.43)

(ψR)
C = iγ2ψ∗

R

De (B.42) y (A.18)

(ψR)
C =

(
0 iσ2

−iσ2 0

)(
0
φ∗

)

(ψR)
C =

(
iσ2φ∗

0

)
(B.3)

Del mismo modo para (ψL)
C

(ψL)
C =

(
0

−iσ2χ∗

)
(B.4)

Aplicando el operador paridad PR,L a (B.2) y comparando con
(B.3) y (B.4), tenemos:

(ψR)
C = PLψ

C

(ψR)
C = (ψC)L (B.5)

(ψL)
C = PRψ

C

(ψL)
C = (ψC)R (B.6)

Ahora definimos un espinor de Majorana como:

ψ = ψC (B.7)

Considerando esta definición en las ecuaciones (B.5) y (B.6), te-
nemos:

ψL = (ψR)
C (B.8)
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ψR = (ψL)
C (B.9)

B.1. Campo de Majorana

Para empezar, consideremos un campo libre Dirac ψ(x)

ψ(x) =

∫
d3p√

(2π)32Ep

∑

s=± 1

2

(
âs(p)us(p)e

−ip.x + b̂†s(p)vs(p)e
ip.x
)

(B.10)

Donde âs(p) es un operador que aniquila un estado de part́ıcula de
momentum p y componente de esṕın s en la dirección del momentum.
El operador b̂†s(p) crea un estado de antipart́ıcula. El espinor us(p) es la
solución de onda plana para enerǵıa positiva, mientras que el espinor
vs(p) es solución de onda plana para enerǵıa negativa. Los espinores
satisfacen las siguientes ecuaciones:

(γµpµ −m)us(p) = 0 (B.11)

(γµpµ +m)vs(p) = 0 (B.12)

Las matrices γµ satisfacen las siguientes relaciones:

{γµ, γν} = 2gµν (B.13)

γ†µ = γ0γµγ0 (B.14)

Tomando la conjugada de (B.10), ψ∗(x), tendremos â†s(p) y b̂s(p)
como operadores de creación de una part́ıcula y aniquilación de una
antipart́ıcula respectivamente.
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Las antipart́ıculas y las part́ıculas seŕıan idénticas para el caso de
neutrinos de Majorana, es fácil decir que para este supuesto se cumple:

ψ(x) = ψ∗(x) (B.15)

Este es un error debido que la ecuación no es invariante Lorentz.
bajo una transformación de Lorentz las coordenadas cambian de la
siguiente manera:

x
′µ = xµ + ωµ

νx
ν (B.16)

El campo espinorial se transforma mediante:

ψ
′

(x
′

) = exp

(
− i

4
σµνω

µν

)
ψ(x) (B.17)

donde

σµν =
i

2
[γµ, γν ] (B.18)

De la ecuación (B.17), tenemos:

ψ
′∗(x

′

) = exp

(
i

4
σ∗
µνω

µν

)
ψ∗(x) (B.19)

Comparando (B.17) y (B.19) podemos notar que no es la misma
ley de transformación, debido a que las matrices σµν no son totalmente
imaginarias. Esta comparación nos muestra que la expresión (B.15) no
es correcta para el caso de Majorana. Por lo tanto definimos un campo
conjugado en términos de una matriz indefinida C.

ψ̂(x) = γ0Cψ
∗(x) = ψC (B.20)

De modo que ψ̂(x) transforme bajo Lorentz de la misma manera
que ψ(x).

ψ̂
′

(x
′

) = exp

(
− i

4
σµνω

µν

)
ψ̂(x) (B.21)
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ψ̂
′

(x
′

) = exp

(
− i

4
σµνω

µν

)
γ0Cψ

∗(x) (B.22)

Sin embargo, podemos expresar (B.20) como:

ψ̂
′

(x
′

) = γ0Cψ
′∗(x

′

) (B.23)

Reemplazando la conjugada de (B.17), tenemos:

ψ̂′(x
′

) = γ0Cexp

(
i

4
σ∗
µνω

µν

)
ψ∗(x) (B.24)

De las expresiones (B.22) y (B.24), tenemos:

exp

(
− i

4
σµνω

µν

)
γ0C = γ0Cexp

(
i

4
σ∗
µνω

µν

)
(B.25)

Expandiendo en Taylor y considerando transformaciones infinite-
simales, tenemos:

− σµνγ0C = γ0Cσ
∗
µν (B.26)

Podemos notar que la forma de la matriz C depende de las matrices
γ. Normalizando (B.20), tenemos:

ψ̂ψ̂† = γ0Cψ
∗ (γ0Cψ

∗)† = 1

Fácilmente se deduce que:

(γ0C)
† = (γ0C)

−1 (B.27)

Empleando las propiedades de la matriz γ0, tenemos:

C† = C−1 (B.28)

Teniendo en cuenta las propiedades de γ0 en la ecuación (B.26),
podemos deducir que:
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Cσ∗
µνC

−1 = −γ0σµνγ0 (B.29)

Partiendo de la siguiente propiedad para σµν

σ†
µν = γ0σµνγ0 (B.30)

usando (B.18), tenemos:

(
i

2
[γµγν − γνγµ]

)†
= γ0σµνγ0

(
− i

2
[γνγµ − γµγν ]

)†
= γ0σµνγ0

− i

2

[
(γνγµ)

† − (γµγν)
†] = γ0σµνγ0

− i

2

[
(γTµ )

∗(γTν )
∗ − (γTν )

∗(γTµ )
∗] = γ0σµνγ0

Para satisfacer la ecuación anterior, debemos considerar:

C−1γµC = −γTµ (B.31)

C = −CT (B.32)

Entonces:

i

2

[
Cγ∗µγ

∗
νC

−1 − Cγ∗νγ
∗
µC

−1
]
= γ0σµνγ0

C

(
− i

2

[
γ∗µγ

∗
ν − γ∗νγ

∗
µ

])
C−1 = −γ0σµνγ0

Cσ∗
µνC

−1 = −γ0σµνγ0
llegando a la expresión (B.29).
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De (B.32) podemos notar que la matriz C es antisimétrica. Con es-
tas propiedades demostradas, definimos el campo conjugado de (B.20):

ψ̂ = ψ̂†γ0

ψ̂ = (γ0Cψ
∗)†γ0

ψ̂ = ψTC†γ†0γ0

Usando (B.28) y las propiedades de γ0

ψ̂ = ψTC−1 (B.33)

Esta es la forma en la que el campo conjugado de Majorana es
usualmente definido.

La forma espećıfica de la matriz C dependerá de la representación
de las matrices γ (Dirac o Majorana).

De manera general, se puede definir el campo de Majorana como:

ψ(x) = eiθψ̂(x) (B.34)

agregando un factor de fase.
Considerando lo analizado, el operador de campo de Majorana es:

ψ(x) =

∫
d3p√

(2π)32Ep

∑

s=± 1

2

(
âs(p)us(p)e

−ip.x + λâ†s(p)vs(p)e
ip.x
)

(B.35)
Podemos notar que en lugar de b̂†s(p) aparece λâ

†
s(p). Lo que sig-

nifica que la part́ıcula es igual a la antipart́ıcula excepto por una fase
λ, por lo que λ se relaciona con el ángulo θ de la ecuación (B.34).
Para encontrar esta relación y verificar que (B.34) satisface (B.35),
expresamos ψ̂(x) y evaluamos:

ψ̂(x) = γ0Cψ
∗(x)
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De (B.35)

ψ̂(x) =

∫
d3p√

(2π)32Ep

∑

s=± 1

2

γ0C
(
â†s(p)u

∗
s(p)e

ip.x + λ∗âs(p)v
∗
s(p)e

−ip.x
)

Considerando:
|λ|2 = 1 (B.36)

γ0Cu
∗
s(p) = vs(p) (B.37)

γ0Cv
∗
s(p) = us(p) (B.38)

tenemos:

ψ̂(x) = λ∗
∫

d3p√
(2π)32Ep

∑

s=± 1

2

(
λâ†s(p)vs(p)e

ip.x + âs(p)us(p)e
−ip.x

)

De (B.35)

ψ̂(x) = λ∗ψ(x) (B.39)

Comparando (B.39) con (B.34), tenemos que:

λ = eiθ (B.40)

Usualmente se le conoce a λ como el factor de fase de creación.
Sin embargo esto es solo una convención ya que pudo introducirse el
λ en la parte de aniquilación.

B.2. Representación de la matriz C

B.2.1. Dirac

.
En la representación de Dirac, las matrices gamma se expresan

como:
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γ0 =

(
1 0
0 −1

)
(B.41)

γi =

(
0 σi

−σi 0

)
(B.42)

Identificamos la matriz C en esta representación partiendo de las
relaciones (B.28), (B.31), (B.32),(B.37) y (B.38), obteniendo: [20]

C = iγ2γ0 (B.43)

C =

(
0 iσ2

iσ2 0

)
(B.44)

B.2.2. Majorana

.
En esta representación, las matrices gamma se expresan como:[20]

γ0 =

(
0 σ2

σ2 0

)
(B.45)

γ1 =

(
iσ3 0
0 iσ3

)
(B.46)

γ2 =

(
0 −σ2

σ2 0

)
(B.47)

γ3 =

(
−iσ1 0
0 −iσ1

)
(B.48)
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Teniendo en cuenta estas representaciones de las matrices gamma
aśı como (B.28),(B.31), (B.32),(B.37) y (B.38) para el caso Majorana.
La matriz C se define como:

C = −γ0 (B.49)

C = −
(

0 σ2

σ2 0

)
(B.50)



Apéndice C

Invariancia Lorentz

Teniendo en cuenta que el campo Dirac ν(x) transforma bajo Lo-
rentz como:

ν
′

(x
′

) = Sν(x) (C.1)

Podemos expresar el campo quiral ν
′

L como :

ν
′

L(x
′

) = PLν
′

(x
′

) (C.2)

Reemplazando (C.1) en (C.2)

ν
′

L(x
′

) = PLSν(x) (C.3)

Teniendo en cuenta:

PL =
(1− γ5)

2
(C.4)

S = exp

(
− i

4
σµνω

µν

)
(C.5)

[
γ5, σµν

]
= 0 (C.6)

Entonces
ν

′

L(x
′

) = SPLν(x) (C.7)
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Finalmente

ν
′

L(x
′

) = SνL(x) (C.8)

La ecuación (C.8) nos dice que el término de masa de Dirac es un
escalar de Lorentz (como lo son todos los términos en el Lagrangiano)
ya que que los campos quirales νL(x) y νR se transforman bajo Lorentz
de la misma manera que un campo Dirac ν(x), del mismo modo los
campos quirales adjuntos νL(x) y νR(x) transforman bajo Lorentz
como ν(x).

Como se ha mostrado en (3.31) y (3.32), para el caso Majorana,
podemos expresar el campo quiral diestro νR en función del campo
quiral zurdo νL mediante el campo de carga conjugado.

νCL = CνL
T (C.9)

Ya que νCL es right-handed, el término de masa (3.40) se puede

expresar de la siguiente manera: νCL νL. Sin embargo, mediante una
transformación de Lorentz, el campo de carga conjugado

νCL (x) = CνL
T = C(ν†L(x)γ

0)T (C.10)

Se transforma como:

νCL (x) → C(ν
′

L(x
′

))T (C.11)

Según (C.8)

νCL (x) → C(νLS
−1)T (C.12)

νCL (x) → C(S−1)TνL
T (C.13)

νCL (x) → C(S−1)TC−1CνL
T (C.14)

De (C.9), tenemos:
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νCL (x) → C(S−1)TC−1νCL (C.15)

De la propiedad (B.29), se puede demostrar que:

C(S−1)TC−1 = S (C.16)

Por lo tanto:

νCL (x) → SνCL (C.17)

Del mismo modo para νCL (x)

νCL (x) → νCLS
−1 (C.18)
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Apéndice D

Términos de masa para
fermiones

ψψ + ψ(ψ)C + (ψ)Cψ + (ψ)C(ψ)C (D.1)

Expresando el capo en sus componentes quirales ψ = ψL + ψR

(ψL + ψR)(ψL + ψR) + (ψL + ψR)((ψL)
C + (ψR)

C)+

((ψL)C + (ψR)C)(ψL + ψR) + ((ψL)C + (ψR)C)((ψL)
C + (ψR)

C)

(D.2)

Teniendo en cuenta que ψLψL = ψRψR = 0

ψRψL + ψLψR + ψR(ψR)
C + ψR(ψL)

C + ψL(ψR)
C + ψL(ψL)

C

+(ψR)CψR + (ψR)CψL + (ψL)CψR + (ψL)CψL + (ψR)C(ψL)
C

+(ψL)C(ψR)
C

(D.3)

Simplificando a partir de (B.8) y (B.9)

ψRψL + ψLψR + ψR(ψR)
C + ψL(ψL)

C + (ψR)CψR + (ψL)CψL+

(ψR)C(ψL)
C + (ψL)C(ψR)

C

(D.4)
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ψLψR + ψL(ψL)
C + ψR(ψR)

C + (ψR)C(ψL)
C +H.c. (D.5)



Apéndice E

Masas Higgs Seesaw Tipo II

Estableciendo el mı́nimo en el potencial igualando a cero la deri-
vada del potencial evaluado en los valores esperados de vaćıo.

∂ 〈V (φ,∆)〉
∂v

= 0 (E.1)

∂ 〈V (φ,∆)〉
∂v∆

= 0 (E.2)

Para (E.1), tomamos los términos de (4.92) que dependen solo de
v. Además, teniendo en cuenta (4.91) y (4.88), tenemos:

〈V (φ,∆)〉 = µ2
1

v2

2
+ λ1

v4

4
− λ6v

2v∆ + λ7v
2
∆

v2

2
+ λ9v

2
∆

v2

2

Entonces:

∂ 〈V (φ,∆)〉
∂v

= µ2
1v + λ1v

3 − 2λ6vv∆ + λ7v
2
∆v + λ9vv

2
∆ = 0 (E.3)

Despejando µ2
1

µ2
1 = −λ1v2 + 2λ6v∆ − (λ7 + λ9)v

2
∆ (E.4)
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Para (E.2), tomamos los términos de (4.92) que dependen solo de
v∆. Además, teniendo en cuenta (4.91) y (4.88), tenemos:

〈V (φ,∆)〉 = µ2
2

v2∆
2

+ λ2v
4
∆ + λ4v

4
∆ − λ6v

2v∆ + λ7v
2
∆

v2

2
+ λ9

v2

2
v2∆

Entonces:

∂ 〈V (φ,∆)〉
∂v∆

= µ2
2v∆ + 4λ2v

3
∆ − λ6v

2 + λ7v∆v
2 + λ9v

2v∆ = 0 (E.5)

Despejando µ2
2

µ2
2 = −4(λ2 + λ4)v

2
∆ + λ6

v2

v∆
− (λ7 + λ9)v

2 (E.6)

Reemplazando (E.4) y (E.6) en (4.92). Los potenciales V (φ), V (∆)
y VI(φ,∆) de las ecuaciones (4.93), (4.94) y (4.95) respectivamente
toman la siguiente forma:

Potencial V (φ)

V (φ) =
[
−λ1v2 + 2λ6v∆ − (λ7 + λ9)v

2
∆

] [
φ−φ+ +

v2

2
+
H2

2
+ vH +

ζ2

2

]

+λ1

[
φ−φ+ +

v2

2
+
H2

2
+ vH +

ζ2

2

] [
φ−φ+ +

v2

2
+
H2

2
+ vH +

ζ2

2

]

(E.7)

Potencial V (∆)
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V (∆) =
1

2

[
−4(λ2 + λ4)v

2
∆ + λ6

v2

v∆
− (λ7 + λ9)v

2

]

[
v2∆ +

√
2v∆∆

0 +
√
2v∆∆

0∗ + 2∆0∗∆0 + 2∆+∆− + 2∆++∆−−
]

+λ2v
4
∆ + 2

√
2λ2v

3
∆∆

0∗ + 2
√
2λ2v

3
∆∆

0 + 2λ2v
2
∆∆

0∗
2

+8λ2v
2
∆∆

0∗∆0 + 2λ2v
2
∆∆

02 + 4
√
2λ2v∆∆

0∗∆0

+4
√
2λ2v∆∆

0∗∆02 + 4λ2∆
0∗

2

∆02 + 4λ2v
2
∆∆

+∆−

+4
√
2λ2v∆∆

0∗∆+∆− + 4
√
2λ2v∆∆

0∆+∆− + 8λ2∆
0∗∆0∆+∆−

+4λ2v
2
∆∆

++∆−− + 4
√
2λ2v∆∆

0∗∆++∆−− + 4
√
2λ2v∆∆

0∆++∆−−

+8λ2∆
0∗∆0∆++∆−− + 4λ2∆

+∆−∆+∆− + 8λ2∆
+∆−∆++∆−−

+2λ3∆
+∆−∆+∆− + Λ4 + Λ5

(E.8)

Donde

Λ4 = λ4∆
ij∆jk∆

kl∆li (E.9)

Λ4 = λ4∆
11∆11∆

11∆11 + λ4∆
11∆11∆

12∆21 + λ4∆
11∆12∆

21∆11

+λ4∆
11∆12∆

22∆21 + λ4∆
12∆21∆

11∆11 + λ4∆
12∆21∆

12∆21

+λ4∆
12∆22∆

21∆11 + λ4∆
12∆22∆

22∆21 + λ4∆
21∆11∆

11∆12

+λ4∆
21∆11∆

12∆22 + λ4∆
21∆12∆

21∆12 + λ4∆
21∆12∆

22∆22

+λ4∆
22∆21∆

11∆12 + λ4∆
22∆21∆

12∆22 + λ4∆
22∆22∆

21∆12

+λ4∆
22∆22∆

22∆22

(E.10)

Λ5 = λ5(ǫ
ij∆jkǫ

kl∆lm∆
mnǫnp∆

pqǫqi) (E.11)
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Λ5 = −λ5∆21∆21∆
11∆22 − λ5∆21∆22∆

21∆22 + λ5∆21∆21∆
12∆12

+λ5∆21∆22∆
22∆12 + λ5∆22∆11∆

11∆22 + λ5∆22∆12∆
21∆22

−λ5∆22∆11∆
12∆12 − λ5∆22∆12∆

22∆12 − λ5∆11∆21∆
11∆21

−λ5∆11∆22∆
21∆21 + λ5∆11∆21∆

12∆11 + λ5∆11∆22∆
22∆11

+λ5∆12∆11∆
11∆21 + λ5∆12∆22∆

21∆21 − λ5∆12∆11∆
12∆11

−λ5∆12∆12∆
22∆11

(E.12)

Para VI(φ,∆)

VI(φ,∆) = λ6(φ1∆21φ2 − φ1∆22φ1 − φ2∆11φ2 + φ2∆12φ1 +H.c.)

+λ7∆11∆
11φ1φ

1 + λ7∆11∆
11φ2φ

2 + 2λ7∆12∆
12φ1φ

1 + 2λ7∆12∆
12φ2φ

2

+λ7∆22∆
22φ1φ

1 + λ7∆22∆
22φ2φ

2 + λ8φ1∆
11∆11φ

1 + λ8φ1∆
11∆12φ

2

+λ8φ1∆
12∆21φ

1 + λ8φ1∆
12∆22φ

2 + λ8φ2∆
21∆11φ

1 + λ8φ2∆
21∆22φ

2

+λ8φ2∆
22∆21φ

1 + λ8φ2∆
22∆22φ

2 − λ9φ1∆21∆
11φ2 + λ9φ2∆21∆

12φ2

−λ9φ2∆12∆
21φ2 + λ9φ1∆22∆

22φ1 + λ9φ2∆11∆
11φ2 − λ9φ2∆11∆

12φ1

+λ9φ2∆12∆
21φ2 + λ9φ2∆12∆

22φ1

(E.13)

Con

∆ij = (∆ij)∗ (E.14)

φi = (φi)∗ (E.15)

Es decir:

∆11 = (v∆ +
√
2∆0) ∆11 = (v∆ +

√
2∆0∗) (E.16)

∆12 = ∆21 = ∆− ∆12 = ∆21 = ∆+ (E.17)
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∆22 = ∆−− ∆22 = ∆++ (E.18)

φ1 = φ− φ1 = φ+ (E.19)

φ2 =
1√
2
(v +H − iζ) φ2 =

1√
2
(v +H + iζ) (E.20)

∆0 =
1√
2
(δ + iξ) ∆0∗ =

1√
2
(δ − iξ) (E.21)

Expandiendo el potencial y quedándonos sólo con los términos de
masa para los campos, tenemos:

Lmasa = (λ8 − λ9)v
2
∆φ

+φ− + 2λ6v∆φ
+φ− +

√
2λ6vφ

+∆−

+
(λ8 − λ9)√

2
v∆vφ

+∆− +
√
2λ6vφ

−∆+ +
(λ8 − λ9)√

2
vv∆φ

−∆+

+λ6
v2

v∆
∆+∆− +

λ6
2
v2(λ8 − λ9)∆

+∆− + 4(λ5 − λ4)v
2
∆∆

++∆−−

+(λ8 − λ9)v
2∆++∆−− + λ6

v2

v∆
∆++∆−− + λ1v

2H2 + 2λ6v∆ζ
2

+4(λ2 + λ4)v
2
∆δ

2 +
λ6
2v∆

v2δ2 +
λ2
2

v2

v∆
ξ2 − 2λ6vδH

+2(λ7 + λ9)vv∆δH + 2λ6vξζ

(E.22)

Construyendo las matrices de masa para los distintos campos.Para
simplicidad, separamos el lagrangiano (E.22) en:

L
1
masa =

1

2

(
φ+ ∆+

)

(
2(λ8 − λ9)v

2
∆ + 4λ6v∆ 2

√
2λ6v + 2 (λ8−λ9)√

2
v∆v

2
√
2λ6v + 2 (λ8−λ9)√

2
v∆v 2λ6

v2

v∆
+ (λ8 − λ9)v

2

)(
φ−

∆−

) (E.23)
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L
2
masa =

1

2
∆++∆−−

[
8(λ5 − λ4)v

2
∆ + 2(λ8 − λ9)v

2 + 2λ6
v2

v∆

]
(E.24)

L
3
masa =

1

2

(
ζ ξ

)(4λ6v∆ 2λ6v

2λ6v λ6
v2

v∆

)(
ζ
ξ

)
(E.25)

L
4
masa =

1

2

(
H δ

)

(
2λ1v

2 −2vλ6 + 2vv∆(λ7 − λ9)

−2vλ6 + 2vv∆(λ7 + λ9) 8(λ2 + λ4)v
2
∆ + λ6

v2

v∆

)(
H
δ

) (E.26)

Los campos doblemente cargados ∆±± son los únicos que obtienen
de modo directo los términos de masa.

∆±± = H±± (E.27)

M2
H±± = 8(λ5 − λ4)v

2
∆ + 2(λ8 − λ9)v

2 + 2λ6
v2

v∆
(E.28)

Para los otros casos debemos diagonalizar las respectivas matrices
para determinar los valores y vectores propios, esto se realizó con
ayuda del software Mathematica . Del lagrangiano (E.23) se obtienen
bosones Goldstones cargados sin masa y bosones de Higgs cargados.
De la transpuesta de los vectores propios se obtiene la matriz rotación
entre φ±, ∆± y los bosones f́ısicos G±, H±

G± =
v√

v2 + 2v2∆
φ± −

√
2v∆√

v2 + 2v2∆
∆± (E.29)

M2
G± = 0 (E.30)

H± =

√
2v∆√

v2 + 2v2∆
φ± +

v√
v2 + 2v2∆

∆± (E.31)



M2
H± = 8(λ8 − λ9)

(
v2∆ +

v2

2

)
+ 4λ6v∆ + 2λ6

v2

v∆
(E.32)

De la diagonalización del Lagrangiano (E.25), tenemos un bosón
pseudo escalar A0 y un bosón de Higgs f́ısico H0

2

A0 =
2v∆√
v2 + 4v2∆

ζ +
v√

v2 + 4v2∆
ξ (E.33)

M2
A0 = 0 (E.34)

H0
2 =

2v∆√
v2 + 4v2∆

ξ − v√
v2 + 4v2∆

ζ (E.35)

M2
H0

2
= 8λ6v∆ + 2λ6

v2

v∆
(E.36)

De la diagonalización del Lagrangiano (E.26), obtenemos bosones
f́ısicos de Higgs. Para esta diagonalización se aproximó los resultados
teniendo en cuenta que v∆ ≪ v

M2
h0

≃ 2λ1v
2 (E.37)

M2
H0

1
≃ 2λ6

v2

v∆
(E.38)
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