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Resumen

El principal objetivo de esta tesis de doctorado es obtener, en el contexto del Modelo
con Dos Dobletes de Higgs tipo III (M2DH-III), expresiones análiticas exactas para las
matrices de masa y de mezcla de neutrinos, que son generadas mediante el Mecanismo
See-Saw tipo I (MSS-I) y el Mecanismo See-Saw tipo I+III (MSS-I+III), introducien-
do una simetrı́a permutacional de sabor S3. Para el caso del MSS-I la matriz de mezcla
más general 6× 6, que también se obtiene de manera analı́tica y exacta, es construida
considerando simultáneamente los tres neutrinos ligeros y los tres neutrinos pesados (es-
cenario 3+3). Para cumplir con el anterior objetivo, inicialmente se extiende el lagragiano
de Yukawa incluyendo el término de Majorana, con el fin de implementar los dos meca-
nismos de generación de masa de neutrinos considerados, es decir MSS-I y MSS-I+III.
A continuación, para cada uno de estos dos casos de generación de masa, se obtienen las
matrices de masa para los neutrinos activos de Dirac y se deducen expresiones analı́ticas
exactas para los elementos de las correspondientes matrices de mezcla en términos de las
masas de los leptones cargados, de las diferencias de los cuadrados de las masas de los
neutrinos y de los parámetros asociados a la simetrı́a S3. Partiendo de estas expresiones
e implementando un método estadı́stico de verosimilitud, para cada uno de los anteriores
casos, se estiman los valores de las masas de los neutrinos activos de Dirac, de las fases de
violación de CP de Dirac y de los ángulos de mezcla. Como aplicación de los resultados
obtenidos para el caso del MSS-I, se consideran los dos canales de decaimiento leptónicos
del tauón, con lo cual se obtiene una relación novedosa entre los cuadrados de las cons-
tantes de acoplamiento de Yukawa involucradas en estos dos procesos. Adicionalmente,
para el caso MSS-I, se deducen expresiones analı́ticas para dos masas efectivas de Majo-
rana, a partir de las cuales se estiman los valores de estas masas, usando las masas de los
neutrinos activos de Dirac y de los ángulos de mezcla previamente obtenidos. Finalmente,
se calculan las fases de violación de CP de Majorana α12, α13 y se calculan las probabi-
lidades de oscilación de neutrino-antineutrino para el caso de tres generaciones con el fin
de estimar los parámetros de violación de CP △CP ≡ Γ̄/L −Γ/L y el parametro de asimetrı́a
Aαβ de materia antimateria.

Palabras clave: Generación de masas de neutrinos; Modelo con dos dobletes de Higgs tipo
III; Simetrı́a permutacional de sabor S3; Mecanismos See-Saw tipo I y tipo I+III; Matrices
de masa y de mezcla de neutrinos.



Abstract

The main purpose of this doctoral thesis is to obtain, in the context of the two-Higgs-
Doublet Model type III (2HDM-III), exact analytical expressions for the mass and mixing
matrices of neutrinos. These matrices are generated by the See-Saw Mechanism type I
(SSM-I) and See-Saw Mechanism type I + III (SSM-I+III), introducing a permutational
flavor symmetry S3. For the SSM-I, the 6×6 most general mixing matrix, which is also
obtained in an analytical and exact form, is constructed considering simultaneously the
three light and three heavy neutrinos (3+3 scenario). To accomplish the objective pre-
viously stated, initially the Yukawa Lagragian is extended including the Majorana term,
in order to implement the two neutrino mass generation mechanisms considered, that is,
SSM-I, and SSM-I+III. Then, for each of these two cases of mass generation, the mass
matrices for the Dirac active neutrinos are obtained, and exact analytical expressions for
the elements of the corresponding mixing matrices are deduced in terms of the charged
lepton masses, the differences between the squares of the neutrino masses, and the para-
meters associated to the S3 symmetry. Starting from these expressions and implementing
a statistical method of verisimilitude, for each of the previous cases, the values of the Di-
rac active neutrino masses, CP violation phases and mixing angles are estimated. As an
application of the results obtained for the case of MSS-I, the two lepton decay channels
are considered of the tauon, thereby obtaining a novel relationship between the squares of
the Yukawa association constants involved in these two processes. Additionally, for the
SSM-I case, analytical expressions for two effective Majorana masses are deduced, with
which the values of these two masses are estimated using the previously obtained values
of the Dirac active neutrino masses and mixing angles. Finally, the Majorana CP violation
phases α12,α13 are calculated and the probabilities of neutrino-antineutrino oscillation are
calculated for the case of three generations in order to estimate the CP violation parame-
ters △CP ≡ Γ̄/L −Γ/L and the Aαβ matter-antimatter asymmetry parameter.

Keywords: Neutrino mass generation; Two Higgs doublet model type III; S3 flavor per-
mutational symmetry; See-Saw Mechanism type I and type I+III; Mixing and mass matrices
of neutrinos.
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2.1 M2DH-III extendido con el término de Majorana . . . . . . . . . . . . . 33
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Introducción

En el contexto de una extensión del Modelo Estándar Electrodébil (MEE) minimal
[1–4], originada en la introducción de un segundo doblete de Higgs, en esta tesis de doc-
torado se calculan de manera analı́tica y exacta los elementos de las matrices de masa
y de mezcla de neutrinos obtenidas a partir de la implementación de diferentes realiza-
ciones del Mecanismo See Saw (MSS) [5–7]). Esta extensión del MEE conocida como
Modelo con Dos Dobletes de Higgs (M2DH) [8–11], entre otros hechos que no se pueden
describir con el MEE minimal, permite generar la jerarquı́a en el espectro de masas del
sector leptónico [12,13] y construir matrices de masa y de mezcla de neutrinos de manera
consistente [12, 14, 15]. Algunas de las razones por las cuales el M2DH puede dar cuenta
de los anteriores hechos, son las siguientes: i) Este modelo corresponde a la extensión
más simple del sector de Higgs del MEE [8, 16], en la que se añade la menor cantidad
de nuevos parámetros arbitrarios [8,11,12]; ii) con la introducción de un segundo doblete
de Higgs se puede explicar de forma más natural la existencia de la jerarquı́a observada
entre los acoplamientos de la tercera generación de quarks [8, 16], además de que con la
suposición de una simetrı́a de sabor S3 en la densidad lagrangiana de Yukawa del sector
leptónico, es posible obtener para este sector el mismo tipo de jerarquı́a que la observada
en el sector de quarks [17, 18]; iii) mediante la implementación del MSS, en el M2DH se
puede explicar la pequeñez de la masa de los neutrinos [19], sin que sea necesario reducir
los respectivos acoplamientos de Yukawa a valores extremadamente pequeños [20, 21];
iv) teniendo en cuenta que los resultados de los experimentos de oscilaciones de neutri-
nos [22–25] muestran que estas partı́culas deben, además de ser masivas [26,27], presentar
mezcla de manera similar a como lo hacen los quarks, este último hecho en el M2DH se
puede describir mediante la obtención de matrices de masa y mezcla de neutrinos [28,29];
v) a partir de la diagonalizacion de las matrices de masa, se pueden obtener matrices de
mezcla de neutrinos que son usadas para dar dar cuenta del fenómeno de oscilaciones de
neutrinos [22–25], teniendo en cuenta además la posibilidad de violación del número de
familia leptónica que se puede tener en el M2DH [30, 31], como manifestación de nueva
fı́sica más allá del MEE, lo cual puede traer repercusiones en la generación de la asimetrı́a
bariónica maximal del universo a través del mecanismo de leptogénesis [32–34].

Por otra parte, de acuerdo con el tipo de acoplamiento que sea propuesto entre los
quarks y los dobletes de Higgs [11], el M2DH puede ser definido como de [9]: i) Tipo
I, donde solamente uno de los dos dobletes de Higgs, a través de la implementación del
mecanismo de Higgs, interviene para darle masa tanto a los quarks de tipo up, como
a los quarks de tipo down [9]; ii) tipo II, en el que uno de los dobletes de Higgs es
acoplado solamente a los quarks de tipo up, mientras que el segundo doblete de Higgs
es acoplado a los quarks de tipo down [9]; iii) tipo III, donde ambos dobletes de Higgs
simultáneamente intervienen en la generación de las masas de los quarks de tipo up y de
tipo down [9,12,35–37], que es justamente el que es usado en esta tesis, en general, ambos
dobletes podrı́an adquirir un valor de expectativa de vacı́o (VEV), pero podemos absorber
uno de ellos redefiniendo correctamente los campos de Higgs. Sin embargo, mostraremos
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que una diferencia sustancial surge del caso en el que ambos dobles obtienen la VEV,
y cuando solo un doblete de Higgs adquiere VEV [11], en este caso, el parámetro libre
tanβ → ∞, lo que simplifica el análisis.

Se debe destacar que el Modelo con Dos Dobletes de Higgs tipo III (M2DH-III) con-
duce a un amplio espectro del sector de Higgs [8, 12, 35–37], por lo que brinda una feno-
menologı́a más diversa que la presente en el MEE [9, 38]. En el M2DH-III existen cinco
bosones de Higgs fı́sicos [38, 39]: dos cargados eléctricamente (H±); dos eléctricamente
neutros pares CP (Ho y ho); uno eléctricamente neutro impar CP (Ao). Adicionalmente,
en lugar de un solo parámetro libre como sucede en el MEE, en el M2DH-III se tienen
seis parámetros libres correspondientes a las cuatro masas de los bosones de Higgs MH± ,
MHo , Mho , MAo , a la razón entre los valores esperados en el vacı́o de los dos dobletes de
Higgs tanβ = v2/v1 y al parámetro de mezcla α [38,39]. Cabe mencionar que los bosones
de Higgs presentes en el M2DH-III dan lugar a la aparición de acoplamientos raros, tales
como los presentes en las corrientes escalares neutras que cambian sabor [12,13,40] y en
las corrientes escalares cargadas que cambian sabor [12, 41], los cuales están prohibidos
en el MEE [42, 43]. Estos acoplamientos exóticos resultan ser de gran importancia desde
el punto de vista fenomenológico, debido a que ellos repercuten en la masa de los bosones
cargados [44,45], en el parámetro de mezcla tanβ que se utiliza para suprimir los bosones
de Goldstone [45], en el momento magnético anómalo del muón [46] y en la restricción
de los valores de las constantes de acoplamiento de Yukawa de neutrinos [47, 48]. Adi-
cionalmente, estos acoplamientos exóticos repercuten en las entradas de las matrices de
masa y mezcla de neutrinos [49] y también intervenienen en el estudio de procesos que
conducen a la obtención de relaciones entre las constantes de acoplamiento de Yukawa
de neutrinos, lo cual cual podrı́a traer repercusiones en la no universalidad de las interac-
ciones escalares mediadas por bosones de Higgs (tal como es sugerido en el capı́tulo 2 de
esta tesis), en contraste con la tı́pica universalidad de las interacciones fundamentales de
tipo gauge, tal como la bien conocida de la interacción débil [50].

Ahora se enfoca el interés en el MSS, con el cual es posible generar la masa de los
neutrinos y construir las matrices de masa y de mezcla del sector leptónico [5–7]. La
generación de masa de los neutrinos vı́a el MSS es posible mediante la inclución de la
componente de quiralidad derecha de los neutrinos en la densidad lagrangiana de Yuka-
wa [28] e introduciendo el modelo de Majorana [13, 51–54]. Esto último se realiza de
manera consistente, considerando el operador de Weinberg [26, 55], que permite generar
las masas de los neutrinos de Majorana a través de la introducción de un término de di-
mensión cinco, el cual presenta el inconveniente de no ser renormalizable. Sin embargo,
este inconveniente se supera con la introducción del término de masa más general posible
consistente considerando un término de masa para los neutrinos de mano derecha [26,56],
el cual es llamado término de masa de Dirac-Majorana [28]. En esta tesis, la inclusión del
Modelo de Majorana, que permite generar la masa de los neutrinos y posteriormente per-
mite construir las matrices de masa y de mezcla, se realiza dentro del llamado escenario
de jerarquı́a normal [57–59].

Con respecto al MSS, resulta relevante mencionar que es el mecanismo más aceptado
e importante en el propósito de dotar de masa a los neutrinos [6, 7, 60–63]. Por lo tanto,
con el objetivo de generar la masa de los neutrinos y construir las matrices de masa y de
mezcla en el contexto del M2DH-III, en esta tesis se implementan diferentes realizaciones
del MSS [7, 26, 60, 64–74], teniendo en cuenta las siguientes consideraciones: (i) A pesar
de la no evidencia experimental de componentes de quiralidad derecha de neutrinos, en
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el Modelo de Majorana se deben incorporar estas componentes consistentemente, respe-
tando las simetrı́as del MEE [75]; (ii) debido a que la componente de quiralidad derecha
del neutrino (νR) se comporta como un singlete bajo el grupo gauge SU(2)L ×U(1)Y ,
entonces los neutrinos de quiralidad derecha no están sujetos a la interacción electrodébil,
es decir estos neutrinos son estériles con respecto a esta interacción [6, 7, 60–63]; (iii)
la inclusión de los neutrinos estériles νR implica que se debe incorporar un término de
masa de Majorana para estos neutrinos [12, 19, 76]; (iv) como consecuencia de la ruptura
espontánea de la simetrı́a electrodébil y de la existencia de una nueva escala de energı́a,
ahora los neutrinos con componente de quiralidad izquierda νL, que interactúan débil-
mente (neutrinos activos), tienen asociados términos de masa de Dirac [12, 19, 76].

Otro aspecto importante relacionado con la implementación del MSS, es que en la
literatura se presentan principalmente cuatro tipos de realizaciones del MSS [77], cada
una de las cuales incorpora nueva fı́sica más allá del MEE de una manera diferente. Estas
realizaciones a nivel árbol son: (i) MSS del tipo I (MSS-I) [7,64–66], en la que se agregan
tres singletes de fermiones de Majorana Ni y las masas de los neutrinos activos ligeros
tienen la forma mν ∼ η2

ν v2
0/MN , donde la constante de acoplamiento de Yukawa ηi j y las

masas de los neutrinos estériles pesados MN se relacionan con una escala de energı́a alta
Λ, de tal forma que ηN ≃ 1 y MN ≈ 1014−15 GeV, por lo que se obtiene un valor pequeño
para las masas de los neutrinos activos mν ≈ 1eV, teniéndose que en el MSS-I se incluye
un singlete de fermiones de Majorana por cada uno de los sabores de neutrinos activos
presentes en el MEE; (ii) MSS del tipo II (MSS-II) [67–71], en la que el sector de Higgs
del MEE se amplı́a agregando tres tripletes de escalares △, uno por cada uno de los tres
sabores de neutrino del MEE, con lo cual las masas de los neutrinos activos tienen la
forma mν ≈ ηνv△, donde v△ es el valor esperado en el vacı́o de la componente neutral
de cada triplete y ην es la constante de acoplamiento de Yukawa; (iii) MSS del tipo III
(MSS-III) [78–80], en la que se agrega tres tripletes de fermiones de Majorana, uno por
cada uno de los tres sabores de neutrino del MEE, con lo cual en la representación adjunta
de SU(2)L con hipercarga cero, se pueden generar las masas de los neutrinos activos
como mν ≈ η2v0/M, donde M representa la masa de los fermiones de Majorana asociada
a una escala de energı́a Λ alta y ν0 siendo el valor esperado del vacio del doblete de
Higgs del modelo estándar de partı́culas elementales; (iv) MSS hı́brido (o doble) del tipo
I mas III (MSS-I+III) [26,72–74], en la que se añade un singlete fermiónico de Majorana
N y un fermión de Majorana en la representación adjunta de SU(2)L por cada uno de
los tres sabores de neutrinos del MEE, con lo cual se tiene una realización combinada
del MSS-I y del MSS-III, con un mismo mı́nimo contenido fermiónico de Majorana,
siendo esta realización, en el contexto de las teórias de gran unificación, muy simple y
única [26, 72–74].

Antes de hacer alusión a la implementación del MSS en el contexto del M2DH-III,
es importante recordar que el MSS fue implementado por primera vez dentro de la más
mı́nima extensión del MEE minimal, que consiste en adicionar la densidad lagrangiana
de Majorana a la densidad lagrangiana del MEE minimal [81–87], lo que permitió que se
tuviera una adecuada explicación de la pequeñez de las masas de los neutrinos activos,
al ser comparadas con las masas de los demás fermiones del MEE. En el contexto del
M2DH-III, la implementación del MSS-I permite estimar las masas de los neutrinos lige-
ros de manera satisfactoria [20, 88, 89], con lo cual se pueden derivar expresiones para la
matriz de mezcla de neutrinos [90, 91], en particular usando una parametrización similar
a la utilizada para la matriz CKM en el sector de quarks [92]. También en el contexto
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del M2DH-III, han sido implementados el MSS-II [93, 94] y el MSS-III [95–98]. Adi-
cionalmente, en el contexto del M2DH-III se han realizado implementaciones hı́bridas (o
dobles) del MSS, como por ejemplo con la realización simultánea del MSS-I y del MSS-II
(MSS-I+II) [99,100]. Por otra parte, la realización del MSS del tipo I+III se ha implemen-
tado en el contexto de un modelo con simetrı́a izquierda-derecha [101]. Con respecto a
la realización MSS-I+III, hasta donde se conoce, no ha sido implementada para el caso
del M2DH-III. Precisamente, en esta tesis se estudia el M2DH-III con generación de ma-
sa vı́a el MSS-I+III, asumiendo la existencia de una simetrı́a de sabor permutacional S3
en la respectiva densidad lagrangiana de Yukawa del sector leptónico. Las implicaciones
de asumir la existencia de la simetrı́a S3 han sido estudiadas en el contexto del mode-
lo de gran unificación GUT SU(5) [73, 102] y también dentro de un modelo simétrico
izquierda-derecha con simetrı́a de paridad espontáneamente rota [101].

Una vez que las masas de los neutrinos son generadas vı́a MSS, se puede construir la
matriz de masa del sector leptónico, con lo cual se puede derivar la correspondiente matriz
de mezcla UPMNS [103,104], de forma análoga a como es obtenida la matriz de Cabibbo-
Kobayashi-Maskawa (CKM) del sector de quarks [105–109]. No sobra señalar que la
matriz de mezcla UPMNS es derivada a partir de la diagonalización de la matriz de masa
de neutrinos y también que, una vez que la matriz UPMNS es conocida, ella interviene de
manera relevante en la descripción del fenómeno de oscilaciones de neutrinos [110–112].
La estructura de la matriz de mezcla de neutrinos UPMNS depende, entre otras razones, de
la naturaleza de los neutrinos [113–116], es decir de asumir si los neutrinos activos son
fermiones de Dirac o fermiones de Majorana. Por ejemplo, si los neutrinos activos son
asumidos como fermiones de Dirac, la estructura más simple que tiene la matriz UPMNS,
para que sea unitaria y pueda describir adecuadamente las oscilaciones de neutrinos, que-
da expresada en términos de tres ángulos de mezcla (θ12,θ13,θ23) y de una única fase
de violación de CP (δCP) [117]. Cabe mencionar que el estudio de las fases de violación
de CP, para el caso en el que los neutrinos activos sean considerados como fermiones de
Dirac o de Majorana, es un tema de bastante interés en la literatura [118–121]. Por otra
parte, si los neutrinos activos son asumidos como fermiones de Majorana, en la matriz de
mezcla aparecen dos fases de violación de CP extras (conocidas como fases de Majora-
na), las cuáles no producen ningún efecto en la descripción del fenómeno de oscilaciones
de neutrinos [122–124]. Sin embargo, tal como se muestra en el capı́tulo 4 de esta tesis,
en el escenario 3+3, donde las matrices de masa y de mezcla son de dimensión 6×6, se
obtiene que las masas efectivas de Majorana dependen de las dos fases de violación de
CP de Majorana.

Resulta relevante mencionar que dependiendo de la incorporación de un número dife-
rente de ceros de textura en la matriz de masa [117], la matriz de mezcla de neutrinos
UPMNS puede ser parametrizada de diversas maneras. Con relación a las posibles para-
metrizaciones de esta matriz, las más ampliamente usadas en la literatura son la de Chau-
Keung [125] y la de Fritzsch-Xing [126]. Por ejemplo, la segunda parametrización ha sido
usada en el caso del MSS-I [17], pero no se conoce que haya sido usada en el caso del
MSS-I+III. Hay que destacar que, dado que todas las parametrizaciones son fı́sicamente
equivalentes, las entradas de la matriz UPMNS en cualquier parametrización deben ser con-
sistentes con los resultados experimentales [27]. Sin embargo, se debe tener en cuenta que
las implicaciones teóricas de la matriz UPMNS pueden ser apreciadas más claramente en
una cierta representación que en otra, con lo cual la escogencia de una cierta parametriza-
cián puede traer repercuciones desde esta perspectiva [105,125–127]. En esta tesis, dentro

4
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del contexto del M2DH-III y pensando especialmente en la generación de las masas de
los neutrinos vı́a el MSS-I+III, se usa la parametrización de Fritzsch-Xing [126].

Con respecto a la estimación de las masas de los neutrinos y de los ángulos de mezcla
definidos en la matriz de mezcla de neutrinos, para los propósitos de esta tesis resul-
ta muy pertinente considerar que en el contexto del M2DH-III, con implementación del
MSS-I, fue obtenida la matriz de mezcla de neutrinos asumiendo una textura de Yukawa
de dos ceros [127], de tal manera que a través de un análisis estadı́stico de verosimili-
tud χ2, fueron estimados valores de las masas de los neutrinos activos y de los ángulos
de mezcla, consistentemente con las cotas experimentales encontradas para estas cantida-
des [127]. En otro trabajo, también para la matriz de mezcla obtenida en el M2DH-III con
MSS-I, fueron estimadas las anteriores cantidades pero esta vez usando un método tipo
likelihood [17]. Un tratamiento con ciertas similitudes al planteado en los dos anteriores
trabajos, fue recientemente desarrollado mediante una aproximación efectiva basada en
correcciones a un loop, lo cual permite generar expresiones analı́ticas para las masas de
los neutrinos ligeros [128,129]. Es importante resaltar que en los tratamientos desarrolla-
dos en los anteriores trabajos, para el caso del M2DH-III con MSS-I, no fue considerada
explı́citamente la extensión con un término de Majorana, ni tampoco fueron obtenidos los
nuevos acoplamientos originados por la extensión implementada. Debido a lo anterior y
por ser relevante metodológicamente, en el contexto del M2DH-III e implementado ini-
cialmente el MSS-I, en esta tesis se considera cuidadosamente el término de Majorana,
partiendo de la correspondiente densidad lagrangiana de Yukawa del sector leptónico, se
generan los acoplamientos asociados a nueva fı́sica, se obtienen expresiones analı́ticas
exactas para las matrices de masa y de mezcla, y se usa el método estadı́stico de verosimi-
litud [127] para estimar los valores de las masas de los neutrinos activos y de los ángulos
de mezcla [130,131]. Posteriormente, el tratamiento y los resultados obtenidos para el ca-
so del M2DH-III con MSS-I, es extendido para el caso del M2DH-III con MSS-I+III, de
tal forma que la deducción, tal como se realiza en esta tesis, de la correspondiente matriz
de mezcla y el posterior análisis de las consecuencias que se derivan de las expresiones
analı́ticas exactas obtenidas para las entradas de esta matriz, son contribuciones originales
de esta tesis [132].

Dentro del contexto del M2DH-III y asumiendo una simetrı́a permutacional de sabor
S3 para la densidad lagrangiana de Yukawa del sector leptónico, en esta tesis de doctorado
se calculan de manera analı́tica y exacta los elementos de las matrices de masa y de mez-
cla de neutrinos obtenidas a partir de la implementación del MSS-I y del MSS-I+III, de
tal forma que para el caso del MSS-I+III, también se calcula analı́ticamente la matriz de
mezcla más general 6×6, construida en el escenario 3+3, al considerar simultáneamente
a los tres neutrinos activos y a los tres neutrinos estériles. Para realizar lo anterior, inicial-
mente se construye la densidad lagragiana de Yukawa extendida mediante la adición del
término de Majorana, con el fin de implementar los dos mecanismos de generación de
masa de neutrinos considerados, es decir MSS-I y MSS-I+III. A continuación, para cada
uno de estos dos casos de generación de masa, se derivan las matrices de masa tipo Diran
para los neutrinos activos y se derivan expresiones analı́ticas exactas para los elementos
de las correspondientes matrices de mezcla en términos de las masas de los leptones, de
las diferencias de los cuadrados de las masas de los neutrinos y de los parámetros aso-
ciados a la simetrı́a S3. Haciendo uso de estas expresiones e implementando un método
estadı́stico de verosimilitud, similar al de la referencia [127], para cada uno de los ante-
riores casos, se estiman los valores de las masas de los neutrinos ligeros de Dirac, de las
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fases de violación de CP de Dirac y de los ángulos de mezcla. Como aplicación de los
resultados obtenidos, para el caso de generación de masa de neutrinos vı́a MSS-I [131],
se consideran los dos canales de decaimiento leptónicos del tauón [?, 133, 134], con lo
cual se obtiene una novedosa relación entre las dos constantes de acoplamiento de Yu-
kawa asociadas a los dos neutrinos involucrados en estos dos procesos y se sugiere una
posible implicaciı́n de este resultado en la no universalidad de las interacciones escala-
res mediadas por los bosones de Higgs [130], contrastando con la universalidad de las
interacciones fundamentales mediadas por bosones vectoriales gauge, tal como la de la
interacción débil [50]. Posteriormente, para el caso de generación de masa de neutrino
vı́a MSS-I+III, se deducen expresiones analı́ticas para dos masas efectivas de Majorana,
con las cuales se estiman los valores de estas masas, usando los valores de las masas de
Dirac de los neutrinos activos y de los ángulos de mezcla previamente obtenidos [132].
Finalmente, también para el caso de generación de masa de neutrinos vı́a MSS-I+III, se
obtienen analı́ticamente los elementos de la matriz de masa y mezcla más general en el
escenario 3+3, se deducen expresiones analı́ticas para las masas efectivas de dos neutrinos
activos tipo Majorana y para dos ángulos de mezcla, y se estiman sus valores y los de dos
fases de violación de CP de Majoran [135].

Se debe destacar que si se asume la simetrı́a permutacional de sabor S3 en la densidad
lagrangiana de Yukawa, en general se pueden unificar las matrices de masa y de mez-
cla de los sectores de quarks y leptones, lo cual ha sido verificado en el contexto del
M2DH-III [91]. Por consiguiente, todas las matrices de masa obtenidas mediante la im-
plementacion de las diferentes realizaciones consideradas del MSS en esta tesis, presentan
una jerarquı́a normal y tienen la misma forma genérica con dos ceros de textura hermitia-
na. Con relación a esta última propiedad, ha sido especulado que podrı́a ser consecuencia
de la existencia de simetrı́as de sabor ocultas en la teorı́a [136]. Acá se debe destacar,
que la imposición de dos ceros de textura [136, 137], es la causa que permite reducir el
número de parámetros libres presentes en las diferentes matrices de mezcla consideradas
en esta tesis. A este respecto, se debe mencionar que en la literatura se han estudiado las
propiedades de las matrices de masa, tanto para el sector de quarks como para el sector
leptónico, al considerar la existencia de simetrı́as de sabor e imponiendo diversos ceros
de textura [138–140].

Un aspecto a destacar sobre la matriz de mezcla de neutrinos UPMNS, que se deriva en
esta tesis para el caso del M2DH-III con MSS-I+III en el escenario 3+3 [100], es que el
número de fases de violación CP depende de la naturaleza de los neutrinos activos [113].
Precisamente, se obtiene que las matriz de mezcla mas general 6×6 incluye formalmente
10 fases complejas de Majorana asociadas con la violación de la simetrı́a CP, las cuales,
al considerar la no mezcla entre neutrinos activos y estériles, se reducen a solamente dos
fases δ12 y δ13. Estas dos fases de violación de CP de Majorana, tal como es mostrado en
el capı́tulo 4 de esta tesis, aparecen en la masa efectiva de Majorana mll , la cual resulta re-
levante para el doble decaimiento beta sin neutrinos [17,19,141,142]. Adicionalmente, las
fases de Majorana δ12 y δ13, por estar presentes en todas las masas efectivas de Majorana
de los tres neutrinos activos, podrı́a tener efectos en leptogénesis [32, 34, 143], aunque el
estudio de estos efectos no hace parte de los objetivos de la presente tesis. Es pertinente
resaltar, que la matriz de mezcla de neutrinos más general 6×6, junto con los resultados
derivados a partir de esta matriz, son contribuciones originales de esta tesis [135].

La estructura del presente documento de tesis es la siguiente. En el capı́tulo 1, inicial-
mente se presentan algunos hechos generales relacionados con el MEE minimal y con el
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M2DH, posteriormente se describe el procedimiento de generación de masa de neutrinos
via MSS, extendiendo el MEE minimal con el Modelo Majorana, y finalmente se presen-
tan algunos aspectos el sector de Higgs del M2DH, enfatizando en la densidad lagrangiana
de Yukawa de este modelo. En el capı́tulo 2, inicialmente se realiza la implementación del
MSS-I en el contexto del M2DH-III, extendido con la inclusión del Modelo de Majora-
na, a continuación se obtienen expresiones analı́ticas exactas para la matriz de mezcla
de neutrinos, posteriormente, mediante la implementación de un método estadı́stico de
verosimilitud, se estiman valores de las masas de los neutrinos activos tipo Dirac, de los
ángulos de mezcla y de la fase de violación de CP, para luego calcular los anchos de de-
caimiento τ → ντe−ν̄e y τ → ντ µ−ν̄µ , incluyendo las contribuciones a nivel árbol de los
bosones de Higgs cargados, obteniendo una relación entre las constantes de acoplamiento
de Yukawa presentes en estos dos procesos . En el capı́tulo 3, inicialmente se implemen-
ta el MSS-III en el contexto del M2DH-III extendido mediante el modelo Majorana, a
continuación se obtiene la matriz mezcla de neutrinos implementando el MSS-I+III en el
contexto del M2DH-III extendido mediante el modelo Majorana, después se estiman va-
lores de las masas de los neutrinos activos tipo Dirac, de los ángulos de mezcla y de la fase
de violación de CP, usando el método estadı́stico de verosimilitud, para finalmente obte-
ner las masas efectivas de dos neutrinos activos tipo Majorana, lo cual puede ser relevante
en el decaimiento doble beta sin neutrinos. En el capı́tulo 4, inicialmente se obtienen la
matriz de mezcla de neutrinos 6×6, en el escenario 3+3, una vez que es implementado
el MSS-I+III en el contexto del M2DH-III extendido mediante el modelo Majorana, se
obtienen expresiones analı́ticas para dos masas efectivas de neutrinos activos tipo Ma-
jorana. Finalmente, en el capı́tulo 5 se presentan las conclusiones de esta tesis, para a
continuación listar los productos académicos que se originaron del desarrollo de esta tesis
y luego en los apéndices se presentan algunos detalles de los procedimientos analı́ticos
que fueron necesarios desarrollar, para poder obtener los resultados que son presentados
en los capı́tulos 1 a 4 de esta tesis.
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1 MSS-I en el MEE extendido y
sector de Higgs del M2DH-III

A pesar de los muchos éxitos del MEE minimal, algunos hechos fenomenológicos, ta-
les como la jerarquı́a de masas observada para los fermiones eléctricamente cargados, no
pueden ser explicados en el contexto de este modelo. De igual forma, el origen de las
masas de los neutrinos activos es un problema abierto en el contexto del MEE minimal,
dado que estas partı́culas no adquieren masa mediante el mecanismo de Higgs. Ası́ mis-
mo, las oscilaciones de neutrinos es otro hecho que no puede ser explicado en el contexto
de este modelo, debido a que estas oscilaciones implican que los neutrinos sean partı́culas
masivas. En consecuencia, resulta necesario estudiar extensiones del MEE minimal que
permitan dar cuenta de todos los anteriores hechos fenomenológicos.

En el contexto del MEE minimal, los campos fermiónicos eléctricamente cargados y los
campos bosónicos electrodébiles adquieren masa gracias a que éstos campos están aco-
plados a un campo escalar real, conocido como el campo del bosón de Higgs. Como con-
secuencia de la ruptura espontánea de la simetrı́a (RES) electrodébil SU(2)L ⊗U(1)Y →
U(1)Q [38], el valor esperado en el vacı́o (VEV) del campo del bosón de Higgs adquiere
un valor no nulo, lo cual da lugar, a través de los términos de acoplamiento de Yukawa, a
que los campos fermiónicos eléctricamente cargados adquieran masa [1,3,4,16,56,144].
De manera análoga, a partir de un término de acoplamiento presente en el potencial de
Higgs (siendo este potencial definido en términos de un doblete de Higgs), los campos
bosónicos vectoriales electrodébiles también adquieren masa mediante el mecanismo de
Higgs. Puesto que, desde el punto de vista de la RES electrodébil, se tiene que tres gene-
radores no aniquilan al estado de vacı́o, lo anterior quiere decir que solamente tres campos
bosónicos vectoriales gauge adquieren masa, con lo cual tres de los campos escalares in-
troducidos en el doblete de Higgs se comportan como campos de Goldstone de naturaleza
no fı́sica. El cuarto campo escalar real presente en el doblete de Higgs, el asociado con el
generador que aniquila el vacı́o de la teorı́a, corresponde al campo escalar real de Higgs
de naturaleza fı́sica [145, 146]. En el MEE minimal, el lagrangiano que describe la inter-
acción entre los campos fermiónicos, los campos antifermiónicos y el doblete de Higgs,
se denomina lagrangiano de Yukawa [28]. A través de estos términos de interacción se
obtienen tres matrices que corresponden a las constantes de acoplamiento de Yukawa, las
cuales son matrices adimensionales complejas 3×3 no-diagonales [28]. Luego de la RES
electrodébil, las masas de los campos fermiónicos eléctricamemente cargados surgen co-
mo consecuencia de que el VEV del campo escalar de Higgs es diferente de cero, debido a
que estas matrices de masa quedan escritas en términos de las constantes de acoplamiento
de Yukawa y del VEV del campo escalar de Higgs.

En el MEE minimal, el único doblete de Higgs presente en el potencial de Higgs per-
mite que se puedan generar las masas de los campos bosónicos vectoriales electrodébiles
y de los campos fermiónicos eléctricamente cargados, sin que los campos de los neutrinos
adquieran masa. Sin embargo, debido a que la observación experimental de oscilaciones
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de neutrinos indican que estas partı́culas deben ser masivas [22–25] y que presentan una
mezcla análoga (aunque significativamente diferente) a la que se observa en los quarks.
La observación de las oscilaciones de neutrinos tiene importantes repercusiones teóricas,
ya que es la primera evidencia experimental de que el MEE minimal requiere ser exten-
dido. El adjetivo minimal se refiere a que el sector de Higgs de la teorı́a electrodébil es
mı́nimo en el sentido de que solamente involucra a un único doblete complejo de Higgs
con el cual se implementa el mecanismo de Higgs [3, 16].

Por otra parte, desde una perspectiva teórica general, pareciera no ser problemático el
poder describir las pequeñas masas y las mezclas de los neutrinos. Más bien, el problema
se centra en poder modificar el MEE minimal de la forma más simple posible, de manera
tal que sea posible explicar los rasgos caracterı́sticos de las masas y las mezclas de los
neutrinos, sin que se pierda la coherencia teórica con el resto de la fı́sica de partı́culas y sin
que se incremente de manera significativa el número de parámetros libres [8, 16]. Siendo
consistente con los anteriores requerimientos, una posible extención del MEE minimal es
el M2DH, cuyo nombre se origina por el hecho de que en el sector de Higgs del MEE
se introduce un segundo doblete de Higgs [9–11]. Por lo anterior, en el M2DH se amplı́a
el espectro de bosones de Higgs de naturaleza fı́sica y por lo tanto este modelo brinda
una fenomenologı́a más amplia que la del MEE [8, 16]. El M2DH permite la aparición
de nuevos bosones escalares cargados, los cuales podrı́an mediar posibles cambios de
sabor en corrientes escalares neutras (CSCEN) y cambios de sabor en corrientes escalares
cargadas (CSCEC) [9, 147].

El M2DH incluye cinco bosones de Higgs fı́sicos: un par cargado (H±); dos neutros
CP-par (Ho y ho); uno neutro CP-impar (Ao), conocido también como bosón pseudo-
escalar. En lugar de tener un solo parámetro libre, como sucede en el MEE minimal, en
el M2DH se tienen seis parámetros libres, correspondientes a las cuatro masas de los
bosones de Higgs MH± , MHo , Mho , MAo , a la razón entre los VEV de los dos dobletes de
Higgs tanβ = v2/v1 y al ángulo de mezcla α . Aquı́ v2

1 + v2
2 = v2 queda determinado por

la RES electrodébil y fijado por la masa del bosón W±, es decir M2
w = g2v2/4, siendo g la

constante de acoplamiento asociada al grupo SU(2)L [39].
Los CSCEN y CSCEC [9, 147], a nivel árbol, están prohibidos en el MEE minimal,

sin embargo, ésto deja de ser cierto en el M2DH. Cuando fue propuesto el M2DH, no se
admitı́a la posibilidad de existencia de CSCEN y CSCEC a nivel árbol y por tal motivo
se impusieron simetrı́as discretas que prohibieran el acoplamiento simultáneo de los dos
dobletes de Higgs al sector de quarks up y al sector de quarks down [39]. De esta ma-
nera, los acoplamientos no deseados fenomenológicamente se hacı́an desaparecer. Hasta
el momento, en los grandes aceleradores de partı́culas se siguen realizando grandes es-
fuerzos para lograr detectar experimentalmente a los bosones de Higgs cargados y a los
demas bosones de Higgs neutros presentes en M2DH y en otros modelos multi.Higgs,
que además puedan dar lugar a posibles acoplamientos raros. Estos acoplamientos exóti-
cos son de gran importancia, ya que restringen teóricamente los parámetros del M2DH,
las constantes de acoplamiento de Yukawa [47, 48], las entradas de las matrices de masa
y mezcla [49], la masa de los bosones cargados [44,45], el parámetro de mezcla tanβ que
se utiliza para suprimir los bosones de Goldstone [45] y el momento magnético anómalo
del muón [50], entre otros. Asociado a la posible existencia de estos acoplamientos exóti-
cos, en la última parte del capı́tulo 2 se estudian los canales de decaimiento leptónicos del
tauón τ → ντ lν̄l , debido a que estos procesos también pueden estar mediados por boso-
nes de Higgs cargados, lo cual da lugar a que se pueda establecer una relación entre las
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constantes de acoplamiento de Yukawa asociadas a los neutrinos activos involucrados en
estos canales de decaimiento.

La presencia de dos dobletes de Higgs en el M2DH, a través de la implementación
de algún mecanismo de generación de masa de neutrinos que esté basado en el meca-
nismo de Higgs (como sucede con el MSS), permite dar una explicación a la pequeñez
de las masas de los neutrinos activos, sin que sea necesario reducir los acoplamientos de
Yukawa de los neutrinos a valores extremadamente pequeños [8, 16]. En la literatura se
han definido tres tipos diferentes de Modelos con Dos Dobletes de Higgs, los cuales se
pueden originar al imponer una simetrı́a discreta Z2;DR j →±DR j,UR j →−UR j, que me-
diante rotaciones adecuadas de los campos de Higgs conducen a las diferentes versiones
de este modelo. En el M2DH tipo I (M2DH-I), únicamente un doblete de Higgs dota de
masa simultáneamente a los quarks de tipo up y down. En el M2DH tipo II (M2DH-II),
un doblete de Higgs dota de masa a los quarks de tipo up y el otro dota de masa a los
quarks de tipo down. En el M2DH tipo III (M2DH-III), no se impone la simetrı́a Z2, por
lo cual ambos dobletes se pueden acoplar simultáneamente a los quarks de tipo up y a los
quarks de tipo down, por lo que ambos dobletes dotan de masa a estos dos sectores de
quarks. Con respecto al sector leptónico, para poder obtener los autoestados de masa de
neutrinos se requiere aplicar transformaciones unitarias, las cuales diagonalizan la matriz
de masa. Sin embargo, no todas las matrices pueden ser diagonalizadas al mismo tiempo,
generando CSCEN y CSCEC a nivel árbol en el sector leptónico [9, 147]. Sin embargo,
estudiaremos el modelo tipo III considerando el caso cuando solo un doblete de Higgs
adquiere VEV, es decir cuando el parámetro libre tanβ se elimina de la teorı́a.

En la primera sección de este capı́tulo se presenta el MEE extendido con el modelo de
Majorana, para luego en la segunda sección describir el procedimiento de generación de
masa de neutrinos vı́a el MSS en el contexto del MEE minimal extendido. Posteriormente,
en la tercera sección se presentan algunas generalidades del sector de Higgs del M2DH,
enfatizando en el lagrangiano de Yukawa de este modelo. Finalmente, en la cuarta sección
se presentan las densidades lagrangianas de Yukawa del MEE minimal y las del M2DH-I,
M2DH-II y M2DH-III.

1.1. MEE extendido con el término de Majorana

1.1.1. Masas de leptones cargados en MEE minimal

A continuación se realiza una revisión de el lagrangiano de Yukawa del MEE minimal
y se inspecciona la prohibición del término de masa para los neutrinos, lo cual genera la
necesidad de realizar una extención del sector de Higgs de este modelo y la incorporación
de la quiralidad derecha de los neutrinos.

el lagrangiano de interacción entre el campo fermiónico y el doblete de Higgs Φ se
denomina lagrangiano de Yukawa, la cual está dada por

−LY = L0
Liη

E
i j ΦE0

R j +Q0
Liη

U
i j Φ̃U0

R j +Q0
Liη

D
i j ΦD0

R j +h.c.,

donde Φ̃ = iτ2Φ∗. En cada término de LY se introduce una matriz ηX (X = E,U,D),
que corresponde a las constantes de acoplamiento de Yukawa que relacionan el respectivo
doblete de campos fermiónicos con el doblete de Higgs, las cuales son matrices adimen-
sionales complejas 3×3 no-diagonales. El superı́ndice 0 indica que los campos fermióni-
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cos no son, todavı́a, auto-estados de masa y los subı́ndices i, j = 1,2,3, son los ı́ndices
de generación. Los números cuánticos del doblete de Higgs se presentan en el cuadro
1.1., donde τ3 representa el operador tercera componente de isoespı́n, y el operador de
hipercarga (siendo I la matriz identidad 2× 2 e Y el valor de hipercarga) y Q el opera-
dor carga eléctrica. La quiralidad izquierda de los leptones se representa por medio de un

doblete LLi =

(
νi
ei

)
L

y la quiralidad derecha por medio de un singlete, ERi = eiR, sin

que se introduzcan componentes de quiralidad derecha para los neutrinos, dado a que en
el MEE minimal estas partı́culas no adquieren masa mediante el mecanismo de Higgs.
De forma análoga para los quarks, la quiralidad izquierda se representa por medio de un

doblete QLi =

(
ui
d′i

)
L

y la quiralidad derecha por medio de dos singletes URi = uiR y

DRi = diR, donde d′i = Vi jd j, tal que Vi j representa los elementos de la matriz de mezcla
de CKM [105–109]. La matriz CKM se origina en el hecho de que la interacción débil no
actúa de igual manera sobre los quarks, sino que se reparte entre ellos. Sin embargo los
origenes teóricos de dicha mezcla y de la fase de violación de CP presente en esta matriz
son problemas abiertos por resolver.

Componentes del campo τ3 = σ3/2 y = IY/2 Q = τ3 + y

Campo de Higgs Φ =

(
ϕ+

h+v+iη√
2

) ( 1
2 0
0 −1

2

) ( 1
2 0
0 1

2

) (
1 0
0 0

)

Cuadro 1.1: Números cuánticos del campo del bosón de Higgs del MEE.

el lagrangiano de Yukawa describe fermiones sin masa, no obstante las masas surgen
como consecuencia de la RES electrodébil, es decir por el hecho de que el VEV del campo
del bosón de Higgs es diferente de cero. Mediante la implementación del mecanismo de
Higgs y sustituyendo los términos correspondientes, se obtiene

−LY = e0
iLME

i je
0
jR +u0

iLMU
i j u

0
jR +d0

iLMD
i j d

0
jR

+
1
v

[
e0

iLME
i je

0
jR +u0

iLMU
i j u

0
jR +d0

iLMD
i j d

0
jR

]
(ho + iηo)

+

√
2

v

[
ν0

iLME
i jφ

+e0
jR −d0

iLMU
i j φ

−u0
jR +u0

iLMD
i j φ

+d0
jR

]
+h.c.,

donde se han definido los elementos de la matriz como MX
i j = ηX

i j v/
√

2. Escribiendo LY
en forma matricial, se tiene

−LY = E0
LMEE0

R +U0
L MUU0

R +D0
LMDD0

R

+
[
E0

LMEE0
R +D0

LMDD0
R

] (ho + iηo)

v
+U0

L MUU0
R
(ho − iηo)

v

+

√
2

v

[
N0

LMEE0
Rφ

++U0
L MDD0

Rφ
+−D0

LMUU0
Rφ

−
]
+h.c.

Reescribiendo los campos fermiónicos presentes en la anterior expresión, como auto-
estados de masa y haciendo uso de las transformaciones unitarias SL, TL(R), VL(R) y WL(R)
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1.1 MEE extendido con el término de Majorana

dadas por
NL = SLN0

L , EL = TLE0
L, UL =VLU0

L , DL =WLD0
L,

ER = TRE0
R, UR =VRU0

R, DR =WRD0
R,

(1.1)

se observa que estas transformaciones unitarias también diagonalizan las matrices de ma-
sa, es decir

Mdiag
E = TLMET †

R , Mdiag
U =VLMUV †

R , Mdiag
D =WLMDW †

R .

Sustituyendo y definiendo las matrices I = SLT †
L (ya que no existe mezcla en el sector

leptónico del MEE minimal, a diferencia de lo que sucede en el M2DH, en donde esta
matriz es diferente a la unidad) y V =VLW †

L (llamada matriz CKM). Nótese que no existe
mezcla en el sector leptónico, debido a que los acoplamientos de Yukawa entre el campo
del bosón Higgs y los campos leptónicos son los mismos. La mezcla en el sector de quarks
implica que los acoplamientos de Yukawa no actúan de manera igual sobre los campos de
los quarks, sino que se combinan entre ellos. Se obtiene de forma explı́cita

−LY = meieiei +muiuiui +mdididi

+
g

2Mw

(
meieiei +muiuiui +mdididi

)
ho

+
ig

2Mw

(
meieiγ

5ei −muiuiγ
5ui +mdidiγ

5di

)
η

o

+
gme1√
2Mw

νiPReiφ
++

g√
2Mw

ui
[
md jPR −muiPL

]
Vi jd jφ

+

+
gme1√
2Mw

eiPLνiφ
−+

g√
2Mw

di
[
md jPL −muiPR

]
V ∗

i ju jφ
−,

donde MW = gv/2. Se puede observar que todos los campos fermiónicos eléctricamente
cargados adquieren masa, mientras que los campos de los neutrinos activos (de quiralidad
izquierda) no lo hacen. La razón por la cual los neutrinos del MEE no adquieren masa
mediante la implementación del mecanismo de Higgs, es porque estas partı́culas sola-
mente presentan componente de quiralidad izquierda, dado que únicamente interactúan
débilmente. En otras palabras, debido a la violación de la paridad de la interacción débil,
los neutrinos activos del MEE no poséen componente de quiralidad derecha y por lo tanto
estas partı́culas no adquieren masa vı́a el mecanismo de Higgs.

1.1.2. Operador de Weinberg y lagrangiano de Majorana

En el MEE minimal no se puede explicar el fenómeno de las oscilaciones de neutrinos,
y por ende la mezcla de neutrinos, debido a que en este modelo los neutrinos no adquieren
masa a través del mecanismo de Higgs. Por tanto, es necesario estudiar extensiones del
MEE en las que los neutrinos puedan adquirir masa como consecuencia de la RES de
la simetrı́a electrodébil. El escenario más aceptado e importante de generación de masa
de neutrinos en la actualidad es el MSS, dado que, en primer lugar, los estados masivos
corresponden a partı́culas de Dirac y Majorana y, en segundo lugar, la pequeñez de la
masa de los neutrinos activos del MEE se explica al considerar una violación del número
leptónico a altas energı́as [56]. Lo anterior se puede dar, básicamente, por el hecho de
proponer la existencia de términos no-renormalizables que generan masas de neutrinos
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1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

activos muy pequeñas.

En la presente subsección se introduce el operador de Weinberg que genera masas de
neutrinos de Majorana mediante un término de dimensión cinco. No obstante, debido a
que este operador no es renormalizable, se busca un término equivalente que sea renorma-
lizable, a través de una extensión del MEE minimal basada en al introducción del término
de Majorana, este último siendo consistente con incluir un singlete de Majorana por cada
sabor de neutrino activo. De esta manera, a continuación se estudia el término de masa
más general posible que se puede introducir: el término de masa de Dirac-Majorana.

Inicialmente se estudia el lagrangiano de masa más general posible, mediante la in-
clusión de la quiralidad derecha para los neutrinos, con el objetivo de generar el término
de masa de Dirac-Majorana, el cual da como resultado cuatro escenarios según las ca-
racterı́sticas de los términos. El escenario más relevante es el de see-saw, ya que explica
la pequeñez de la masa de los neutrinos. Este mecanismo se estudia en el marco de n
generaciones.

el lagrangiano asociada al campo de Majorana en cuatro componentes esta dada por
[29, 148–150]

LM =−φ
†iσ µ

∂µφ − m
2

ς(φ T iσ2φ −φ
†iσ2φ

∗). (1.2)

con

φ → νL, mς → mLςL,

iσ2 → Ĉ, −iσ2 → Ĉ†, (1.3)

de esta manera, el término de masa en el lagrangiano de Majorana (1.2) corresponde a

L ML
Y =−m

2
ς(φ T iσ2φ −φ

†iσ2φ
∗)→−mLςL

2
(νT

L Ĉ†
νL +ν

†
LĈν

∗
L). (1.4)

La sustitución (1.3), se puede verificar si se toma la definición de la matriz de quiralidad
Ĉ = iγ2γ0, si se utiliza la representación quiral de las matrices de Dirac y, además, si se
elige el siguiente biespinor que obedece la condición de Majorana φ = ςφ c, con lo cual

ψ =

(
φ

−iσ2φ∗

)
. (1.5)

Al aplicar el biespinor sobre el anterior término de masa, se obtiene el término de el
lagrangiano en dos componentes. En consecuencia, para el caso de una generación, el
término de masa de Majorana del campo νL esta dado por

L ML
Y =

mLςL

2
(νT

L Ĉ†
νL +ν

†
LĈν

∗
L),

=
1
2

mLeiδLν
T
L Ĉ†

νL +h.c, (1.6)

donde ςL = eiδL . Aquı́, el lagrangiano se construye únicamente con las componentes qui-
rales izquierdas de estos campos, por lo cual surge la pregunta de si es posible construir
términos de masa de Majorana para los campos de neutrinos activos presentes en el MEE
minimal [28]. Para poder responder esta pregunta, es necesario tener en cuenta que los
neutrinos activos tienen como tercera componente del isoespı́n débil a I3 =

1
2 e hipercarga
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1.1 MEE extendido con el término de Majorana

Y =−1, por lo que el término
−ν

T
L Ĉ†

νL = νc
LνL, (1.7)

tiene como números cuánticos asociados de isoespı́n I3 = 1 e hipercarga Y =−2 [28]. Por
tanto, no es posible generar un término renormalizable en el lagrangiano que, mediante
acoplamientos de Yukawa, permita obtener el término de masa de Majorana debido al
hecho de que no existe ningún triplete de isoespı́n con Y = 2. En consecuencia, el MEE
minimal prohı́be la existencia de masas de Majorana. Sin embargo, es oportuno tener
en cuenta que el MEE minimal puede ser considerado como una teorı́a efectiva a bajas
energı́as, con lo cual se piensa que debe existir una teorı́a a altas energı́as que, al conside-
rarla efectiva en algún rango de energı́a, de como producto al MEE minimal, de manera
semejante a como ocurre con la teorı́a de Fermi de las interacciones débiles [28]. Además,
es importante tener en cuenta que los términos de el lagrangiano que tengan como dimen-
sión cuatro o menos son renormalizables. Ahora bien, si se considera el siguiente término,
que respeta las simetrı́as del MEE minimal [26, 56]

L Y
5 =

d
M

(LT
L τ2Φ)Ĉ†(ΦT

τ2LT
L )+h.c., (1.8)

donde d es una constante de acoplamiento y M es una constante con dimensión de masa,
es posible ver que, después de la RES electrodébil, el operador puede generar un término
de masa de Majorana de la forma [113]

L W
Y =

1
2

dv2

M
ν

T
L Ĉ†

νL +h.c. (1.9)

Figura 1.1: Diagrama de Feynman para el operador de Weinberg

La cantidad (1.9), que se denomina el operador de Weinberg [56], tiene dimensión
cinco y presenta el inconveniente de ser no renormalizable, lo cual no es aceptable para
el MEE minimal. Sin embargo, ya que el MEE no puede ser considerado como una teorı́a
final, sino como una teorı́a efectiva a bajas energı́as, es posible que existan términos que
respeten las simetrı́as del MEE minimal, pero que no sean renormalizables. Por tanto, es
necesario que M sea una masa efectiva muy grande, que caracterice el rompimiento de
simetrı́a de una teorı́a cuántica de campos [56].

1.1.3. Tipos de realización del MSS

Con el fin de obtener el operador de Weinberg a nivel árbol utilizando interacciones que
sean renormalizables [26], es necesario tener en cuenta que en el MEE minimal únicamen-
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1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

te se encuentra presente la componente izquierda del neutrino νL en el doblete leptónico,
por lo cual es necesario incluir un nuevo campo que permita la obtención del operador
(1.9). Este operador de dimensión cinco guı́a la busqueda de extensiones del MEE, en el
que las masas de neutrinos se generan en un formalismo completo o universal, tal como
pude suceder en el M2DH. Existen cuatro realizaciones renormalizables a nivel árbol del
operador de Weinberg, las cuales son correspondientes con el MSS. Estos mecanismos
se presentan básicamente en tres formas diferenciadas [77], de tal manera que cada una
de estas formas se asocia con una nueva escala de energı́a más allá de la electrodébil.
Por otro lado, aunque no haya evidencias de que exista una componente quiral derecha
del neutrino νR, las simetrı́as del MEE minimal permiten su incluisón. Por lo anterior, en
la siguiente sección se considera el MEE minimal extendido con el Modelo Majorana,
lo cual se realiza incluyendo la componente quiral derecha νR y de esta manera poder
generar las masa de los neutrinos.

Uno de los más atractivos y satisfactorios escenarios de generación de masa de neu-
trinos es el MSS, propuesto por Gell-Mann et al. [5], Yanagida [6], Mohapatra y Sen-
janović [7]. En este mecanismo, la existencia de neutrinos supermasivos con quiralidad
derecha es considerada y mediante una posible violación de la conservación del número
leptónico [56], se pertime que los neutrinos activos adquieran masa del orden de los eV.
Una consecuencia importante de este mecanismo es que los neutrinos pueden ser fermio-
nes de Majorana y además que existen tres diferentes realizaciones de este mecanismo a
nivel árbol. Estas realizaciones del MMS, a nivel árbol, son:

MSS de tipo I (MSS-I) [7, 64–66]: Se puede agregar al menos dos singletes fer-
miónicos de Majorana Ni y las masas de los neutrinos tienen la forma mν ∼η2

ν v2
0/MN ,

donde la constante de acoplamiento de Yukawa ηi j y las masas de los neutrinos pe-
sados MN establecen una escala fı́sica Λ, si ηN ≃ 1 y MN ≈ 1014−15 GeV, se obtiene
un valor natural para la masa de los neutrinos mν ≈ 1eV. Concretamente, se puede
incluir un singlete de Majorana por cada sabor de neutrino activo del MEE minimal
(escenario 3+3).

MSS de tipo II (MSS-II) [67–71]: El sector de Higgs del modelo estándar se amplı́a
agregando un triplete de escalares △. Las masas de los neutrinos tienen la forma
mν ≈ ηνv△, donde v△ es el valor esperado en el vaciı́o de la componente neutral
del triplete y ην es la constante de acoplamiento de Yukawa.

MSS de tipo III (MSS-III) [78, 151]: Se agregan al menos dos campos de materia
extra o tripletes de fermiones de Majorana, en la representación adjunta de SU(2)L
con hipercarga cero, conn lo cual se puede generar la masa de neutrinos los mν ≈
η2v0/M. Por lo tanto, la alta escala Λ, se reemplaza por la masa de los fermiones
adicionales en la representación adjunta.

MSS hibrido (o doble) de tipo I+III (MSS-I+III) [26,72–74]: Se añaden un singlete
fermiónico N y un fermión en la representación adjunta de SU(2)L. Esta es una
combinación del MSS-I y del MSS-III, pero con el mismo contenido fermiónico
mı́nimo. Este mecanismo tiene una realización muy simple y única en el contexto
de las teórias de grán unificación.

Especı́ficamente, estos tipos de realizaciones del MSS se asocian con extensiones que
introducen ya sea un campo pesado de neutrino de Majorana derecho bajo el grupo gauge
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1.2 Implementación del MSS-I en MEE extendido

del MEE (MMS-I), o un triplete de Higgs que extiende el sector de Higgs del MEE (MSS-
II), o un triplete de fermiones de Majorana derechos pesados con hipercarga cero (MSS-
III). Estas partı́culas adicionales, una vez ha sido implementado el MSS, originan los
términos de masa de Majorana para los campos de los neutrinos activos, siendo estos
términos de masa inversamente proporcionales a la masa de las partı́culas pesadas y por
esta razón, las masas para los neutrinos activos resultan ser muy pequeñas, tal como se
espera.

1.2. Implementación del MSS-I en MEE extendido

Al considerar cualquier extensión del MEE minimo, mediante la inclusión del mode-
lo de Majorana, se debe incluir la componente quiral derecha νR para el neutrino1. Tal
componente de quiralidad derecha del neutrino debe ser un singlete bajo todas las inter-
acciones de SU(2)L ⊗U(1)Y , es decir no debe presentar interacciones electrodébiles, por
lo cual se denomina neutrino estéril. Esta inclusión implica que el lagrangiano de Yukawa
puede contener también un término de masa de Majorana para este campo estéril [28].
Los términos de masa siempre mezclan campos con proyecciones de quiralidad opuestas.
Si se tienen los campos vL y NR con quiralidades izquierda y derecha respectivamente,
entonces los términos de masa de Majorana L MR

Y en el lagrangiano son

−L MR
Y =

1
2

mRξRν
T
R Ĉ†

νR +h.c., (1.10)

siendo ξR ≡ eiδR una fase propia del campo de quiralidad derecha. Por otro lado, ya que
existe una componente de quiralidad derecha, entonces el MEE permite la existencia de un
término de masa de Dirac L D

Y , que ahora se puede generar mediante la RES electrodébil,
correspondiente a [28]

L D
Y =−mDνRνL +h.c. (1.11)

Por lo anterior, en general es posible tener un término de Yukawa para el neutrino que
involucre los términos de masa de Majorana para el campo quiral derecho e izquierdo
(1.6) y el término de masa de Dirac es [28]

−L M+D
Y = L ML

Y +L MR
Y L D

Y

=
1
2

mLeiδLν
T
L Ĉ†

νL +
1
2

mReiδRν
T
R Ĉ†

νR −mDνRνL +h.c., (1.12)

el cual es conocido como término de masa de Dirac-Majorana. Es importante ver que, a
diferencia de todos los demás fermiones del MEE (quarks y leptones cargados), el campo
del neutrino es el único que puede poseer un término de masa de Majorana. Además,
se debe notar que al incluir el término de Majorana se está suponiendo la violación del
número leptónico [56]. Nótese que en el término de masa de Majorana del neutrino νR, se
puede eliminar la fase que aparece en el término (1.10) [28]

νR → e−i δR
2 νR, (1.13)

1Lo cual implica la adición de un nuevo término de acoplamiento en el lagrangiano de Yukawa

17



1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

no obstante, esta transformación altera el término de Dirac (1,11), por lo que es necesario

realizar una transformación del campo νR → e−i δR
2 νR con el fin de que la masa de Dirac

sea real y positiva. Sin embargo, la transformación de νR afecta el término de masas de
Majorana asociado a tal campo, por lo que es evidente que la masa mL está multiplicada
por una fase. Además, ya que tal fase no puede eliminarse sin alterar las otras partes del
término de masas, se evidencia que mL es compleja [28]. No obstante, a diferencia del
estudio de las oscilaciones de neutrinos, es posible considerar aquı́ que la masa mL en
general puede ser compleja, ya que los campos quirales no son observables fı́sicamente
y no corresponden a los estados con masa definida. Sin embargo, por simplicidad en el
tratamiento, se considerará mL real [28].

Por otro lado, aunque el término de masa de Majorana para νL no está permitido por
las simetrı́as del MEE, como ya fue mencionado, el término de masa de Majorana de νR
si lo está, por lo que si en el término de Dirac-Majorana se tuviera mL = 0, entonces el
término de masa de Majorana de νR estarı́a permitido en el marco del MEE extendido con
el singlete con quiralidad derecha νR. Ahora bien, sin tener en cuenta la permisividad o
no del término de Dirac-Majorana en el MEE, es necesario estudiar las consecuencias del
mismo en las propiedades del neutrino. Para tal fin, se reescribe el término (1,12) de la
siguiente manera

L M+D
Y =

1
2

NT
L Ĉ†MNL +h.c., (1.14)

con

NL =

(
νL

ĈνR
T

)
=

(
νL
νc

R

)
, Mν =

(
mL mD
mD mR

)
, (1.15)

donde νc
R ≡ (νR)

c. Es evidente aquı́ que los campos νL y νR no poseen masas bien defi-
nidas debido a la existencia del término de Dirac. Por tanto, es necesario diagonalizar la
matriz Mν , lo cual se se llevará a cabo mediante la transformación unitaria

Nl =UnL, (1.16)

siendo

nL =

(
ν1L
ν2L

)
, (1.17)

los campos con masas bien definidas. La matriz U debe ser tal que

UT MνU = diag(m1,m2), (1.18)

con mα ≥ 0. La transformación anterior permite escribir la densidad (1,14) como

L M+D
Y =

1
2 ∑

α=1,2
mαν

T
αLĈ†

ναL +h.c., (1.19)

en donde es evidente que la diagionalización del término de Dirac-Majorana implica que
los campos con masas bien definidas son fermiones del tipo Majorana.

Para encontrar los valores de las masas mα se tomará la siguiente matriz de mezcla
[148]

U =

(
cosθ sinθ

−sinθ cosθ

)(
ϕ1 0
0 ϕ2

)
, (1.20)
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con el ángulo de mezcla θ entre los campos activos y estériles definidos por

tan2θ =
2mD

mR −mL
, (1.21)

y los ϕα definidos de tal forma que las masas sean positivas. Las masas de los estados
masivos están dadas por

m1,2 =
1
2

[
mL +mR ±

√
(mL −mR)2 +4mD

]
ϕ

2
2,1. (1.22)

Ya que m2 > 0, en todos los casos, se puede elegir ϕ2 = 1, mientras que para m1 existe
la posibilidad de que sea negativo si mLmR < m2

D, por tanto es necesario que

ϕ1 = i, (1.23)

por lo cual

m1 =
1
2

[√
(mL −mR)2 +4mD − (mL +mR)

]
, (1.24)

y de esta manera se obtiene la matriz de mezcla dada por

U =

(
icosθ sinθ

−isinθ cosθ

)
. (1.25)

De igual manera, si mLmR > m2
D se tiene que ϕ = 1, por lo que la matriz de mezcla se

escribe como

U =

(
cosθ sinθ

−sinθ cosθ

)
. (1.26)

Adicionalmente, es importante tener en cuenta el significado de los campos quirales νL
y νc

R, y los campos masivos ν1L y ν2L. Los campos νL y νc
R son campos activos y estéri-

les respecto a las interacciones débiles, como ya se habı́a mencionado, mientras que el
término de masa de Dirac implica la posibilidad de que se presenten oscilaciones entre
neutrinos estériles y activos. Ası́, si un neutrino se crea en un proceso de interacción débil,
el lagrangiano de tal proceso de corriente cargada está dada por

L cc =− g√
2 ∑

α=1,2
(U⋆

1αναLγ
µ

αLWµ)+h.c., (1.27)

por lo que en un proceso dado, se tiene la superposición de los dos neutrinos masivos.
De esta manera, al evolucionar en el espacio-tiempo, y debido a que las fases de estos
poseen distintas evoluciones, existe una probabilidad oscilatoria de la componente activa.
Evidentemente, la componente estéril no se puede detectar, pero su efecto se percibe en la
desaparición del neutrı́no activo. A continuación, se estudiarán cuatro distintos escenarios
para los posibles valores de las masas ml , mR, mD.

Mezcla máxima

Para este caso se supone que
mL = mR, (1.28)
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1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

ası́ los valores de las masas de los campos con masas definidas son

m1,2 = mL ±mD, (1.29)

donde se cumple que mD < mL y por tanto, ϕ1 = 1 y el ángulo de mezcla θ = π

4 . Ahora,
si mD > mL, ϕ1 = i y el ángulo de mezcla es nuevamente θ = π

4 , se obtiene que

ν1L =− i√
2
(νL −ν

c
R), (1.30)

ν2L =− 1√
2
(νL −ν

c
R), (1.31)

Ĺımite de Dirac

Para este caso se tiene que
mL = mR = 0, (1.32)

por lo tanto los neutrinos son partı́culas masivas de Dirac, implicando que

m1 = mD =⇒ ϕ1 = i, (1.33)

m2 = mD =⇒ ϕ2 = 1, (1.34)

con lo cual es evidente que los dos neutrinos masivos poseen la misma masa y paridades
de CP opuestas. Es este caso se puede definir el campo de Dirac

ν =
1√
2
(iν1 +ν2) = νL +νR, (1.35)

con lo cual es posible afirmar que un campo de Dirac neutro es equivalente a dos campos
de Majorana con masas degeneradas y paridades de CP opuestas.

Neutrinos pseudo-Dirac

Otro caso interesante es aquel en el que

mL,mR ≪ mD, (1.36)

por lo que se tiene que

m1,2 ≈
(

mL +mR

2
±mD

)
ϕ

2
2,1. (1.37)

En este caso se observa que m1 < 0, por lo que se debe definir ϕ1 = i, con lo cual

m1,2 ≈ mD ± mL +mR

2
, (1.38)

ası́ los dos estados masivos de neutrino tienen paridades CP opuestas y son casi degene-
rados en masas, por lo que se les denomina neutrinos pseudo-Dirac, debido a que resulta
muy difı́cil distinguirlos de los neutrinos de Dirac obtenidos previamente. La única mane-
ra de revelar que son neutrinos tipo pseudo-Dirac, es a través de las oscilaciones neutrino
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1.2 Implementación del MSS-I en MEE extendido

activo-estéril.

1.2.1. MSS-I para una generación

El escenario más interesante e importante asociado con el término de Dirac-Majorana
es aquel en el que

mD ≪ mR,mL = 0. (1.39)

Esta suposición es natural e implica que el término de Dirac-Majorana respeta las si-
metrı́as del MEE, como ya habı́a sido mencionado. Además, las masas de las partı́culas
con masas definidas tomann la forma

m1 ≈−m2
D

mR
ϕ

2
1 , (1.40)

m2 ≈ mR. (1.41)

Como es posible observar, en este caso se tiene que ν2 es muy pesado y ν1 es muy
ligero, ya que su masa está suprimida por la razón mD

mR
, respecto a mD. Ahora bien, se tiene

que el ángulo de mezcla es muy pequeño

tan2θ =
mD

mR
≪ 1, (1.42)

lo cual implica que
θ ≈ mD

mR
≪ 1, (1.43)

con lo cual los campos se pueden escribir como

ν1L =−icosθνL + sinθν
c
R ≈−iνL, (1.44)

ν2L = isinθνL + cosθν
c
R ≈ ν

c
R. (1.45)

Se observa que el campo activo νL está mayormente compuesto por el campo con masa
pequeña ν1L, mientras que el campo estéril está compuesto por el campo ν2L supermasivo.
Este es el conocido mecanismo see saw (balancı́n, en español), ya que cuanto mayor sea
mR, se tiene que mL es más pequeño. De esta manera, el MSS permite dar una satisfactoria
explicación de la pequeñez de la masa del neutrino activo comparada con las masas de los
demás fermiones del MEE. Esto se hace evidente si se tiene en cuenta que la masa de Dirac
mD debe ser del orden de 102 GeV , es decir del orden de la escala de RES electrodébil,
ya que el término de masa de Dirac está protegido por las simetrı́as del MEE.

Por otro lado, ya que el término de masa de Majorana de νR no está protegido por el
MEE, este debe tener el orden de magnitud de la escala de ruptura de simetrı́a de la teorı́a
unificada a altas energı́as. Por ende, el neutrino ligero está suprimido por una razón muy
pequeña mD/mR ∼ 10−14 −10−12 respecto a la masa del leptón cargado y del quark tipo
up de la misma familia.

1.2.2. MSS-I para n generaciones

Hasta ahora la discusión de la generación de masa de los neutrinos vı́a MSS fue rea-
lizada para el caso de una única generación. Aunque, las observaciones experimentales
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1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

conducen a la existencia de tres generaciones de fermiones a partir, en la presente subsec-
ción se estudia el término de masa de Dirac-Majorana para el caso de n-generaciones, con
el fin de realizar un tratamiento lo más general posible. Por lo tanto, se asumen n-campos
activos ναiL (αn sabores correspondientes) y se incluye n-campos estériles νsR en el MEE.
De esta manera, se tiene que el término de masa de Dirac-Majorana es ahora

L M+D
Y = L ML

Y +L MR
Y +L D

Y , (1.46)

siendo

L ML
Y =

1
2

n

∑
i, j=1

ν
T
αiLĈ†Mαiα j

L να jL +h.c., (1.47)

L MR
Y =

1
2

n

∑
s,s′=1

ν
T
sRĈ†Mss′

R νs′R +h.c., (1.48)

L D
Y =−∑

j
∑
s

νsRMsα j
D να jL +h.c. (1.49)

Las matrices ML, MR y MD son matrices n× n, que se asumen complejas. Adicional-
mente las matrices de Majorana ML y MR son simétricas. De manera similar al caso de
una generación, se definen los vectores

NL =

(
νL

ĈνR
T

)
=

(
νL
νc

R

)
, (1.50)

con

νL =

 να1L
...

ναnL

 , ν
c
R =

 νc
s1R
...

νc
snR

 , (1.51)

y la matriz simetrı́ca de 2n×2n como

MM+D
ν =

(
ML (MD)

T

MD MR

)
. (1.52)

Por tanto, el término de masa de Dirac-Majorana se puede escribir como

L M+D
Y =

1
2

NT
L Ĉ†MM+D

ν NL +h.c. (1.53)

De nuevo, los campos de neutrinos con masas definidas son escritos, mediante el uso
de la matriz unitaria V ν

L , como

NL =V ν
L nL, con nL =

 ν1L
...

ν2nL

 , (1.54)

con lo cual es evidente que por cada n-generaciones de neutrinos existen 2n-campos con
masas definidas, ya que se ha supuesto la existencia de un neutrino estéril por cada gene-
ración. Este supuesto se ha tomado por simplicidad, ya que no existe ninguna restricción
sobre el número de campos estériles en la teorı́a. Ahora bien, la matriz unitaria V ν

L se
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1.3 Sector de Higgs del M2DH

escoge de tal manera que la matriz MM+D
ν se pueda diagonalizar, es decir

(V ν
L )T MM+D

ν V ν
L = Mν , con (Mν)ab = maδab (a,b = 1, . . . ,2n), (1.55)

por tanto, los campos con masas definidas son fermiones de Majorana dado que

L M+D
Y =

1
2

nLĈ†MνnL +h.c.=
1
2

2n

∑
a=1

ν
T
aLĈ†

νaL +h.c. (1.56)

En el caso de n-generaciones, la diagonalización de la matriz MM+D
ν no es trivial, por lo

que es necesario tomar algún tipo de aproximación. La aproximación más adecuada es
considerar el escenario de see saw, similar al caso de una generación, por lo cual se elige
ML = 0. Ası́, la matriz MM+D

ν toma la forma

MM+D
ν =

(
0 (MD)

T

MD MR

)
. (1.57)

Adicionalmente, se supone que los elementos de la matriz MR son mucho más grandes
que los elementos de MD

(MD)k j ≪ (MR)k j. (1.58)

lo cual fı́sicamente se justifica, como en el caso de una generación, dado que ML está
prohibida por las simetrı́as del MEE, mientras que MR se genera por la fı́sica de altas
energı́as. Si se cumple que los valores propios de MR son mucho más grandes que los va-
lores propios de MD, la matriz (1,57) puede ser diagonalizada por bloques, hasta términos
de orden (MR)

−1MD, por lo que

(W ν
L )

T MM+D
ν W ν

L =

(
MLig 0

0 MPes

)
, (1.59)

con

W ν
L =

(
1− 1

2M†
D(MRM†

R)
−1MD M†

D(M
†
R)

−1

−M−1
R MD 1− 1

2M−1
R MDM†

DM†−1
R

)
. (1.60)

La matriz de n× n de neutrinos ligeros activos MLig y la matriz de campos estériles
supermasivos MPes están dadas por

MLig ≈−MT
DM−1

R MD, MPes ≈ MR., (1.61)

lo cual indica que el MSS se implementa por supresión de las masas de los neutrinos
livianos respecto a los elementos de la matriz de masa de Dirac por el factor MT

DM−1
R ,

mientras que las masas de los neutrinos pesados están dadas por los valores propios de la
matriz MR. Sin embargo, los valores de las masas livianas pueden variar dependiendo de
los valores especı́ficos de los elementos de MD y MR.

1.3. Sector de Higgs del M2DH

Una posible extensión del MEE minimal proviene de incluir un segundo doblete en el
sector de Higgs, de tal forma que tenga los mismos números cuánticos que el primero, tal
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1 MSS-I en el MEE extendido y sector de Higgs del M2DH-III

como como sucede en el M2DH [8, 16]. La presencia de dos dobletes de Higgs permite
dar una explicación a la pequeñez de la masa de los neutrinos, sin tener que reducir los
acoplamientos de Yukawa a valores extremadamente pequeños. En el M2DH, los dos
dobletes de Higgs son denotados como [8, 38, 147]

Φk =

(
φ
+
k

φ o
k

)
=

(
φ
+
k

1√
2

(
ho

k + vk + iηo
k

) ) , (1.62)

con k=1,2, tal que Φ1 y Φ2 representan dos dobletes complejos del grupo SU(2)L con
hipercarga Y1 = Y2 = 1. La primera componente de cada doblete Higgs corresponde a
un campo escalar cargado φ

+
k = φ

+
k (x) y la segunda componente involucra dos campos

escalares neutros ho
k y ηo

k .

Como en el MEE minimal, se plantea el lagrangiano que induce la RES electrodébil

LΦ =
(
DµΦ1

)†
(Dµ

Φ1)+
(
DµΦ2

)†
(Dµ

Φ2)−V (Φ1,Φ2) (3.2)

y se busca el potencial de Higgs V (Φ1,Φ2) más general, que sea renormalizable e inva-
riante ante SU(2)L ⊗U(1)Y . Además, se puede imponer que este potencial obedezca la
simetrı́a discreta Φ1 → −Φ1, Φ2 → Φ2, con el fin de que los procesos con cambios de
sabor estén suprimidos. Con las restricciones y requerimientos mencionados, el potencial
de Higgs está dado por [8, 38, 147]

V (Φ1,Φ2) = λ1

(
Φ

†
1Φ1 − v2

1

)2
+λ2

(
Φ

†
2Φ2 − v2

2

)2
(1.63)

+λ3

[(
Φ

†
1Φ1 − v2

1

)
+
(

Φ
†
2Φ2 − v2

2

)]2

+λ4

[(
Φ

†
1v1

)(
Φ

†
2Φ2

)
+
(

Φ
†
1Φ2

)(
Φ

†
2Φ1

)]
+λ5

[
Re
(

Φ
†
1Φ2

)
− v1v2 cosξ

]2

+λ5

[
Im
(

Φ
†
1Φ2

)
− v1v2 sinξ

]2
,

donde los λi son todos parámetros reales (por hermiticidad). Los potenciales anteriores
garantizan el patrón correcto de RES electrodébil sobre un amplio rango de parámetros,
con λi > 0. Ası́ como sucede en el MEE minimal, en el M2DH se consideran los VEV de
los dobletes como

⟨Φ1⟩0 =

(
0

v1/
√

2

)
, ⟨Φ2⟩0 =

(
0

v2/
√

2

)
, (1.64)

sin incluir fuentes explı́citas de violación de CP, con los cuales la RES electrodébil se
implementa según el esquema SU(2)L ⊗U(1)Y → U(1)Q. Cabe mencionar que el rango
permitido de los parámetros λi, que conducen a masas al cuadrado positivas para los
bosones de Higgs fı́sicos, es muy amplia.

Un parámetro importante del M2DH, proveniente de la razón de los dos valores espe-
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1.3 Sector de Higgs del M2DH

rados en el vacı́o asociados a los dos dobletes de Higgs (1.64) es

tanβ =
vsinβ

vcosβ
=

v2

v1
, (1.65)

el cual se utiliza para suprimir los bosones de Goldstone φ
±
k y ηo

k (k = 1,2) mediante una
mezcla y obtener campos de Higgs fı́sicos H± y Ao(

G±
w

H±

)
=

(
cosβ sinβ

−sinβ cosβ

)(
φ
±
1

φ
±
2

)
, (1.66)(

Go
z

Ao

)
=

(
cosβ sinβ

−sinβ cosβ

)(
ηo

1
ηo

2

)
, (1.67)

donde G±
w y Go

z son los nuevos bosones de Goldstone del sector de Higgs, los cuales son
ortogonales a H± y Ao, respectivamente. Se debe destacar que v2

1 + v2
2 = v2 está dado

por la RES electrodébil, donde v es fijado por la masa del bosón electrodébil cargado
W±: M2

w = g2v2/4 [8, 11, 147]. Debido a la invariancia CP (asumida antes), las partes
imaginarias y las partes reales de los campos escalares neutros se desacoplan. Se define
un nuevo parámetro α , con el fin de mezclar los campos neutros ho

k de los dobletes y
obtener los auto-estados de masa fı́sica Ho y ho(

Ho

ho

)
=

(
cosα sinα

−sinα cosα

)(
ho

1
ho

2

)
, (1.68)

siendo Ho y ho ortogonales entre sı́. El campo de Higgs cargado tiene una masa dada
por M2

H+ = λ4
(
v2

1 + v2
2
)
, mientras que la del campo escalar neutro CP-impar es M2

Ao =

λ6
(
v2

1 + v2
2
)

y las de los campos escalares neutros CP-par son

M2
Ho,ho =

1
2

[
M11 +M22 ±

√
(M11 −M22)

2 +4M2
12

]
. (1.69)

Cabe observar, que de acuerdo con la anterior expresión se cumple que mHo > mho , como
se sugiere por la notación. Las cantidades Mi, j se definen como las entradas de la siguiente
matriz

M =

(
4v2

1(λ1 +λ3)+ v2
2λ5 (4λ3 +λ5)v1v2

(4λ3 +λ5)v1v2 4v2
2(λ2 +λ3)+ v2

1λ5

)
.

El ángulo de mezcla α se obtiene de

sin2α =
2M12√

(M11 +M22)
2 +4M2

12

,

cos2α =
M11 −M22√

(M11 +M22)
2 +4M2

12

.

Se observa que en el M2DH, y particularmente en el M2DH-III, se tienen cinco bosones
de Higgs fı́sicos: un par cargado (H±); dos escalares neutros CP-par (Ho y ho); un escalar
neutro CP-impar (Ao), a menudo llamado un pseudo-escalar. En lugar de un parámetro
libre como sucede en el MEE minimal, en el M2DH-III se tienen seis parámetros libres:
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cuatro masas de bosones de Higgs (MH± , MAo , MHo y Mho), un ángulo de mezcla β y un
ángulo de mezcla α .

1.3.1. Lagrangiano de Yukawa del M2DH

El M2DH-III incluye tres nuevos acoplamientos de Yukawa en los sectores de quarks y
de leptones. Los términos masivos para los sectores tipo-up y tipo-down dependen de dos
matrices o de dos acoplamientos de Yukawa. La rotación de los quarks y leptones permiten
diagonalizar una de las matrices, pero no ambas simultáneamente. Con lo anterior, tan
solo un acoplamiento de Yukawa permanece no-diagonal, generando CSCEN y CSCEC
a nivel árbol.

En análogia con el MEE minimal, el lagrangiano de interacción entre los fermiones
(leptones y quarks) con los dos dobletes de Higgs Φk, se denomina lagrangiano de Yukawa
(LY ). El lagrangiano de Yukawa del M2DH tiene la forma

−LY = L0
Liξ

E
1i jΦ1E0

R j +Q0
Liξ

U
1i jΦ̃1U0

R j +Q0
Liξ

D
1i jΦ1D0

R j (1.70)

+L0
Liξ

E
2i jΦ2E0

R j +Q0
Liξ

U
2i jΦ̃2U0

R j +Q0
Liξ

D
2i jΦ2D0

R j +h.c.

donde Φ̃k = iτ2Φ∗
k . A cada uno de los dobletes se le asocia tres matrices adimensionales

complejas 3×3 no-diagonales ξ
χ

k (χ = E,U,D), las cuales corresponden a las constantes
de acoplamiento de Yukawa entre el campo fermiónico y los dos dobletes de campos de
Higgs. El superı́ndice 0 indica que los campos fermiónicos no son, todavı́a, autoestados
de masa y el subrayado que se han hecho rotar las constantes de Yukawa y los dobletes
de Higgs.

Las rotaciones inversas de (1.66), (1.67) y (1.68) se escriben como(
φ
±
1

φ
±
2

)
=

(
cosβ −sinβ

sinβ cosβ

)(
G±

w
H±

)
,(

ηo
1

ηo
2

)
=

(
cosβ −sinβ

sinβ cosβ

)(
Go

z
Ao

)
,(

ho
1

ho
2

)
=

(
cosα −sinα

sinα cosα

)(
Ho

ho

)
,

por lo tanto

φ
±
1 = G±

w cosβ −H± sinβ

φ
±
2 = G±

w sinβ +H± cosβ

y

φ
o
1 =

1√
2

[
Ho cosα −ho sinα + v1 + iGo

z cosβ − iAo sinβ
]

φ
o
2 =

1√
2

[
Ho sinα +ho cosα + v2 + iGo

z sinβ + iAo cosβ
]
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Sustituyendo los términos correspondientes en (1.70), se obtiene LY en forma matricial

−LY = N0
L
(
ξ

E
1 φ

+
1 +ξ

E
2 φ

+
2
)

E0
R −D0

L
(
ξ

U
1 φ

−
1 +ξ

U
2 φ

−
2
)

U0
R +U0

L
(
ξ

D
1 φ

+
1 +ξ

D
2 φ

+
2
)

D0
R

+E0
L
(
ξ

E
1 φ

o
1 +ξ

E
2 φ

o
2
)

E0
R +U0

L
(
ξ

U
1 φ

o
1 +ξ

U
2 φ

o
2
)

U0
R +D0

L
(
ξ

D
1 φ

o
1 +ξ

D
2 φ

o
2
)

D0
R

+h.c

Partiendo de la definición (1.65), con lo que 1/v = g/2MW y con la definición

Mχ =
ξ

χ

1 v1 +ξ
χ

2 v2√
2

,

junto con

ξ
χ

1 cosβ +ξ
χ

2 sinβ =
g√

2Mw
Mχ

−ξ
χ

1 sinβ +ξ
χ

2 cosβ =
gcotβ√

2Mw
Mχ − 1

sinβ
ξ

χ

1 ,

donde ξ
χ

1 = ξ χ cosβ y ξ
χ

2 =−ξ χ sinβ , se obtiene que

−LY =
g√

2Mw

(
N0

LMEE0
RG+

w −D0
LMUU0

RG−
w +U0

L MDD0
RG+

w

)
+

gcotβ√
2Mw

(
N0

LMEE0
RH+−D0

LMU H−U0
R +U0

L MDH+D0
R

)
− 1

sinβ

(
N0

Lξ
E
1 E0

RH+−D0
Lξ

U
1 U0

RH−+U0
L ξ

D
1 D0

RH+
)
+h.c

+E0
LMEE0

R +U0
L MUU0

R +D0
LMDD0

R

+i
g

2Mw

(
E0

LMEE0
R +U0

L MUU0
R +D0

LMDD0
R

)
Go

z

+i
gcotβ

2Mw

(
E0

LMEE0
R +U0

L MUU0
R +D0

LMDD0
R

)
Ao

−i
1√

2sinβ

(
E0

Lξ
E
1 E0

R +U0
L ξ

U
1 U0

R +D0
Lξ

D
1 D0

R

)
Ao

g
2Mw sinβ

(
E0

LMEE0
R +U0

L MUU0
R +D0

LMDD0
R

)
[Ho sinα +ho cosα]

− 1√
2sinβ

(
E0

Lξ
E
1 E0

R +U0
L ξ

U
1 U0

R +D0
Lξ

D
1 D0

R

)
[Ho sin(α −β )+ho cos(α −β )] .

Esta lagrangiano se puede escribir en términos de estados propios de masa, usando las
transformaciones unitarias

NL = SLN0
L , EL = TLE0

L, UL =VLU0
L , DL =WLD0

L,
ER = TRE0

R, UR =VRU0
R, DR =WRD0

R,

las cuales adicionalmente permiten diagonalizar las matrices de masa, es decir

Mdiag
E = TLMET †

R , Mdiag
U =VLMUV †

R , Mdiag
D =WLMDW †

R ,
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pero no pueden diagonalizar a ξ
χ

1 simultáneamente. Introduciendo las transformaciones
unitarias entre los términos de LY y con las matriz I = SLT †

L y la matriz CKM V =VLW †
L ,

finalmente se llega a que la lagrangiano de Yukawa del M2DH está dada por

−LY =
g√

2MW

(
NLMdiag

E PRE −URMdiag
U V PLD+ULV Mdiag

D PRD
)

G+
w

+
gcotβ√

2MW

(
NLMdiag

E PRE −URMdiag
U V PLD+ULV Mdiag

D PRD
)

H+

− 1
sinβ

(
NLξEPREH+−URξUV PLD+ULV ξDPRD

)
H++h.c

+ +ELMdiag
E ER +ULMdiag

U UR +DLMdiag
D DR

+ +
ig

2MW

(
EMdiag

E γ
5E −UMdiag

U γ
5U +DMdiag

D γ
5D
)

G0
z

+
igcotβ

2MW

(
EMdiag

E γ
5E −UMdiag

U γ
5U +DMdiag

D γ
5D
)

A0

− i√
2sinβ

(
Eξ

diag
E γ

5E −Uξ
diag
U γ

5U +Dξ
diag
D γ

5D
)

A0

+
g

2MW sinβ

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D
)
(H0 sinα +h0 cosα)

− g√
2sinβ

(
EξEE −UξUU +DξDD

)[
H0 sin(α −β )+h0 cos(α −β )

]
.

(1.71)

Este es el lagrangiano de Yukawa del M2DH-III, el cual a su ve tiene tres diferentes
realizaciones dependiendo la parámetrizacion de la tanβ como se vera a continuación

1.4. Lagrangianos de Yukawa para los diferentes
modelos

A partir del Lagrangiano M2DH tipo III podemos hacer diferentes reparametrizaciones
para obtener el ME y los modelo tipo I y II con cambio de sabor (CS) a nivel árbol,
denotados como L Ics

Y , L IIcs
Y , respectivamente. Igualmente, podemos obtener los modelos

sin cambio de sabor L I
Y y L II

Y , para eliminar los términos de cambio de sabor hacemos
uso de una simetrı́a discreta: Φ1 → Φ1 y Φ2 →−Φ2.

1.4.1. Lagrangiano de Yukawa del MEE minimal

Una de las primeras condiciones que se le puede exigir al lagrangiano de Yukawa del
M2DH es la de reducirse a la del MEE, debido a que se puede rotar los campos de tal
manera que se suprima el efecto del segundo doblete. Para eliminar el primer doblete Φ1,
se impone la condición v1 = 0 y v2 = v, de tal manera que tanβ = ∞, en consecuencia

28
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β = π/2. Si también se eliminan los términos de cambio de sabor, se tiene

−L MEE
Y =

g√
2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

G+
w +h.c.

+EMdiag
E E +UMdiag

U U +DMdiag
D D

+i
g

2Mw

(
EMdiag

E β
5E−Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Go
z

+
g

2Mw

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D
)

ho.

1.4.2. Lagrangiano de Yukawa del M2DH-I

El lagrangiano de Yukawa del M2DH-I con cambios de sabor está dada por

−L Ics
Y = −L

χ

Y (α,β )

=
g√

2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

G+
w

+
gcotβ√

2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

H+

− 1
sinβ

(
Nξ

E
1 PRE −Uξ

U
1 V PLD+UV ξ

D
1 PRD

)
H++h.c.

+EMdiag
E E +UMdiag

U U +DMdiag
D D

+i
g

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E−Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Go
z

+i
gcotβ

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E −Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Ao

−i
1√

2sinβ

(
Eξ

E
1 γ

5E −Uγ
5
ξ

U
1 U +Dξ

D
1 γ

5D
)

Ao

+
g

2Mw sinβ

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D
)
[Ho sinα +ho cosα]

− 1√
2sinβ

(
Eξ

E
1 E +Uξ

U
1 U +Dξ

D
1 D
)
[Ho sin(α −β )+ho cos(α −β )] .

Aca se puede tomar el lı́mite tanβ → ∞, con lo cual se eliminan las interacciones con
cambio de sabor y se obtiene el lagrangiano de Yukawa del M2DH-I.
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1.4.3. lagrangiano de Yukawa del M2DH-II

El lagrangiano de Yukawa del M2DH-I con cambios de sabor está dada por

−L IIcs
Y = −L

χ

Y (α −π/2,β −π/2)

=
g√

2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

G+
w

−g tanβ√
2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

H+

+
1

cosβ

(
Nξ

E
2 PRE −Uξ

U
2 V PLD+UV ξ

D
2 PRD

)
H++h.c.

+EMdiag
E E +UMdiag

U U +DMdiag
D D

+i
g

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E−Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Go
z

−i
g tanβ

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E −Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Ao

+i
1√

2cosβ

(
Eξ

E
2 γ

5E −Uγ
5
ξ

U
2 U +Dξ

D
2 γ

5D
)

Ao

+
g

2Mw cosβ

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D
)
[Ho cosα −ho sinα]

+
1√

2cosβ

(
Eξ

E
2 E +Uξ

U
2 U +Dξ

D
2 D
)
[Ho sin(α −β )+ho cos(α −β )] ,

donde los términos con cambio de sabor, que incluyen a ξ
χ

2 = −ξ k sinβ , se pueden eli-
minar si se toma el lı́mite tanβ → ∞.

1.4.4. Lagrangiano de Yukawa del M2DH-III

El lagrangiano de Yukawa del M2DH-III sin cambios de sabor en la parametrización
fundamental, se genera reparametrizando los términos con cambio de sabor de tal manera
que ningún término de este lagrangiano dependa del parámetro β

−L IIIcs
Y =

g√
2Mw

(
NMdiag

E PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD
)

G+
w

+
(
Nξ

E
2 PRE −Uξ

U
2 V PLD+UV ξ

D
2 PRD

)
H++h.c.

+EMdiag
E E +UMdiag

U U +DMdiag
D D

+i
g

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E−Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D
)

Go
z

+i
1√
2

(
Eξ

E
2 γ

5E −Uγ
5
ξ

U
2 U +Dξ

D
2 γ

5D
)

Ao

+
g

2Mw

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D
)
(Ho cosα −ho sinα)

+
1√
2

(
Eξ

E
2 E +Uξ

U
2 U +Dξ

D
2 D
)
(Ho sinα +ho cosα) . (1.72)

En la literatura, este último se conoce como modelo tipo III-CS, Se ha utilizado para
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buscar la fı́sica más allá del MEE y especı́ficamente para CSCN a nivel de árbol [11,
152–155]. Es importante aclarar que este lagrangiano es el que vamos a utilizar para los
posteriores caculos de las matrices de masa y mezcla para los neutrinos.
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2 Matrices de masa y mezcla de
neutrinos en el M2DH-III con
MSS-I

En la primera sección de este capı́tulo se obtiene el lagrangiano de Yukawa del M2DH-
III extendido con el modelo de Majorana, para posteriormente en la segunda sección im-
plementar el MSS-I en el contexto del M2DH-III extendido. A continuación, en la tercera
sección se obtienen expresiones analı́ticas exactas para la matriz de mezcla de neutrinos
en el M2DH-III con MSS-I, para luego, en la cuarta sección, generar de manera analı́tica
y exacta los elementos de la matriz de mezcla de neutrinos activos en el M2DH-III con
MSS-I, a partir de la diagonalización de la matriz de masa previamente obtenida. Con
lo anterior, en la quinta sección, mediante la implementación de un método estadı́stico
de verosimilitud, se estiman valores de las masas de los neutrinos activos tipo Dirac, de
los ángulos de mezcla y de la fase de violación de CP. Realizado lo anterior, en la sexta
sección se calculan los anchos de decaimiento τ → ντe−ν̄e y τ → ντ µ−ν̄µ , en el lı́mite
cuando tanβ → ∞ lo que simplifica el análisis, incluyendo además las contribuciones a
nivel árbol de los bosones de Higgs cargados, con lo que se encuentra una relación entre
las constantes de acoplamiento involucradas en estos dos canales leptónicos del decai-
miento del tauón . Finalmente, en la séptima sección se construyen las matrices de masa
y mezcla de neutrinos estériles en el M2DH-III con MSS-I.

2.1. M2DH-III extendido con el término de
Majorana

El término de masa de Dirac para los neutrinos conserva él número leptónico, mientras
que este número es violado en los términos de masa de Majorana. Sin embargo, nada
impide que ambos términos estén presentes en el lagrangiano de Yukawa del M2DH-III
y por lo tanto conformar el lagrangiano de masa de neutrinos. Para analizar lo anterior,
se consideran dos casos: Una generación, correspondiente al caso más simple; mezcla de
tres generaciones, que es el caso más relevante.

El lagrangiano de Yukawa del M2DH-III, restringida al sector leptónico, toma la forma

−L l
Y = L0

Liη
E
i j Φ1E0

R j +L0
Liξ

E
i j Φ2E0

R j +h.c., (2.1)

donde i = 1,2,3 es el ı́ndice de generación y ER j =

(
ν j
e j

)
R
. El lagrangiano de Yukawa

se construye con el fin de que se generen las masas de quarks y leptones mediante la RES
electrodébil, a través del mecanismo de Higgs. Especı́ficamente, la parte de la densidad
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lagrangiana responsable de la masa de los neutrinos está compuesta por dos términos

−L ν
Y = L l

Y +Lν , (2.2)

donde L ν
Y representa el lagrangiano general de Yukawa para los neutrinos, L l

Y representa
el lagrangiano de Yukawa usual del M2DH-III sin quiralidad derecha para los neutrinos
[147], y Lν representa una extensión del lagrangiano con el singlete de Majorana, en la
que se considera la quiralidad derecha de los neutrinos NR j = ν jR. Este último término
contribuye a dotar de masa a los neutrinos de Dirac. Esta extensión, que ha sido usada
ampliamente para obtener términos de masa de Dirac, tiene la forma [13, 19, 76]

−Lν = L0
Liη

N
i j Φ̃1N0

R j +L0
Liξ

N
i j Φ̃2N0

R j +h.c. (2.3)

La introducción del término (2.3) generará nuevos acoplamientos (nuevas reglas de Feyn-
man de interacción) y una vez se implementa el mecanismo de Higgs conduce a la matriz
de mezcla leptónica UPMNS. Adicionalmente, la matriz de masa de neutrinos construida
en la base de sabor es generada vı́a el MSS, después de que el mecanismo de Higgs es im-
plementado. Para hallar las masas de los autoestados de masa de los neutrinos (ν1,ν2,ν3
), se diagonaliza la matriz de masa por medio de una transformación unitaria, lo que
permite pasar a la base fı́sica y asociar sus autovalores con las masas de los neutrinos
(mν1 ,mν2 ,mν3 ). La matriz de mezcla de neutrinos UPMNS, tanto para los neutrinos activos
como para los neutrinos estériles, generará una conexión entre los datos experimentales
conocidos de los ángulos de mezcla y los obtenidos teóricamente.

El desarrollo explı́cito que a continuación se presenta en el contexto del M2DH-III con
MSS-I, para el lagrangiano de Yukawa y para la obtención de expresiones analı́ticas exac-
tas de las entradas de las matrices de masa y mezcla de neutrinos activos, hasta donde
se conoce, no ha sido reportada en la literatura. Desarrollos explı́citos similares se pre-
sentarán en los siguientes capı́tulos, con el fin de obtener expresiones analı́ticas extactas
para las matrices de masa y mezcla en el contexto del M2DH-III con MSS-I+II, lo cual
también es una contribución original de esta tesis.

2.1.1. Término de Majorana en el lagrangiano de Yukawa del
M2DH-III

Con el fin de generar el término de masa de Dirac para los neutrinos en el M2DH-III, se
parte del lagrangiano de Yukawa del sector leptónico generalizado, donde se asume que
NR j = ν jR

−Lν = L0
Liη

E
i j Φ1E0

R j +L0
Liξ

E
i j Φ2E0

R j +L0
Liη

N
i j Φ̃1N0

R j +L0
Liξ

N
i j Φ̃2N0

R j +h.c., (2.4)

donde los campos leptónicos están definidos como

N =

 νe
νµ

ντ

 , E =

 e
µ

τ

 , (2.5)
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2.1 M2DH-III extendido con el término de Majorana

y las matrices de masa de los leptónes, generadas vı́a mecanismo de Higgs, están presentes
a través de

MN(E) =−

η
N(E)
i j v1 +ξ

N(E)
i j v2√

2

 . (2.6)

Incialmente se escribe el lagrangiano de Yukawa en forma matricial, reemplazando
(2.5), (2.6) en (2.4) y girando los campos, luego los campos que aparecen en Lν se con-
vierten en autoestados de masa vı́a transformaciones unitarias. Estas transformaciones
permiten obtener los estados propios de masa diagonalizados, siendo la transformación
SLηNS†

R, la que diagonaliza las matrices de Yukawa, siendo esta transformación de gran
importancı́a a la hora de escoger una textura de ceros en las matrices de mezcla y masa,
tanto para neutrinos activos como neutrinos estériles, una vez que el MSS-I sea imple-
mentado y los dos dobletes de Higgs tomen un VEV no nulo.

Después de implementar el mecanismo de Higgs, el lagrangiano de Yukawa incluyendo
el término de Majorana da lugar al lagrangiano de Yukawa del M2DH-III con cambios
de sabor (M2DH-III CS). Con la extensión de Majorana se reparametrizan los términos
de CS de tal manera que ningún té rmino del lagrangiano dependa del parámetro β , para
llegar al lagrangiano de Yukawa más general dado por

−L IIIcs
Y =

g√
2Mw

(
NMdiag

E U†
PMNS

PRE −UMdiag
U V PLD+UV Mdiag

D PRD

−NUPMNSMdiag
N PLE

)
G+

w

+
(

NU†
PMNS

η
E
2 PRE −Uη

U
2 V PLD+UV η

D
2 PRD+NUPMNSη

N
2 PLE

)
H++h.c.

+EMdiag
E E +UMdiag

U U +DMdiag
D D+NMdiag

N N

+i
g

2Mw

(
EMdiag

E γ
5E−Uγ

5Mdiag
U U +DMdiag

D γ
5D+Nγ

5Mdiag
N N

)
Go

z

+i
1√
2

(
Eη

E
2 γ

5E −Uγ
5
η

U
2 U +Dη

D
2 γ

5D+Nγ
5Mdiag

N N
)

Ao

+
g

2Mw

(
EMdiag

E E +UMdiag
U U +DMdiag

D D+Nγ
5Mdiag

N N
)

(Ho cosα −ho sinα)+
1√
2

(
Eη

E
2 E +Uη

U
2 U +Dη

D
2 D+Nγ

5Mdiag
N N

)
(Ho sinα +ho cosα) , (2.7)

donde los términos con CS incluyen η
χ

2 = −ηχ sinβ , con χ = E,U . En L IIIcs
Y , Ho y ho

denotan los bosones de Higgs neutros pesado y liviano, Ao es el bosón de Higgs neutro
pseudoscalar, H+ es el bosón de Higgs cargado y E (N) se refiere a los tres leptones carga-
dos (neutros), es decir, E ≡ (e,µ,τ)T , N ≡

(
νe,νµ ,ντ

)T . G±
w y G0

z son los nuevos bosones
de Goldstone del sector de Higgs. Las matrices ME y ξ E

2 describen las masas de los lep-
tones y los vértices del cambio de sabor, respectivamente. Finalmente, α es el ángulo de
mezcla en el sector de los bosones de Higgs escalares. En el lagrangiano (2.7), se puede
observar que los elementos matriciales ηE

2 , que generan cambios de sabor en corrien-
tes escalares neutras (CSCEN), automáticamente generan cambios de sabor en corrientes
escalares cargadas (CSCEC), el cual está fuertemente suprimido en el sector leptónico.
Consecuentemente, si se restringen los CSCEC, también indirectamente se restringen los
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CSCEN. En el caso del M2DH-III, las interacciones que involucran los CSCEC a nivel
árbol solamente contiene las contribuciones del bosón de Higgs cargado, reduciendo los
parámetros libres. Además, aqui UPMNS es la matriz de mezcla de neutrinos, pero para el
sector estéril, ánaloga a la matriz VCKM del sector de quarks.

El lagrangiano (2.7) juega un papel muy importante, ya que a partir de ésta se aplican
los diferentes tipos de MSS, para lo cual es necesario conocer el término de masa de Dirac
que se construye a partir de las componentes quirales del campo.

2.2. Implementación del MSS-I en el M2DH-III

Con la obtención del término de masa de Dirac para los neutrinos NMdiag
N N en (2.7) y

la construcción formal de la matriz de mezcla leptónica UPMNS, en esta sección se imple-
menta el MSS-I, lo cual permite más adelante calcular la matriz de masa de neutrinos y
posteriormente generar la respectiva matriz de mezcla. Cabe destacar que los experimen-
tos de oscilaciones de neutrinos han permitido obtener medidas cada vez más precisas
de diferentes cantidades fı́sicas tales como de las diferencias de masa de los neutrinos,
de las fases de violación de CP y de los ángulos de mezcla del sector leptónico. Estas
cantidades fı́sicas pueden ser usadas como parámetros de entrada en los elementos de la
matriz de mezcla de neutrinos y mediante un análisis estadı́stico de verosimilitud es po-
sible estimar las masas de los neutrinos activos. Para realizar lo anterior, inicialmente se
implementa el MSS-I en el M2DH-III en el caso de una generación, para luego extender
esta implementación en el el caso de n-generaciones.

2.2.1. MSS-I para una generación

Al considerar la extensión del M2DH-III con el término de Majorana y después de la
implementación del mecanismo de Higgs, aparece un término de Dirac de la forma (2.6),
que para el caso de los netrinos es

MN =
ξ Nv1 +ξ Nv2√

2
.

Al considerar la componente quiral derecha adicional para los neutrinos νR y su contra-
parte (νR)

c, se forma un término de masa de Majorana, por lo que en el M2DH-III es
posible escribir el siguiente lagrangiano de masa para el caso de una generación

LMν
= −

[
νRmDνL +νLm†

DνR

]
− 1

2

[
νRC̃mRνR

T +ν
T
R C̃m†

RνR

]
− 1

2

[
ν

T
L C̃m†

LνL +νLC̃mLνL
T
]
. (2.8)

Se observa que en LMν
está incluida la masa del neutrino de Dirac mD, que para el caso de

n generaciones se cumple mD →MνD , la masa del neutrino de Majorana para los neutrinos
derechos mR →MνR y la masa de Majorana para los neutrinos izquierdos mL →MνL [156].
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El lagrangiano (2.8), matricialmente toma la forma

LMν
= N0

LMNN0
R −

1
2

[
N0

RC̃mRN0
R

T
+N0T

R C̃m†
RN0

R

]
− 1

2

[
N0T

L C̃m†
LN0

L +N0
LC̃mLN0

L
T
]
. (2.9)

Las masas del término de Dirac fueron generadas vı́a acoplamiento de Yukawa. El lagran-
giano LMν

, que después se convertirá en L M+D
Y , se puede escribir como

LMν
=−1

2

[(
νc

L νR
)( mL MT

D
mD MR

)(
νL
νc

R

)]
+h.c. (2.10)

Para el caso de 3 generaciones de neutrinos, los seis auto estados de masas denotados por
mi son los autovalores de la matriz

Mν =

(
mL mT

D
mD mR

)
. (2.11)

Algunas de las principales caracteristicas de este mecanismo son:

Se impone que el término de masa de Majorana mL sea cero, es decir mL = 0, debido
a que en el MEE mı́nimal no se puede construir un término νLνc

L que sea invariante
de gauge, a diferencia de lo que sucede con el término νRνc

R. Esto significa que la

matriz de masa de Dirac+Majorana toma la forma Mν =

(
0 mD

mD mR

)
.

El término de masa de Dirac para los neutrinos es obtenido luego de la implemen-
tación del mecanismo de Higgs. Eso significa que, si no quiere un problema de
jerarquı́a, el término mD debe ser de un orden de magnitud parecido al de los otros
leptones o quarks de la misma familia.

Como fue mencionado anteriormente, el caso más interesante e importante que se pre-
senta en el término de Dirac-Majorana es aquel en el que [28]

mD ≪ mR, mL = 0, (2.12)

donde la última suposición, que es natural, implica que el término de Dirac-Majorana
respeta las simetrı́as del MEE. Además, los neutrinos tienen masas definidas dadas por la
forma

m1 ≈−m2
D

mR
ϕ

2
1 , (2.13)

m2 ≈ mR, (2.14)

de donde se puede observar que el neutrino ν2 es muy pesado, mientras que el neutrino
ν1 es muy ligero, ya que su masa está suprimida por la razón mD

mR
.

2.2.2. MSS-I para n generaciones

El término de masa de Dirac-Majorana (DM) más general, para el caso en el que existan
n-generaciones requiere que existán n-campos activos ναiL (αn sabores correspondientes)
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y se incluyán al MEE n-campos estériles νsR . De esta manera, el término de masa de
Dirac-Majorana se escribirá de la siguiente manera

L M+D
Y = L ML

Y +L MR
Y +L D

Y , (2.15)

siendo

L ML
Y =

1
2

n

∑
i, j=1

ν
T
αiLĈ†Mαiα j

L να jL +h.c., (2.16)

L MR
Y =

1
2

n

∑
s,s′=1

ν
T
αsRĈ†Mss′

R νs′R +h.c., (2.17)

L D
Y =−∑

j
∑
s

νsRMsα j
D να jL +h.c. (2.18)

Las matrices ML,MR,MD son matrices de n×n, siendo ML y MR corresponden a matrices
simétricas. Se definen los vectores

NL =

(
νL

ĈνR
T

)
=

(
νL
νc

R

)
, (2.19)

y la matriz simétrica de 2n×2n

MM+D
ν =

(
ML (MD)

T

MD MR

)
. (2.20)

Por tanto, el término de M+D con mL = 0 puede escribirse como

L M+D
Y =

1
2

NT
L Ĉ†MM+D

ν NL +h.c. (2.21)

La diagonalización de la matriz (2.22) no es trivial, por lo cual es necesario tomar algún
tipo de aproximación . La aproximación más adecuada es considerar el escenario de see-
saw, similar al caso de una generación, por lo cual se elegirá ML = 0. Ası́, la matriz MM+D

ν

tomará la forma

MM+D
ν =

(
0 (MD)

T

MD MR

)
. (2.22)

Además, se supondrá que los elementos de la matriz MR son mucho más grandes que los
elementos de MD, es decir MDk j ≪ MRk j . La justificación fı́sica de estas consideraciones
se hace con el supuesto basico de que el término ML está prohibido por las simetrı́as
del MEE, mientras que MR se genera por la fı́sica de altas energı́as. Si se cumple que los
valores propios de MR son mucho más grandes que los valores propios de MD, la matriz de
masa puede diagonalizarse por bloques. Dedibo a que ML, está prohibida por las simetrı́as
del MEE, mientras MR, se generá a una escala de ruptura de simetrı́a de la teorı́a de la
gran unificación o una escala intermedia. El MSS tipo I deja [7, 64–66]

Mν = Mlig ≈−MT
DM−1

R MD,

MPes ≈ MR. (2.23)

Donde Mν , es la matriz de masa efectiva de Majorana del neutrino νL, MR es la matriz
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de masa de Majorana de el neutrino νR y MD es la matriz de masa de Dirac que conecta
νR a νL, que fue generada vı́a acoplamientos de Yukawa (2.6), ya que MR es una matriz
invariante SU(2)×U(1), no hay ninguna ligadura sobre él. Por otro lad MD se originó
después RES de la siguiente manera

MD =−

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
. (2.24)

2.3. Matriz de masa de neutrinos activos en el
M2DH-III con MSS-I

Aunque se ha encontrado una explicación de la pequeñez de la masa del neutrino, es
necesario buscar una forma de verificar fenomenológicamente que esta explicación es de
hecho correcta, [93,157–159]. Una posible manera de verificar que el MSS-I funciona, es
determinar la existencia de los neutrinos derechos y el orden de magnitud de los neutrinos
ligeros, mediante la escogencia de la estructuda de las matrices de masa respecto a los
ceros de textura.

Después de implementar MSS-I, la matriz de Dirac MνD de neutrinos izquierdos, se
relaciona con las constantes de acoplamiento de Yukawa y los VEV de los campos de
Higgs de la siguiente manera (2.23):

MLig ≈ −

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)T

M−1
R

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
. (2.25)

Estas matrices de Yukawa pueden ser diagonalizadas a partir de una transformación
biunitaria, la cual tambien origina la matriz de mezcla del sector leptónico, de la siguiente
manera

SLη
NS†

R, (2.26)

SLMDS†
R =

(
η

diagN
i j v1 +ξ

diagN
i j v2√

2

)
=△N . (2.27)

△N = diag(mν1,mν2,mν3) y η
diagN
i j = SLηNS†

R. Esta transformación conecta el espacio
de sabor y el espacio de masa. Tomando v2 = v2

1+v2
2 ≃ (246GeV )2 [160] y tanβ = v2

v1
[9],

tenemos que:

(△N)i j =
vcosβ√

2

[
(ηdiagN

i j )+ tanβ (ξ diagN
i j )

]
, (2.28)

donde i, j = 1,2,3.. De esta relación se deduce que los elementos que estan fuera de la
diagonal de las matrices de Yukawa en el espacio de masa η

diagN
i j , odebecen la siguiente

relación,
(ηdiagN

i j ) =− tanβ (ξ diagN
i j ), i ̸= j. (2.29)

Esta condición, para el caso de los M2DH-I y M2DH-II, se satisface de varias maneras,
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al imponer una simetrı́a de custoria Z2 una de las matrices de Yukawa es cero y por lo
tanto la matriz de masa y de Yukawa tienen la misma forma. En el caso del M2DH-III,
con una textura particular de las matrices de Yukawa, la ecuación (3.46) se satisface por
construcción.

Usualmente, algunos ceros de textura se obtienen a partir de una simetrı́a del sabor. Una
simetrı́a permutacional S3 del sabor ha sido propuesta por muchos autores con el objetivo
de poner constricciones en las matriz de masas de los fermiones y en los parámetros de
mezcla [137, 161–164], y más recientemente en [138, 165, 166]

Para nuestra tesis, asumiremos un ansatz jerárquico, el cual considera que la matriz de
masa de los neutrinos izquierdos MD y ambas matrices de Yukawa ηN

i j y ξ N
i j tienen la

misma forma, es decir la misma jerarquı́a análoga del sector de Quarks, la cual se comoce
como simetrı́a permitacional S3.

MD =

 0 Cν 0
C∗

ν B̃ν Bν

0 B∗
ν Aν

=
vcosβ√

2

 0 Cν
1 0

Cν∗
1 B̃ν

1 Bν
1

0 Bν∗
1 Aν

1

+ tanβ

 0 Cν
2 0

Cν∗
2 B̃ν

2 Bν
2

0 Bν∗
2 Aν

2

 ,
(2.30)

que es muy similar a la ecuación (3.45). Para la aplicación del MSS-I , también asumimos
que la matriz MνR de los neutrinos de Majorana derechos tienen la misma estructura y
parametrizar estas matrices en términos de las masas de los neutrinos pesados estériles.

2.3.1. Matriz de masa con dos ceros de de textura

Después de partir del lagrangiano de Yukawa del M2DH-III y relacionar el sector de
Yukawa del M2DH-III con la matriz de masa de los neutrinos de Dirac para construir
la matriz de masa de los neutrinos izquierdos de Majorana a partir del MSS-I, eviden-
ciamos que esta matriz generada estara en la base de sabor. Por consiguiente para hallar
los autoestados de masa (ν1,ν2,ν3), se debe hacer una diagonalización por medio de una
transformación unitaria la cual nos permite pasar a la base fı́sica y nos permite asociar sus
eigenvalores con las masas de los neutrinos (mν1,mν2,mν3).

A continuación construiremos la matriz mezcla de los neutrinos UPMNS la cual co-
nectará los datos experimentales conocidos de los ángulos de mezcla [27] y el modelo
teórico. Un enfoque significativo desde el punto de vista fenomenológico y teórico para
reducir el número de los parámetros en el MEE minimal es la imposición de ceros de
textura [136, 137] o simetrı́as de sabor, modelos recientes de simetrı́a de sabor se revisan
en [138–140].

Teóricamente para reducir el número de parámetros en el M2DH-III, Se dene imponer
ceros de textura sobre las matrices de masa [92,137]. Además, algunos ceros de textura se
puede obtener a partir de una simetrı́a del sabor. Una simetrı́a permutacional del sabor ha
sido propuesta por muchos autores con el objetivo de poner constricciones en las matriz
de masas de los fermiones y en los parámetros de mezcla [161–164].

En esta tesis y particularmente en la siguiente secció, proponemos la simetrı́a de sabor
permutacional S3 como en [91], que también trabajaron el M2DH-III, la cual permitirá
unificar las matrices de masa y mezcla del sector de quarks y leptones. Por consiguiente,
todas las matrices de masa de los fermiones en la teorı́a tendrán la misma forma con dos
ceros de textura determinada por el M2DH-III.
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Es decir, todas las matrices de masa de los fermiones de Dirac tienen la misma forma
genérica con dos ceros de textura hermitiana, y una jerarquı́a normal en el espectro de
masa. Por consiguiente, la matriz de masa de los neutrinos izquierdos de Majorana tam-
bién se considerara con dos ceros de textura simétrica [136]. Estas matrices de masa son
parametrizadas con sólo dos parámetros libres ρi y Φi, llamados parámetros asociados a
la simetrı́a de sabor, ya que los valores numéricos para las masas fermionicas se toman
de los datos experimentales. A partir de ahı́, derivamos expresiones teóricas exactas para
los elementos de las matrices de mezcla y estimaremos las masas de los neutrinos activos
en este modelo, para esto consideramos MνL la matriz de masas de los neutrinos de Dirac
hermitiana con dos ceros de textura las cuales podrı́an ser una consecuencia de simetrı́as
del sabor ocultas [136]. MνR podrı́a ser definida con mayor número de ceros de textura y
la matriz resultante Mνl aún permanece con una textura de dos ceros, todas estas matrices
que permiten que la estructura de la matriz de los neutrinos izquierdos de Majorana no
cambie son conocidos como see-saw invariantes.

En esta tesis se considera que los neutrinos izquierdos Mν l son partı́culas de Majorana y
adquieren su masa pequeñ a través del MSS-I. Consideremos MD la matriz de masa de los
neutrinos de Dirac hermitiana con dos ceros de textura. Además, se considera MνR como
la matriz de los neutrinos derechos de Majorana simétrica con dos ceros de textura, Para
este trabajo consideramos MνL la matriz de masas de los neutrinos de Dirac hermitiana
con dos ceros de textura de la forma:

MνD =

 0 C 0
C∗ B̃ B
0 B∗ A

 , (2.31)

con MT
νD

la matriz transpuesta de MνD:

MT
νD

=

 0 C∗ 0
C∗ B̃ B∗

0 B A

 , (2.32)

y MνR las matrices de masa de los neutrinos derechos de Majorana simétricas de la forma:

Mi1 =

 0 c 0
c b̃ b
0 b a

 , Mi2 =

 0 c 0
c 0 b
0 b a

 , (2.33)

Mi3 =

 0 c 0
c b̃ 0
0 0 a

 , Mi4 =

 0 c 0
c 0 0
0 0 a

 , (2.34)
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donde i = u,d,e,νR, y C,B,a,b, b̃,c ∈ C y A, B̃ ∈ R, las matrices inversas son

M−1
i1 =

 −ab̃−b2

ac2
1
c − b

ac
1
c 0 0

− b
ac 0 1

a

 , M−1
i2 =

 b2

ac2
1
c − b

ac
1
c 0 0

− b
ac 0 1

a


M−1

i3 =

 −b̃
c2

1
c 0

1
c 0 0
0 0 1

a

 , M−1
i4 =

 0 1
c 0

1
c 0 0
0 0 1

a

 .

Consideramos a los neutrinos izquierdos como partı́culas de Majorana, donde adquieren
su masa pequeña através del mecanismo seew saw tipo I como

MνL = MνDM−1
νR

MT
νD
. (2.35)

Sustituyendo las matrices de las ecuaciones (2.31), (2.32) , (2.34) y las anteriores matrices
en (2.35) respectivamente, tenemos:

M j1 =


0 cc∗

c 0
cc∗
c

(
−bB

ac −
(ab̃−b2)C∗

ac2 + B̃
c

)
C∗+ B̃C∗

c +B
(

B
a −

bC∗

ac

)
B∗C∗

c +A
(

B
a −

bC∗

ac

)
0 AB

a +
(

B∗

c − Ab
ac

)
C∗ A2

a

(2.36)

M j2 =


0 cc∗

c 0
cc∗
c

(
−C∗b2

ac2 − Bb
ac +

B̃
c

)
C∗+ B̃C∗

c +B
(

B
a −

bC∗

ac

)
B∗C∗

c +A
(

B
a −

bC∗

ac

)
0 AB

a +
(

B∗

c − Ab
ac

)
C∗ A2

a


(2.37)

M j3 =

 0 cc∗
c 0

cc∗
c

B2

a + B̃C∗

c +C∗
(

B̃
c −

b̃C∗

c2

)
AB
a + B∗C∗

c

0 AB
a + B∗C∗

c
A2

a

 , (2.38)

M j4 =

 0 cc∗
c 0

cc∗
c

B2

a + 2B̃C∗

c
AB
a + B∗C∗

c
0 AB

a + B∗C∗

c
A2

a

 , (2.39)

donde j = νL. Ahora tomando la matriz de masa hermitiana (2.31), la podemos reescribir
factorizando la fase como

MνD = P†M̄νDP (2.40)

donde M̄νD esta dada en forma polar

M̄νD =

 0 |C|eiθC 0
|C|e−iθC B̃ |B|eiθB

0 |B|e−iθB A

 , (2.41)
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y P es una matriz diagonal de fases

P =

 1 0 0
0 eiη1 0
0 0 eiη2

 , P† =

 1 0 0
0 e−iη1 0
0 0 e−iη2

 , (2.42)

entonces sustituyendo (2.41)(2.42) en (2.40) tenemos

MνD =

 0 |C|ei(θC+η1) 0
|C|e−i(θC+η1) B̃ |B|ei(θB+η2−η1)

0 |B|e−i(θB+η2−η1) A

 , (2.43)

de (2.43) se obtiene el siguiente sistema de ecuaciones

θC +η1 = 0, si sólo si, η1 =−θC, por lo tanto, e(θC+η1) = 1

θB +η2 −η1 = 0, entonces θB +η2 + θC = 0, si sólo si, η2 = −(θC + θB), por lo
tanto, ei(θB+η2−η1) = 1

Ası́ la matriz de masas hermitiana (2.43) tiene la forma:

MνD =

 0 |C| 0
|C| B̃ |B|
0 |B| A

 , (2.44)

Para calcular las matrices de masa, partimos de la ecuación (2.31), utilizamos las cla-
ses de equivalencia asociadas a las clases de semejanza llamadas clases de similitud. La
forma de ver las clases de similitud es que las matrices que satisfacen la transformación
de semejanza,tienen los mismos invariantes: determinante, traza y suma de trazas. Por lo
tanto, todas las matrices que componen a una clase de similitud tienen los mismos eigen-
valores, ya que todos tienen el mismo polinomio caracterı́stico. La matriz con dos cero de
textura permite establecer una relación directa de los elementos de la matriz de Yukawa
con los parámetros de mezcla (. Por lo tanto la matriz de masa es

M̃i =


0

√
λ̃i1λ̃i2

ai
0√

λ̃i1λ̃i2
ai

(λ̃i1 − λ̃i2 +1−ai)

√
(1−ai)(ai−λ̃i1)(ai+λ̃i2)

ai

0

√
(1−ai)(ai−λ̃i1)(ai+λ̃i2)

ai
ai

 .

Aquı́, λi son los autovalores de la matriz de masa, M̃i =
Mi
λi3

, ai =
Ai

mν3
, mν3 la masa del

neutrino más liviano, entonces

M̃i =


0

√
λ̃i1λ̃i2
1−ρi

0√
λ̃i1λ̃i2
1−ρi

(λ̃i1 − λ̃i2 +ρi)

√
(ρi)(1−ρi−λ̃i1)(1−ρi+λ̃i2)

1−ρi

0

√
(ρi)(1−ρi−λ̃i1)(1−ρi+λ̃i2)

1−ρi
1−ρi

 ,
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Si ρi = 1+ai, podemos reescribir esta matriz de la siguiente manera

M̃i =


0

√
λ̃i1λ̃i2
1−ρi

0√
λ̃i1λ̃i2
1−ρi

(λ̃i1 − λ̃i2 +ρi)
√

(ρi)
1−ρi

κi1κi2

0
√

(ρi)
1−ρi

κi1κi2 1−ρi

 , (2.45)

donde
κi1 = (1−ρi − λ̃i1), (2.46)

κi2 = (1−ρi − λ̃i2). (2.47)

Ahora tomando teniendo en cuenta que para una jerarquı́a normal (λi3 > λi2 > λi1) con
λi2 =−|λi2| el rango de valores permitidos para el parámetro ai es:

λi3 > Ai > λi1, entonces 1 >
Ai

λi3
>

λi1

λi3
, (2.48)

ası́
1 > ai > λ̃i1, (2.49)

y sustituyendo el parámetro ai se tiene 1 > ai > λ̃i1 entonces 1 > 1− ρi > λ̃i1 de aqui
vemos que 1 > 1−ρi, entonces ρi > 0 y 1−ρi > λ̃i1, entonces 1− λ̃i1 > ρi, por lo tanto
1− λ̃i1 > ρi > 0.

2.4. Matriz de mezcla de neutrinos activos en el
M2DH-III con MSS-I

Para encontrar la matriz de mezcla, debemos diagonalizar las matrice de masa (2.45)
en función de los valores experimentale de los leptones, primero debemos reescribir los
autovectores de la matriz de masa. Luego, como los autovectores no estan normalizados,
se debe proceder a hallar la constante de normalización, y a la matriz de mezcla UPMNSS.

La matriz de mezcla del sabor de los leptones, UPMNS esta definida como [70,167,168]

UPMNS =U†
l Uν , (2.50)

con
Uν ,l = Pν ,lOν ,l, (2.51)

aquı́ Oν ,l es la matriz ortogonal que resulta de la diagonalización y P es la matriz diagonal
de fases

P =

 1 0 0
0 eiη1 0
0 0 eiη1

 . (2.52)

La matriz de mezclas de los leptones puede ser escrita como

UPMNS = OT
l Pν−lOνK, (2.53)
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donde Oν ,l son las matrices ortogonales reales. Entonces la matriz de mezclas de los
leptones toma la forma

U th
PMNS =

 U th
e1 U th

e2 U th
e3

U th
µ1 U th

µ2 U th
µ3

U th
τ1 U th

τ2 U th
τ3

 . (2.54)

Para una jerarquı́a normal (λi3 > λi2 > λi1) :

La matriz matriz ortogonal real, obtenida del proceso de diagonalización mediante re-
laciones de semejanza [127] que relaciona con los valores de las masas de los leptones y
los otros neutrinos toma la siguiente forma

Oi =



√
λ̃i2κi1

Gi1
−
√

λ̃i1κi2
Gi2

√
ρiλ̃i1λ̃i2

Gi3√
(1−ρi)λ̃i1κi1

Gi1

√
(1−ρi)λ̃i2κi2

Gi2

√
(1−ρi)ρi

Gi3

−
√

ρiλ̃i1κi2
Gi1

−
√

ρiλ̃i2κi1
Gi2

√
κi1κi2

Gi1

 , (2.55)

donde sustituimos los siguientes valores en las matrices ortogonales

Oν =

{
λ̃i1 =⇒ m̃ν1

λ̃i2 =⇒ m̃ν2

, (2.56)

OT
ν =

{
λ̃i1 =⇒ λ̃e1 =⇒ m̃e

λ̃i2 =⇒ λ̃e2 =⇒ m̃µ

, (2.57)

Oν =



√
m̃ν2κmν1

Gmν1
−
√

m̃ν1κmν2
Gmν2

√
ρν m̃ν1 m̃ν2

Gmν3√
(1−ρν )m̃ν1 κmν1

Gmν1

√
(1−ρν )m̃ν2κmν2

Gmν2

√
(1−ρν )ρν

Gmν3

−
√

ρν m̃ν1κmν2
Gmν1

−
√

ρν m̃ν2κmν1
Gmν2

√
κmν1

κmν2
Gmν3

 , (2.58)

OT
l =

−

√
m̃µ κme

Gme

√
(1−ρl)m̃eκme

Gme
−
√

ρlm̃eκmµ

Gme√
m̃eκmµ

Gmµ

√
(1−ρl)m̃µ κmµ

Gmµ

−
√

ρlm̃eκme
Gmµ√

ρlm̃em̃ν

Ge3
−
√

(1−ρl)ρl
Ge3

√
κmeκmµ

Ge3

 , (2.59)

con

κmν1
= (1−ρν − m̃ν1), (2.60)

κmν2
= (1−ρν − m̃ν2), (2.61)

Gmν1
= (1−ρν)(1− m̃ν1)(m̃ν1 + m̃ν2), (2.62)

Gmν2
= (1−ρν)(1+ m̃ν2)(m̃ν1 + m̃ν2), (2.63)

Gmν3
= (1−ρν)(1− m̃ν1)(1+ m̃ν2) (2.64)
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κme = (1−ρl − m̃e), (2.65)
κmµ

= (1−ρl − m̃µ), (2.66)
Gmme

= (1−ρl)(1− m̃e)(m̃e + m̃µ), (2.67)
Gmmµ

= (1−ρl)(1+ m̃µ)(m̃e + m̃µ), (2.68)

Gme3
= (1−ρl)(1− m̃e)(1+ m̃µ), (2.69)

y la matriz diagonal de fases

P(ν−l) =

 1 0 0
0 eiη1 0
0 0 eiη2

 . (2.70)

Haciendo el producto de OT
l Pν−l , se tiene

OT
l P(ν−l) =

−

√
m̃µ κme

Gme

√
(1−ρl)m̃eκme

Gme
eiη1 −

√
ρlm̃eκmµ

Gme
eiη2√

m̃eκmµ

Gmµ

√
(1−ρl)m̃µ κmµ

Gmµ

eiη1 −
√

ρlm̃eκme
Gmµ

eiη2√
ρlm̃em̃ν

Ge3
−
√

(1−ρl)ρl
Ge3

eiη1
√

κmeκmµ

Ge3
eiη2

 . (2.71)

Mediante las ecuaciónes (2.53) y (2.54), se tiene que los elementos de la matriz U th
PMNS
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son

U th
e1 =

√
m̃µm̃ν2κmeκmν1

GmeGν1

+

√
m̃em̃ν1

GmeGν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν1

eiρ1 +
√

ρlρνκmµ
κmν2

eiη2
)
,

U th
e2 = −

√
m̃µm̃ν2κmeκmν2

GmeGν2

+

√
m̃em̃ν2

GmeGν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν2

eiη1 +
√

ρlρνκmµ
κmν1

eiη2
)
,

U th
e3 =

√
m̃µm̃ν1m̃ν2ρνκme

GmeGν3

+

√
m̃e

GmeGν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmee

iη1 −√ρlκmµ
κmν1

κmν2
eiη2

)
,

U th
µ1 = −

√
m̃em̃ν2κmµ

κmν1

Gmµ
Gν1

+

√
m̃µm̃ν1

Gmµ
Gν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν1eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν2
eiη2
)
,

U th
µ2 =

√
m̃em̃ν1κmµ

κmν2

Gmµ
Gν2

+

√
m̃µm̃ν2

Gmµ
Gν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν2eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν1
eiη2
)
,

U th
µ3 = −

√
m̃em̃ν1m̃ν2ρνκmµ

Gmµ
Gν3

+

√
m̃µ

Gmµ
Gν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmµ

eiη1 −√ρlκmeκmν1
κmν2

eiη2
)
,

U th
τ1 =

√
m̃em̃µm̃ν2ρlκmν1

Gmτ
Gν1

+

√
m̃ν1

Gmτ
Gν1

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν1

eiη1 −√ρνκmeκmµ
κmν2

eiη2
)
,

U th
τ2 = −

√
m̃em̃µm̃ν1ρlκmν2

Gmτ
Gν2

+

√
m̃ν2

Gmτ
Gν2

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν2

eiη1 −
√

ρνκme fmµ
κmν1

eiη2
)
,

(2.72)
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U th
τ3 =

√
m̃em̃µm̃ν1m̃ν2ρlρν

Gmτ
Gν3

+

√
ρlρν(1−ρl)(1−ρν)

Gmτ
Gν3

eiη1

√
κmeκmµ

κmν1
κmν2

Gmτ
Gν3

eiη2, (2.73)

En estas expresiones las m̃′s son

m̃ν1(e) =
mν1(e)

mν3(τ)
, m̃ν2(µ) =

mν2(µ)

mν3(τ)
, (2.74)

mientras que las κ ′s y las G′s están definidas como sigue

κmν1(e) =
(
1−ρν(l)− m̃ν1(e)

)
, (2.75)

κmν2(µ) =
(
1−ρν(l)+ m̃ν2(µ)

)
, (2.76)

Gmν1(e) = (1−ρl(l))(1+ m̃ν1(e))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (2.77)

Gmν1(µ) = (1−ρν(l))(1+ m̃ν2(µ))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (2.78)

Gmν3(τ) = (1−ρν(l))(1+ m̃ν1(e))(1+ m̃ν2(µ)), (2.79)

La matrices de mezcla del sabor de los leptones UPMNS, surge de la falta de correspon-
dencia entre la diagonalización de las matrices de masa de los leptones cargados y los
neutrinos izquierdos [169]

VCKM =UuU†
d , UPMNS =U†

l Uν . (2.80)

Para el sector leptónico, cuando los neutrinos izquierdos son partı́culas de Majorana, la
matriz de mezclas se define como [156]

UPMNS =U†
l UνK, (2.81)

donde K es la matriz diagonal de fases de Majorana de violación de CP

K ≡ diag[1,eiβ1,eiβ2], (2.82)

donde Ul es la matriz unitaria que diagonaliza a la matriz de masa de los leptones cargados
y Uν es la matriz unitaria que diagonaliza a la matriz de masa de los neutrinos izquierdos.

2.5. Implementación del método de verosimilitud

Para validar la consistencia del modelo, y la escogencia de unos ceros de textura en
particular en las matrices de masa, se realizo un análisis de verosimilitud, donde χ2 se
define como

χ
2 = χ

2(mν3,ρl,ρν ,Φ1,Φ2)

=

(
sin2

θ
exp
12 − sin2

θ th
12
)2

σ2
θ12

+

(
sin2

θ
exp
13 − sin2

θ th
13
)2

σ2
θ13

+

(
sin2

θ
exp
23 − sin2

θ th
23
)2

σ2
θ23

.

(2.83)
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2.5 Implementación del método de verosimilitud

Ası́, los ángulos de mezcla están relacionados con las magnitudes de las entradas de la
matriz de mezclas de los leptones UPMNS a través de las relaciones unitarias [170]

sin2
θ

th
12 =

|Ue2|2

1−|Ue3|2
, sin2

θ
th
23 =

∣∣Uµ3
∣∣2

1−|Ue3|2
, sin2

θ
th
13 = |Ue3|2 . (2.84)

El cálculo de χ2 se realiza utilizando los siguientes valores para las masas de los leptones
cargados [171]

me = 0,5109989461±0,0000000031 MeV,

mµ = 105,6583745±0,0000024 MeV,

mτ = 1776,86±0,12 MeV. (2.85)

Para las masas de los neutrinos izquierdos de Majorana se toma una jerarquı́a normal.
Esto permite escribir las razones de masas de los neutrinos izquierdos en términos de las
diferencias de los cuadrados de las masas y la masa del neutrino mν3 en la siguiente forma

m̃ν1 =

√
1−

△m2
31

m2
ν3

, m̃ν2 =

√
1−

(△m2
31 −△m2

21)

m2
ν3

. (2.86)

Las diferencias de los cuadrados de las masas del neutrino se obtuvieron de los datos
experimentales de las oscilaciones de neutrinos [171], mientras que la masa mν3 se deja
como parámetro libre del ajuste χ2 . Además, los parámetros ρl,ρν , Φ1 y Φ2 también se
dejaron como parámetros libres. Por lo tanto, se tienen cinco parámetros libres es decir
cuatro grados de libertad

χ
2(mν3,ρl,ρν ,Φ1,Φ2). (2.87)

De los mejores valores obtenidos para mν3 y de los valores experimentales de △m2
13 y

△m2
21, se obtienen los siguientes mejores valores para las masas de los neutrinos

mν3 = 0,0501849+0,00141960
−0,00490759, mν2 = 0,00831433+0,00173177

−0,00061587, mν1 = 0,00377429+0,0007
−0,0007.
(2.88)

Los mejores valores resultantes d elos parametros ρl y ρν son

ρl = 0,0991847+0,089000
−0,0104336, ρν = 0,295867+0,0950

−0,0950, (2.89)

y los mejores valores de las fases de violación de CP son

Φ1 = 284,808+35,221
−35,221, Φ2 = 26,77+13,4439

−13,4439. (2.90)

Los mejores valores para las magnitudes de las entradas de la matriz de mezcla UPMNS
están dados por la siguente expresión, a un 90%C.L

∣∣∣U th

PMNS

∣∣∣=
 0,8204+0,008

−0,010 0,5616+0,012
−0,014 0,1181+0,017

−0,011

0,3748+0,018
−0,031 0,6280+0,019

−0,010 0,6819+0,025
−0,025

0,4345+0,024
−0,020 0,5388+0,022

−0,024 0,7216+0,024
−0,027

 . (2.91)
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2 Matrices de masa y mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I

2.6. Efectos del bosón de Higgs cargado en los
canales de decaimiento leptónicos del tauón

Un proceso con cambio de sabor en corriente escalar cargada (CSCEC) importante es el
decaimiento τ → lν lντprovee información sobre la relación entre las constantes de acople
de Yukawa entre la primera y segunda familia leptónica. La parte del lagragiano (2.7) con
cambios de sabor involucrada en este decaimiento es:

−L IIICS
Y = NU†

PMNS
η

E
2 PREH++h.c. (2.92)

τ

ντ

l

ν l

H−

Figura 1: Diagrama de feynman del decaimiento τ → ντ lν l

En la siguiente sección, calculamos los anchos decaimientos a tres cuerpos de los pro-
cesos τ → eνeντ y τ → µνµντ en el M2DH tipo III-CS (tanβ → ∞), con el objetivo de
compararlos con los anchos de decaimientos experimentales y obtener ası́ una relacion
entre las constantes de acoplamiento de Yukawa involucradas en estos procesos.

2.6.1. Cálculo de amplitudes de decaimiento para τ → lν lντ

Para el calculo del ancho de decaimiento total del τ− → l−ν̄lντ , con l = µ,e, el con-
texto del modelo lepton especı́fico con dos dobletes de Higgs (LS2HDM) , este proceso
está mediado a través del intercambio simultáneo de bosón de gauge electrodébil cargado
W± y el boson de Higgs cargado H± (Fig 1). El ancho de decaimiento total [172] se pue-
de escribir en términos del ancho de decaimiento de este proceso calculado en el MEE
(ΓMEE

l ) y un término de contribución a la nueva fı́sica debido al intercambio del H± en el
proceso (∆H±

l ). Asi el ancho total de decaimiento del proceso esta dado por

Γl = Γ
MEE
l

[
1+∆

H±
l

]
, (2.93)

donde ΓMEE
l es [173, 174]

Γ
MEE
l =

G2
Fm5

τ

192π3 f (yl)

[
1+

3
5

m2
τ

m2
W
−2

m2
l

m2
W

][
1+

α(mτ)

2π

(
25
4
−π

2
)]

, (2.94)

siendo GF la constante de Fermi, mW la masa del boson W± , ml lamasa del lepron cargado
l, mτ la masa del lepón tau y α(mτ)≃ 1/136.
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2.6 Efectos del bosón de Higgs cargado en los canales de decaimiento leptónicos del tauón

Fig 1: Contribución a nivel árbolal decaimiento leptónico del τ . El intercambio del W±

en el MEE (en la izquierda) y el intercambio del boson de Higgs cargdo H± en L2HDM
(en la derecha).

La contribución de la nueva fı́sica al ancho de decaimiento total ∆H±
l se reescribe como

∆
H±
l = ∆

tree
l +∆

rad
l , (2.95)

donde ∆tree
l es la contribución a nivel árbol y ∆rad

l es la contribución radiativa aun loop. La
contribución a nivel arbol ∆tree

l puede reescribirse en términos de un término de violación
de sabor (δ f v

l ) junto con un término de interferencia (δ in
l ) el cual conserva el sabor, de la

siguiente manera [172]

∆
tree
l = δ

f v
l +δ

in
l , (2.96)

donde δ
f v

l esta dado por [?, 172]

δ
f v

l =
3

∑
i, j=1

|Vτνi|2Y 2
τνi

Y 2
lν j
|Vlν j |2

32G2
f m4

H+

tan4
β , (2.97)

y δ in
l esta escrito como [?, 172]

δ
in
l =

3

∑
i, j=1

Re(V †
τνiY

∗
τνi

Ylν jVlν j)√
2G f m2

H+

tan2
β

g
(
m2

l /m2
τ

)
f
(
m2

l /m2
τ

) . (2.98)

Finalmente, la contribución a nivel árbol ∆tree
l puede ser escruta mas convenientemente

de la siguiente manera

∆
tree
l =

3

∑
i, j=1

[
|Vτνi|2m2

τm2
l |Vlν j |2

32G2
f m4

H+v4 tan4
β

−
Re(V †

τνiVlν j)m
2
l√

2G f m2
H+v2

tan2
β

g
(
m2

l /m2
τ

)
f
(
m2

l /m2
τ

)] . (2.99)

Además, la contribución radiativa a orden de un loop ∆rad
l esta dada por

∆
rad
l =

3

∑
i, j=1

[
Re(V †

τνiVlν j)

16π2
m2

τ

v2 tan2
β

]

×
[

1+
1
4
(
H(xA)+ sin2(β −α)H(xH)+ cos2(β −α)H(xh)

)]
, (2.100)
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donde f (x) es un factor enel espacio de fase escrito como f (x) ≡ 1− 8x+ 8x3 − x4 −
12x2 lnx, g(x) es el factor de interferencı́a definido como g(x)≡ 1+9x−9x2−x3+6x(1+
x) lnx, y H(xs)≡ ln(xs)(1− xs)/(1+ xs), con xs = m2

s/m2
H± y s = A,H,h.

Observamos que en ∆H±
l dada por (2.95), las sumas sobre los sabores de neutrinos y

antineutrinos en el estado final se han incluido porque los sabores de neutrinos y los anti-
neutrinos no se detectan en la medición [88,175]. Para el caso en el cual mA = mH = mH±

[88, 176], la contribución a un loop debido a todos los bosones de Higgs estan suprimi-
dos con respecto a la contribución a nivel árbol como xφ = m2

φ
/m2

H±=1 and H(xφ ) = 0
[172, 176]. Enfatizamos que como las interacciones escalares que violan el sabor son do-
minantes en el LS2HDM con cambios de sabor en corrientes neutras a nivel de árbol, el
aporte de conservación del sabor satisface δ in

l ≪ δ
f v

l [?]. De esta forma la contribución
a la nueva fı́sica al ancho total de decaimiento ∆H±

l dado por (3.45) puede ser reescrito
como

∆
H±
l =

∑
3
i, j=1 |Vτνi|2Y 2

τνi
Y 2

lν j
|Vlν j |2

32G2
f m4

H
tan4

β . (2.101)

De laexpresión (2.101), nosotros obtenemos la fracción de las contribuciones de la nueva
fı́sica al ancho total de decaimiento (∆H±

µ /∆H±
e ), el cual esta dado por

∆H±
µ

∆H±
e

=
∑

3
j=1Y 2

µν j
|Vµν j |2

∑
3
i=1Y 2

eνi|Veνi|2
, (2.102)

podemos observar también que el factor 32G2
f M4

H y tan4 β se cancelarón, y , ası́,
∆H−

µ

∆H−
e

depende sólo de las constantes de acoplamiento de Yukawa del Higgs cargado y los ele-
mentos de la matriz de mezcla leptónica.

2.7. Una relación entre las constantes de
acoplamiento de Yukawa

Los branching ratios experimentales del decaimiento leptonico del tau τ → µν̄µντ and
τ → eν̄eντ son [177]

Bexp
µ =

Γexp(τ → µνµντ)

Γexp =
Γ

exp
µ

Γexp = (17,39±0,04)%, (2.103)

Bexp
e =

Γexp(τ → eνeντ)

Γexp =
Γ

exp
e

Γexp = (17,82±0,04)%. (2.104)

Sustituyendo los valores experimentales de las masas de los leptones e, µ , τ y W± [177]
en la expresión (2.94), nosotros obtenemos que los branching ratios del MEE son

BESM
µ = (17,35±0,05)%, (2.105)

BESM
e = (17,78±0,05)%. (2.106)
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2.7 Una relación entre las constantes de acoplamiento de Yukawa

La contribución de la nueva fı́sica más allá del MEE puede considerarse a través de la
cantidad ∆H±

l definida en términos de los branching ratio de la siguiente manera

Bexp
l =

ΓESM
l +ΓH±

l
Γexp = BESM

l (1+△H±
l ), (2.107)

Considerando (2.103),(2.104),(2.105) y (2.106), la contribución de la nueva fı́sica en re-
lación a los branching ratios se estiman como

∆
H±
µ = (0,23±0,52)% and ∆

H±
e = (0,22±0,51)% (2.108)

Observamos que las contribuciones negativas están más restringidas que las positivas. Sin
embargo el rango de contribuciones ha disminuido con respecto a los reportados en [178],
implicando la existencı́a de nueva fı́sica.

Asumiendo que los branching ratios experimentales de esos procesos incluyen efectos de
nueva fı́sica más allá del MEE [178], y teniendo en cuenta que en (2.107)

BESM
l =

ΓESM
l

Γexp , (2.109)

y

△H±
l =

ΓH±
l

ΓESM
l

. (2.110)

A partir de la expresión (2.107), nosotros obtenemos que la facción dela contribución a la
nueva fı́sica puede ser escrita como

△H+

µ

△H+

e
=

(Bexp
µ −BESM

µ )

(Bexp
e −BESM

e )

BESM
e

BESM
µ

. (2.111)

Substityendo (2.102), (2.103), (2.104), (2.105) y (2.106) en la expresión (2.111), tenemos

∑
3
j=1Y 2

µν j
|Vµν j |2

∑
3
i=1Y 2

eνi|Veνi|2
=

(Bexp
µ −BESM

µ )

(Bexp
e −BESM

e )

BESM
e

BESM
µ

= 1,02±3,25%. (2.112)

Finalmente, depsues de sustituir los elementos de la matriz de mezcla leptónica en la
expresión (2.112), nosotros obtenemos la siguiente relacion entrelos cuadrados de las
constantes de acoplamiento de Yukawa del Higgs cargado presentes en los dos procesos
de decaimiento del tau

0,13+0,02
−0,01Y 2

µνe
+ 0,37+0,02

−0,02Y 2
µνµ

+0,48+0,03
−0,04Y 2

µντ

= 0,69+2,70
−0,67Y 2

eνe
+0,32+1,13

−0,31Y 2
eνµ

+0,01+0,05
−0,01Y 2

eντ
. (2.113)

Esta expresión se puede utilizar como información adicional, para el caso en el que el
espacio de parámetros se explore con el propósito de establecer restricciones teóricas
a las constantes de acoplamientode Hihh cargado en el LS2HDM. Es evidente que la
mayor desviación se encuentra en el coeficiente de acoplamiento de Yukawa del electrón
con el νe porque la incertidumbre del elemento |Veνe | es grande en comparación con la
incertidumbre de las otras entradas

∣∣Veνµ

∣∣,|Veντ
| que intervienen en el decaimiento del tau.
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2 Matrices de masa y mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I

Por lo tanto, asumimos que debe haber una jerarquı́a en los presentes en el espectro
de masas de quarks y leptones . Considerando que esta relación resulta ser consistente
con el supuesto de una jerarquı́a normal en las constantes de acoplamiento de Yukawa.
Esta jerarquı́a es consistente con la suposición de una jerarquı́a normal en las masas de
neutrinos, similar a la que existe en el espectro de los leptonos cargados. Por esta razón,
considerando que el ı́ndice l puede representar los tres sabores de neutrinos, es decir, l =
e,µ,τ ,Inicialmente asumimos que el cuadrado de la constante de asociación de Yukawa
entre un electrón y cualquier tipo de neutrino es menor en a factor a al cuadrado de la
constante de acoplamiento de Yukawa entre un muón y cualquier tipo de neutrino, es
decir

Y 2
eνl

= aY 2
µνl

. (2.114)

satisfaciendo que a < 1, ası́ de esta forma se tiene en cuenta la jerarquı́a natural existente
entre la masa del muón respecto a la masa del electrón. Además, suponemos que el cua-
drado de la constante de acoplamiento de Yukawa entre el muón y el neutrino electrónico
es menor en un factor b que el cuadrado de la constante de acoplamiento de Yukawa entre
el muón y el neutrino muónico, ası́ como el cuadrado de la constante de acoplamiento de
Yukawa entre el muón y el neutrino electrónico es menor en un factor c al cuadrado de la
constante de acoplamiento de Yukawa entre el muón y el neutrino tau, es decir

Y 2
µνµ

= bY 2
µντ

, (2.115)

Y 2
µνe

= cY 2
µντ

. (2.116)

Satisfaciendo que c< b< a,de esta manera asumimos una jerarquı́a normal para las masas
de los neutrinos. Después de sustituir expresiones (2.114), (2.115) y (2.116) en la relación
entre el cuadrado de las constantes de acoplamiento de Yukawa (2.113) , para los valores
centrales se obtiene la siguiente relación

0,13Y 2
µνe

+0,37Y 2
µνµ

+0,48Y 2
µντ

= a(0,69Y 2
µνe

+0,32Y 2
µνµ

+0,01Y 2
µντ

)

(0,13c+0,37b+0,48)Y 2
µντ

= a(0,69c+0,32b+0,01)Y 2
µντ

0,13c+0,37b+0,48 = a(0,69c+0,32b+0,01), (2.117)

para que la relación (2.117) se mantenga,se debe satisfacer que

a > 0,9998; 0,9221 ≤ b ≤ 0,9998; 0,9219 ≤ c ≤ 0,9288. (2.118)

Por otro lado, realizando el mismo procedimiento para las cotas superiores, se encuentra
que se debe satisfacer que

0,920 ≤ a ≤ 0,9998; 0,117 ≤ b ≤ 0,4246; 0,0001 ≤ c ≤ 0,1169, (2.119)

Se observa que los valores de a,b,c encontrados, que provienen de la relación entre los
cuadrados de las constantes de acoplamiento de Yukawa, satisfacen a > b > c implican-
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do que esta relación es consistente con la jerarquı́a existente entre las masa del muón
con respecto a la masa del electrón y la jerarquı́a normal asumida para las masas de los
neutrinos.

2.8. Matrices de masa y mezcla de neutrinos
estériles en el M2DH-III con MSS-I

Para el caso de los neutrinos pesados de Majorana, se contruye la matriz de masa y
mezcla de neutrinos estériles con los mismos ceros de textura atendiendo a la simetrı́a de
sabor implementada para el caso de os neutrinos ligeros de Dirac.

2.8.1. Factorización de fases

De acuerdo con la simetrı́a S3, las matrices MνR de masa de los neutrinos derechos
de Majorana serán simétricas con la misma estructura que las matrices par los neutrinos
ligeros, de la forma

MνR =

 0 c 0
c b̃ b
0 b a

 , (2.120)

donde a,b, b̃,c ∈C. Estas texturas son una consecuencia de la simetrı́a de sabor.
Como consecuencia del MSS-I las matrices de masa de los neutrinos ligeros toma la

forma (2.23)
Mν ≈−MD(MνR)

−1(MD)T . (2.121)

Observamos que esta matriz es simétrica, lo cual me condiciona la forma de la matriz MνR

que debe ser no singular y simétrica. La matriz inversa de MνR está dada por

M−1
νR

=

 −a ˜b−b2

ac2
1
c − b

ac
1
c 0 0

− b
ac 0 1

a

 .

Por consiguiente, está todo listo para utilizar el mecanismo See-Saw I, tenemos que para
MD la matriz de masa de los neutrinos de Dirac hermitiana con dos ceros de textura, y MνR ,
la matriz de los neutrinos derechos de Majorana simétrica, que es la que nos dispondremos
a calcular.

Partimos de la ecuación (2.120), la cual podemos reescribor factorizando las fases de
la siguiente manera

MνR = GT MνRG, (2.122)

con G siendo la matriz diagonal de fases

G =

 1 0 0
0 eiη1 0
0 0 eiη2

 , (2.123)
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y la matriz MνR esta dada por

M̄νR =

 0 |c|eiθc 0
|c|eiθc

∣∣b̃∣∣eiθb |b|eiθb

0 |b|eiθb |a|eiθa

 . (2.124)

2.8.2. Matriz de mezcla W para neutrinos estériles

De manera análoga a los neutrinos activos, los elementos que componen la matriz de
mezcla de los neutrinos estérles esla siguiente
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2.8 Matrices de masa y mezcla de neutrinos estériles en el M2DH-III con MSS-I

W th
e1 =

√
m̃µm̃ν2γmeγmν1

HmeHν1

+

√
m̃em̃ν1

HmeHν1

(√
(1− ςl)(1− ςν)γmeγmν1

eiς1 +
√

ςlςνγmµ
γmν2

eiη2
)
,

W th
e2 = −

√
m̃µm̃ν2γmeγmν2

HmeHν2

+

√
m̃em̃ν2

HmeHν2

(√
(1− ςl)(1− ςν)γmeγmν2

eiη1 +
√

ςlςνγmµ
γmν1

eiη2
)
,

W th
e3 =

√
m̃µm̃ν1m̃ν2ςνγme

HmeHν3

+

√
m̃e

HmeHν3

(√
ςν(1− ςl)(1− ςν)γmee

iη1 −√ςlγmµ
γmν1

γmν2
eiη2

)
,

W th
µ1 = −

√
m̃em̃ν2γmµ

γmν1

Hmµ
Hν1

+

√
m̃µm̃ν1

Hmµ
Hν1

(√
(1− ςl)(1− ςν)γmµ

γν1eiη1 +
√

ςlςνγmeγmν2
eiη2
)
,

W th
µ2 =

√
m̃em̃ν1γmµ

γmν2

Hmµ
Hν2

+

√
m̃µm̃ν2

Hmµ
Hν2

(√
(1− ςl)(1− ςν)γmµ

γν2eiη1 +
√

ςlςνγmeγmν1
eiη2
)
,

W th
µ3 = −

√
m̃em̃ν1m̃ν2ςνγmµ

Hmµ
Hν3

+

√
m̃µ

Hmµ
Hν3

(√
ςν(1− ςl)(1− ςν)γmµ

eiη1 −√ςlγmeγmν1
γmν2

eiη2
)
,

W th
τ1 =

√
m̃em̃µm̃ν2ςlγmν1

Hmτ
Hν1

+

√
m̃ν1

Hmτ
Hν1

(√
ςl(1− ςl)(1− ςν)γmν1

eiη1 −√ςνγmeγmµ
γmν2

eiη2
)
,

W th
τ2 = −

√
m̃em̃µm̃ν1ςlγmν2

Hmτ
Hν2

+

√
m̃ν2

Hmτ
Hν2

(√
ςl(1− ςl)(1− ςν)γmν2

eiη1 −√ςνγmeγmµ
γmν1

eiη2
)
,
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W th
τ3 =

√
m̃em̃µm̃ν1m̃ν2ςlςν

Hmτ
Hν3

+

√
ςlςν(1− ςl)(1− ςν)

Hmτ
Hν3

eiη1

√
γmeγmµ

γmν1
γmν2

Gmτ
Gν3

eiη2,

(2.125)

en estas expresiones las m̃′s son

m̃ν1(e) =
mν1(e)

mν3(τ)
, m̃ν2(µ) =

mν2(µ)

mν3(τ)
, (2.126)

las γ ′s y las H ′s están definidas como sigue:

γmν1(e) =
(
1− ςν(l)− m̃ν1(e)

)
, (2.127)

γmν2(µ) =
(
1− ςν(l)+ m̃ν2(µ)

)
, (2.128)

Hmν1(e) = (1− ςl(l))(1+ m̃ν1(e))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (2.129)

Hmν1(µ) = (1− ςν(l))(1+ m̃ν2(µ))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (2.130)

Hmν3(τ) = (1− ςν(l))(1+ m̃ν1(e))(1+ m̃ν2(µ)), (2.131)

aqui los valores de mν1 ,mν2 ,mν3 son los valores de las masas de los neutrinos derechos de
los cuales no tenemos información ni de los parámetros de mezcla entre ellos ςν(l) y Hmν

.
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3 Matrices de masa y mezcla de
neutrinos en el M2DH-III con
MSS-I+III

3.1. Generación de masa de neutrinos v́ıa MSS-III

El MSS-III se implementa mediante la inclusión de un triplete de fermiones de Majora-
na [151]. Este mecanismo ha tenido gran desarrollo en años recientes [78,96,97,179], ya
que ha demostrado tener implicaciones únicas en la fı́sica de altas energı́as [179–181]. Por
tanto, en la presente sección se estudia el MSS-III con el fin de entender cuales serı́an sus
posibles repercusiones y demostrar que no posee ninguna distinción a bajas energı́as con
el singlete de Majorana. Más adelante se incluirá este triplete simultáneamente al singlete
de Majorana.

Inicialmente, se presenta el triplete de Majorana en la representación de isovector y se
construye la densidad lagrangiana que describe estos fermiones. Luego, debido a que en
la representación de isovector existen campos que no poseen cargas definidas, se escribe
el triplete en forma matricial. De esta manera, se define los posibles tipo de interacciones
que presentan los campos del triplete, mediante el estudio del término cinético. A con-
tinuación, se estudia el mecanismo MSS-III generado por el triplete y además la mezcla
producida por el mismo con los leptones cargados del MEE.

Si se incluye, por cada generación, un triplete de fermiones con quiralidad derecha, en-
tonces este triplete permite obtener un término de Dirac-Majorana similar al del singlete
en el escenario del MSS. Sin embargo, la adición del triplete conduce a una fenomeno-
logı́a mucho más extensa y dar lugar a implicaciones únicas en la fı́ca más allá del MEE.
Por lo anterior, en esta sección se considera el M2DH-III extendido con la introducción
del triplete, que posee hipercarga débil nula e isoespı́n débil igual a uno.

En el MEE minimal, la matriz de masa de neutrinos que se obtiene vı́a MSS-III, tiene
la siguiente estructura

mν =−v2

2
η

T
Σ M−1

Σ
ηΣ, (3.1)

donde v, es el VEV del doblete de Higgs, MΣ la matriz de masa del triplete de fermiones en
la representación adjunta del grupo de isoespin débil SU(2), y η

i j
Σ

la matriz de acoples de
Yukawa de los fermiones con los leptones y el Higgs del MEE, donde se ha considerado
la masa del neutrino a ser del orden mν ≈ 0,1eV y la masa del triplete entre 300− 800
GeV. [95]
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3 Matrices de masa y mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I+III

3.1.1. MSS-III en el M2DH-III

Inicialmente adicionamos un triplete extra, SU(2) de fermiones, por cada generación
al MEE, denotamos en coordenadas cartesianas como

Σ⃗
′
Ri =

(
Σ

′1
R ,Σ

′2
R ,Σ

′3
R

)
, (3.2)

Σ⃗C
′
Ri =

(
Σ

′1c
R ,Σ

′2c
R ,Σ

′3c
R

)
, (3.3)

donde i = 1,2,3, es necesario tener en cuenta que los campos Σ1,Σ2, no son estados
propios del operador de carga eléctrica, por lo cuales se escribirán en la representación
adjunta del grupo de isoespı́n débil SU(2) con hipercarga (Y = 0) [78]. En la notación
2×2 compacta, el triplete toma la forma

Σ
′
Ri =

1√
2 ∑

j
σ⃗ ′

i
j
· Σ⃗R j, (3.4)

donde σ⃗i son las matrices de Pauli, la componente derecha de este multiplete en esta
notación 2×2, toma la forma

Σ
′
Ri =

1√
2

(
Σ

′3
Ri Σ

′1
Ri − iΣ

′2
Ri

Σ
′1
Ri + iΣ

′2
Ri −Σ

′3
Ri

)
, (3.5)

si se toma las componentes del triplete en la base del operador de carga como

Σ
′±
Ri =

Σ
′1
Ri ∓Σ

′i2
Ri√

2
, Σ

′i0
Ri = Σ

′i3
Ri . (3.6)

El correspondiente multiplete en esta base será

Σ
′
Ri =

(
Σ

′0
Ri/

√
2 Σ

′+
Ri

Σ
′−
Ri Σ

′0
Ri/

√
2

)
, (3.7)

y su respectivo isovector adjunto Σ⃗R y conjugado Σ⃗C
R de carga puede ser escrito como

Σ′
Ri =

 1√
2
Σ

′0
Ri Σ

′−
Ri

Σ
′+
Ri − 1√

2
Σ

′0
Ri

 Σ
′c
Ri =

(
1√
2
Σ

′0c
Ri Σ

′−c
Ri

Σ
′+c
Ri − 1√

2
Σ

′0c
Ri

)
. (3.8)

Al incluir en nuestro modelo, un nuevo doblete Φ2 escalar bajo SU(2), , al ya usual Φ1,
del MEE, es decir al implementar el MSS-III en el M2DH-III, este nuevo doblete se
acopla únicamente al triplete de fermiones introducidos anteriormente, debido a que se
impone una simetrı́a Z2

Σ
′
R →−Σ

′
R, Φ2 →−Φ2,

Q′
L → Q′

L, L′
L → L′

L, Φ1 → Φ1.

La parte de la densidad lagrangiana responsable de la masa de los leptones se escribe
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3.1 Generación de masa de neutrinos vı́a MSS-III

como

−L =
[
η

E
i j E ′

RiΦ
†
1L′

L j +
√

2Φ
C†
2 Σ′

Riη
Σ
i jL

′
L j +h.c

]
+

1
2

MΣ
i j

[
ΣRiΣ

C
R j +h.c

]
, (3.9)

donde ER, LL, son las usuales componentes de quiralidad derecha e izquierda para los
leptones respectivamente y ηΣ

i j,η
E
i j son las 3×3 matrices de constantes de acoplamiento

de Yukawa. Después del RES electrodébil, para el caso de una generación y analizando
únicamente la parte en la que se genera el término de masa, se tiene que

−L =
ηE

jiv1√
2

e′Rie
′
L j +

ηΣ
i jv2√

2
Σ

′0
Riν

′
L j +η

Σ
i jv2Σ

′−
Ri e′L j +MΣ

i jΨ
′RiΨ

′
L j +

MΣ
i j

2
Σ

′0
RiΣ

′0
R j +h.c,

(3.10)
con [

Σ
′−
Ri Σ

′+c
R j +Σ

′+c
Ri Σ

′−
R j

]
=
[
Ψ′RiΨ

′
L j +Ψ′

LiΨ
′
R j

]
= Ψ

′
RiΨL j +h.c, (3.11)

generamos la siguiente matriz de masa para el neutrino

−L ν =
1
2

(
ν

′c
Li Σ

′0
Ri

) 0 v2

(
ηΣ

i j

)T
/
√

2

v2ηΣ
i j/

√
2 MΣ

i j

( ν ′
L j

Σ
′0c
R j

)
+h.c. (3.12)

El escenario más interesante e importante que se presenta en el término de DM es aquel
en el que mD ≪ mR, mL = 0 que se cumple en el (3.12), y la siguiente matriz de masa
para los leptones cargados

−L l =
(

e′Ri Σ
′−
Ri

)( v1ηE
i j/

√
2 0

v2ηΣ
i j MΣ

i j

)(
eL j

Σ
′+c
Ri

)
+h.c,

=
(

e′Ri Σ
′−
Ri

)
MLC

(
e′L j

Σ
′+c
Ri

)
+h.c, . (3.13)

Con el fin de diagonalizar la matriz de masa para los leptones cargados MLC, tanto los
que constituyen el doblete leptónico del M2DH-II como los del triplete de Majorana, se
desarrollara por medio de la transformación biunitaria . Al imponer la simetrı́a Z2, la masa
del neutrino depende únicamente de uno de los VEV v2, mientras en el caso de la matriz
de masa para los leptones cargados, ambos dobletes se acoplan para dotarle masa a los
leptones del M2DH-III. El valor de v2 esta determinada por la escala de masa del neutrino
y es independiente de la escala de masa de los demás fermiones, por lo tanto, los valores
de la matriz de masa del neutrino puede ser pequeña, sin reducir el valor de las constantes
de acoplamiento de Yukawa.

La matriz de masa 6×6 (3.12), para el caso de 3 generaciones, puede ser diagonalizada,
dejando 3 neutrinos livianos y 3 neutrinos pesados de majorana, la matriz unitaria 6×6,
U esta definida por

UT
(

0 mT
D

mT
D MΣ

)
U =

(
mdiag 0

0 Mdiag

)
,

(
νL

Σ0C
R

)
=U

(
ν ′

L
Σ

′0C
R

)
, (3.14)
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3 Matrices de masa y mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I+III

donde mD = v2ηΣ
i j/

√
2, además

ν
′
L =

 ν ′
α1L

ν ′
α2L

ν ′
α3L

 , Σ
′0C
R =

 Σ
′0c
s1RR

Σ
′0c
s2R

Σ
′0c
s3R

 , (3.15)

existirán 3 campos activos ν ′
αiL (α3 sabores correspondientes) y se incluirán 3 campos

estériles Σ0′
sR

mdiag =

 m1 0 0
0 m2 0
0 0 m3

 , Mdiag =

 mΣ1 0 0
0 mΣ2 0
0 0 mΣ3

 . (3.16)

Aqui mi y MΣi (i= 1,2,3) son las masas de los neutrinos de Majorana livianos y pesados
respectivamente. Nosotros hemos cambiado la base a estados con masas definidas, la
matriz de mezcla U puede ser parametrizada como el productos de dos submatrices.

U =WνUν , (3.17)

donde Wν es la matriz (3.12), 6×6, diagonal por bloques de la forma

W T
ν

(
0 mT

D
mT

D MΣ

)
Wν =

(
Mlig 0

0 Mpes

)
, (3.18)

con, (mD)k j ≪ (MΣ)k j, mientras Uν diagonaliza a Mlig y MPes como

UT
ν

(
Mlig 0

0 MPes

)
Uν =

(
mdiag 0

0 Mdiag

)
. (3.19)

La parametrización anterior nos permite estimar analiticamente los autovalores de masa
y la matriz de mezcla U en términos de Wν y Uν , la matriz puede ser parametrizada como

Wν =

( √
1−BB† B
−B†

√
1−B†B

)
. (3.20)

El MSS-III deja para la matriz de masa de los leptones neutros, de manera análoga al
MSS-I

MLig ≈ −MT
DM−1

Σ
MD

MPes ≈ MΣ. (3.21)

Donde la masa de los neutrinos de Dirac dependen unicamente de v2 y es proporcinal
a las constantes de acople de Yukawa del triplete de fermiones

MD =
v2ηΣ

i j√
2
, (3.22)
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3.2 Matriz de masa leptónica en el M2DH-III con MSS-I+III

mientras en el caso de la matriz de masa para los leptones cargados del M2DH-III y el
triplete de fermiones se tiene

MDiag
L ≈ v1√

2
η

E
i j , (3.23)

MDiag
Σ

≈ MΣ −MDT M−1
Σ

MDT , (3.24)

ya que, (mDT )k j ≪ (MΣ)k j, a primer orden en la expansión

MDiag
Σ

= MΣ. (3.25)

3.2. Matriz de masa leptónica en el M2DH-III con
MSS-I+III

El término de Yukawa para el sector leptónico antes RES electrdébil, para el caso de
una generación, corresponderá a

−L l = L′
Liη

N
i j Φ̃1N′

R j +L′
Liξ

E
i j Φ̃2N′

R j

+
[
η

E
i j E ′

RiΦ
†
1L′

L j +
√

2Φ
C†
2 Σ′

Riη
Σ
i jL

′
L j +h.c

]
+

1
2

MΣ
i j

[
Σ′

RiΣ
′C
R j +h.c

]
+h.c,

(3.26)

con Σ
′c
Ri y Σ

′
Ri definidas en el apartado anterior, después del RES, el término anterior, toma

la forma
L L = L LC +L LN , (3.27)

donde L LC es la densidad lagrangiana de Yukawa correspondiente a los leptones cargados
y L LN la correspondiente densidad lagrangiana de Yukawa de los leptones neutros

−L LC =

(
ηe

i jv1 +ξ e
i jv2√

2

)
e′

Le
′
R +η

Σ
i jv2Σ

′−
Ri e′L j +MΣ

i jΨ
′RiΨ

′
L j +h.c,

= e′
LMEe

′
R +η

Σ
i jv2Σ

′−
Ri e′L j +MΣ

i jΨ
′RiΨ

′
L j +h.c, (3.28)

L LN =
1
2

mRν
T
R Ĉ†νR −

MΣ
i j

2
Σ

′0
RiΣ

′0
R j −

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
ν

′
Lν

′
R −

ηΣ
i jv2√

2
Σ

′0
Riν

′
L j +h.c,

=
1
2

mRν
T
R Ĉ†νR −

MΣ
i j

2
Σ

′0
RiΣ

′0
R j −ν

′
LMν

i jν
′
R −

ηΣ
i jv2√

2
Σ

′0
Riν

′
L j +h.c, (3.29)

las densidades lagrangianas de los campos cargados y neutros, el término de masa para
los leptones neutros L LN o de la densidad lagrangiana de DM, se puede escribir como

L LN =
1
2

NT
L Ĉ†MLNNL +h.c, (3.30)
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siendo el vector asociado para los campos neutros

NL =

 νL
ĈνR

T

ĈΣ0
L

T

=

 νL
νc

R
Σ0c

L

 . (3.31)

La matriz de masa será

MLN =


0

(
ηN

i j v1+ξ N
i j v2√

2

)T (
ηΣ

i jv2√
2

)T

(
ηN

i j v1+ξ N
i j v2√

2

)
mR 0

ηΣ
i jv2√

2
0 MΣ

=


0 MT

ν

(
ηΣ

i jv2√
2

)T

Mν mR 0
ηΣ

i jv2√
2

0 MΣ

 .

(3.32)

Ahora, la extensión al caso de 3 generaciones simplemete corresponderá

L LN =
1
2

NT
L Ĉ†MLNNL +h.c, (3.33)

con

NL =

 νL
νc

R
Σ0c

L

 , MLN =


0

(
ηN

i j v1+ξ N
i j

v 2

√
2
)T (

ηΣ
i j
v 2

√
2
)T

(
ηN

i j v1+ξ N
i j

v 2

√
2
)

mR 0

ηΣ
i jv2√

2
0 MΣ

 ,(3.34)

donde νL,νR,Σ0c
R , corresponden a los vectores

ν
′
L =

 ν ′
α1L

ν ′
α2L

ν ′
α3L

 , Σ
′0C
R =

 Σ
′0c
s1R

Σ
′0c
s2R

Σ
′0c
s3R

 . (3.35)

La diagonalización de la matriz de masa 9×9, (VER ANEXO K) debido a la existencia
simultánea del singlete y del triplete de Majorana

MLN =


0

...
(

ηN
i j v1+ξ N

i j v2√
2

)T (
ηΣ

i jv2√
2

)T

· · · · · · · · · · · ·(
ηN

i j v1+ξ NN
i j v2√

2

)
... mR 0

ηΣ
i jv2√

2

... 0 MΣ


=

(
0 MT

D
MD MνΣ

)
,

(3.36)
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con

MD ≡


(

ηN
i j v1+ξ NN

i j v2√
2

)
ηΣ

i jv2√
2

 , MνΣ ≡
(

mR 0
0 MΣ

)
, (3.37)

matrices de (6× 3) y (6× 6), respectivamente. Se evidencia que MνΣ es diagonal por
bloques, cabe resaltar que la introducción simultánea del singlete y el triplete de Majorana
es equivalente al operador de Weinberg en el lı́mite estático de estos dos fermiones. Se
podrı́a pensar en una, una diagonalización por bloques de un tipo similar al utilizado
cuando se consideraba singlete y triplete de manera separada, es decir

W T
ν MLNWν = MD

ν =

(
Mlig 0

0 MPes

)
, (3.38)

donde MPes es una matriz 6×6 correspondiente a los campos de neutrino pesados. Además
la matriz unitaria Wν de 9×9 se tomará como

Wν =

( √
13×3 −BB† B
−B†

√
16×6 −B†B

)
. (3.39)

3.3. Matriz de masa de neutrinos en el M2DH-III
con MSS-I+III

El MSS tipo I+III deja (VER ANEXO K)

MLig ≈ −

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)T

M−1
R

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
−

(
ηΣ

i jv2√
2

)T

M−1
Σ

(
ηΣ

i jv2√
2

)
.

(3.40)

La matriz de masa de los neutrinos ligeros es igual a la suma de las matrices de ma-
sa obtenidas en el estudio del singlete y triplete separadamente. Ahora la matriz de los
campos pesados estan dados por

MPes ≈ MνΣ +MDB1 +BT
1 MT

D

= MνΣ +MDM†
DM−1†

νΣ
+M−1∗

νΣ
M∗

DMT
D

≈
(

MR 0
0 MΣ

)
, (3.41)

resultado evidente que los campos pesados están desacoplados a primer orden, lo cual es
una buena aproximación, además se generán 3 escalas de energı́a, la electrodébil, la de
los neutrinos derechos de Majorana y la de los tripletes cuya escala se encuentra dentro
de las escalas de gran unificación.
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MLig MPes MD MLC

MSS-I −MT
DM−1

R MD MR −
(

ηN
i j v1+ξ N

i j v2√
2

)
ML =−

(
ηE

i j v1+ξ E
i j v2√

2

)
MSS-III −MT

DM−1
Σ

MD MΣ −MDT M−1
Σ

MDT
v2ηΣ

i j√
2

ML ≈ v1√
2

ηE
i j

MΣ ≈ MΣ

MSS-I+III

−
(

ηN
i j v1+ξ N

i j v2√
2

)T

M−1
R

(
ηN

i j v1+ξ N
i j v2√

2

)

−
(

ηΣ
i jv2√

2

)T

M−1
Σ

(
ηΣ

i j
v 2

√
2
)

(
MR 0
0 MΣ

) 
(

ηN
i j v1+ξ NN

i j
v 2

√
2
)

ηΣ
i jv2√

2

 (
MR 0
0 MΣ

)

Cuadro 3.1: Matrices de masa para los leptones cargados y neutros en los diferentes esce-
narios del MSS

El anterior cuadro (3.1) resume la estructura de las matrices de masa de los neutrinos
ligeros, pesados y los leptones cargados para las diferentes generalizaciones a nivel árbol
del operador de Weinberg utilizados en esta tesis.

3.4. Matriz de mezcla de neutrinos en el M2DH-III
con MSS-I+III

Aunque se ha encontrado una explicación de la pequeñez de la masa del neutrino, es
necesario buscar una forma de verificar fenomenológicamente que esta explicación es de
hecho correcta [157–159].

Una posible manera de verificar que el MSS-I+III funciona, es determinar la existencia
de los neutrinos derechos y el orden de magnitud de los neutrinos ligeros, mediante la
escogencia de la estructurada de las matrices de masa respecto a los ceros de textura.

Después de implementar MSS-I+III, la matriz de Dirac MνD de neutrinos izquierdos,
se relaciona con las constantes de acoplamiento de Yukawa y los VEV de los campos de
Higgs de la siguiente manera (3.40)

MLig ≈ −

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)T

M−1
R

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
−

(
ηΣ

i jv2√
2

)T

M−1
Σ

(
ηΣ

i jv2√
2

)
.

(3.42)

Si analizamos el primer término de esta ecuación, las matrices de Yukawa pueden ser
diagonalizadas a partir de una transformación biunitaria al igual que para el caso del
MSS-I.

SLη
NS†

R, (3.43)

SLMDS†
R =

(
η

diagN
i j v1 +ξ

diagN
i j v2√

2

)
=△N , (3.44)

△N = diag(mν1,mν2,mν3) y η
diagN
i j = SLηNS†

R. Esta transformación conecta el espacio
de sabor y el espacio de masa. Tomando v2 = v2

1+v2
2 = (246GeV )2 y tanβ = v2

v1
, tenemos

que:
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(△N)i j =
vcosβ√

2

[
(ηdiagN

i j )+ tanβ (ξ diagN
i j )

]
=

(
ηΣ

i jv2√
2

)
, (3.45)

donde i, j = 1,2,3.. De esta relación se deduce que los elementos que estan fuera de la
diagonal de las matrices de Yukawa en el espacio de masa η

diagN
i j , odebecen la siguiente

relación
(ηdiagN

i j ) =− tanβ (ξ diagN
i j ), i ̸= j. (3.46)

Como habiamos mencionado antes, esta última condición puede ser satisfecha de dis-
tintas maneras, por ejemplo en los casos de M2DH-I,II, al imponer una simetrı́a discreta
Z2 uno de las matrices de Yukawa es cero y por lo tanto la matriz de masa y de Yukawa
tienen la misma forma. En el caso del M2DH-III, con una textura particular de las matri-
ces de Yukawa, la ecuación (3.46) se satisface por construcción al imponer una textura de
dos ceros para las matrices de Yukawa, como estamos sumando matrices con igual dimen-
sión, el segundo término deberá tener la misma estructura que el primero (??). Volvemos
a asumir un ansatz jerárquico, el cual considera que la matriz de masa de los neutrinos
izquierdos MD y ambas matrices de Yukawa ηN

i j y ξ N
i j tienen la misma forma, es decir la

misma jerarquı́a del sector de Quarks, la cual se comoce como simetrı́a permitacional S3.

MD =

 0 Cν 0
C∗

ν B̃ν Bν

0 B∗
ν Aν

=
vcosβ√

2

 0 Cν
1 0

Cν∗
1 B̃ν

1 Bν
1

0 Bν∗
1 Aν

1

+ tanβ

 0 Cν
2 0

Cν∗
2 B̃ν

2 Bν
2

0 Bν∗
2 Aν

2

 ,
(3.47)

observamos la similitud con la ecuación (3.45). Para la aplicación del MSS-I+III , también
asumimos que la matriz MνR de los neutrinos de Majorana derechos tienen la misma
estructura y parametrizar estas matrices en términos de las masas de los neutrinos pesados
estériles.

Tenemos que los elementos de la matriz U th
PMNS, mediante los invariantes y una matriz

con cuatro ceros de textura despues de haber implementado la simetrı́a S3 son:

U th
e1 =

√
m̃µm̃ν2κmeκmν1

GmeGν1

+

√
m̃em̃ν1

GmeGν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν1

eiρ1 +
√

ρlρνκmµ
κmν2

eiη2
)
,

U th
e2 = −

√
m̃µm̃ν2κmeκmν2

GmeGν2

+

√
m̃em̃ν2

GmeGν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν2

eiη1 +
√

ρlρνκmµ
κmν1

eiη2
)
,
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U th
e3 =

√
m̃µm̃ν1m̃ν2ρνκme

GmeGν3

+

√
m̃e

GmeGν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmee

iη1 −√ρlκmµ
κmν1

κmν2
eiη2

)
,

U th
µ1 = −

√
m̃em̃ν2κmµ

κmν1

Gmµ
Gν1

+

√
m̃µm̃ν1

Gmµ
Gν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν1eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν2
eiη2
)
,

U th
µ2 =

√
m̃em̃ν1κmµ

κmν2

Gmµ
Gν2

+

√
m̃µm̃ν2

Gmµ
Gν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν2eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν1
eiη2
)
,

U th
µ3 = −

√
m̃em̃ν1m̃ν2ρνκmµ

Gmµ
Gν3

+

√
m̃µ

Gmµ
Gν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmµ

eiη1 −√ρlκmeκmν1
κmν2

eiη2
)
,

U th
τ1 =

√
m̃em̃µm̃ν2ρlκmν1

Gmτ
Gν1

+

√
m̃ν1

Gmτ
Gν1

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν1

eiη1 −√ρνκmeκmµ
κmν2

eiη2
)
,

U th
τ2 = −

√
m̃em̃µm̃ν1ρlκmν2

Gmτ
Gν2

+

√
m̃ν2

Gmτ
Gν2

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν2

eiη1 −
√

ρνκme fmµ
κmν1

eiη2
)
,

U th
τ3 =

√
m̃em̃µm̃ν1m̃ν2ρlρν

Gmτ
Gν3

+

√
ρlρν(1−ρl)(1−ρν)

Gmτ
Gν3

eiη1

√
κmeκmµ

κmν1
κmν2

Gmτ
Gν3

eiη2.

(3.48)

En estas expresiones las m̃′s son

m̃ν1(e) =
mν1(e)

mν3(τ)
, m̃ν2(µ) =

mν2(µ)

mν3(τ)
, (3.49)

las κ ′s y las G′s están definidas como sigue:
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κmν1(e) =
(
1−ρν(l)− m̃ν1(e)

)
, (3.50)

κmν2(µ) =
(
1−ρν(l)+ m̃ν2(µ)

)
, (3.51)

Gmν1(e) = (1−ρl(l))(1+ m̃ν1(e))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (3.52)

Gmν1(µ) = (1−ρν(l))(1+ m̃ν2(µ))(m̃ν1(e)+ m̃ν2(µ)), (3.53)

Gmν3(τ) = (1−ρν(l))(1+ m̃ν1(e))(1+ m̃ν2(µ)), (3.54)

3.5. Implementación del método de verosimilitud

Para validar nuestra hipótesis de representar a todas las matrices de masa de los fermio-
nes a través de una matriz con dos ceros de textura, se realizo un análisis de verosimilitud
mediante un ajuste χ2, el cual se define como:

χ
2 = χ

2(mν3,ρl,ρν ,Φ1,Φ2)

=

(
sin2

θ
exp
12 − sin2

θ th
12
)2

σ2
θ12

+

(
sin2

θ
exp
13 − sin2

θ th
13
)2

σ2
θ13

+

(
sin2

θ
exp
23 − sin2

θ th
23
)2

σ2
θ23

.

(3.55)

Ası́, los ángulos de mezcla están relacionados con las magnitudes de las entradas de la
matriz de mezclas de los leptones UPMNS a través de las relaciones unitarias:

sin2
θ

th
12 =

|Ue2|2

1−|Ue3|2
, sin2

θ
th
23 =

∣∣Uµ3
∣∣2

1−|Ue3|2
, sin2

θ
th
13 = |Ue3|2 . (3.56)

El cálculo de χ2 se realizó utilizando los siguientes valores para las masas de los lep-
tones cargados [171]:

me = 0,5109989461±0,0000000031 MeV,

mµ = 105,6583745±0,0000024 MeV,

mτ = 1776,86±0,12 MeV.

(3.57)

Tomamos para las masas de los neutrinos izquierdos de Majorana una jerarquı́a normal.
Esto permite escribir las razones de masas de los neutrinos izquierdos en términos de
las diferencias de los cuadrados de las masas, y la masa del neutrino mν3 en la siguiente
forma

m̃ν1 =

√
1−

△m2
31

m2
ν3

, m̃ν2 =

√
1−

(△m2
31 −△m2

21)

m2
ν3

. (3.58)

Las diferencias de los cuadrados de las masas del neutrino se obtuvieron de los datos
experimentales de las oscilaciones de neutrinos [171], mientras que la masa mν3 se deja
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como parámetro libre del ajuste χ2 . Además, los parámetros ρl,ρν , Φ1 y Φ2 también se
dejaron como parámetros libres. Por lo tanto, se tienen cinco parámetros libres es decir
cuatro grados de libertad

χ
2(mν3,ρl,ρν ,Φ1,Φ2). (3.59)

De los mejores valores obtenidos para mν3 y de los valores experimentales de △m2
13

y △m2
21, se obtienen los siguientes mejores valores para las masas de los neutrinos, a un

90% C.L en eV:

mν3 = 0,0501849+0,00141960
−0,00490759, mν2 = 0,00831433+0,00173177

−0,00061587,

mν1 = 0,00377429+0,0007
−0,0007. (3.60)

Los mejores valores resultantes de los parámetros ρl y ρν son:

ρl = 0,0991847+0,089000
−0,0104336, ρν = 0,295867+0,0950

−0,0950, (3.61)

y los mejores valores de las fases de violación de CP de Dirac son

Φ1 = 284,808+35,221
−35,221, Φ2 = 26,77+13,4439

−13,4439. (3.62)

Usando los valores estimados anteriormente, se encuentra que los valores de las entra-
das de la matriz de mezcla UPMNS, a un 90%C.L, son

∣∣∣U th

PMNS

∣∣∣=
 0,8204+0,008

−0,010 0,5616+0,012
−0,014 0,1181+0,017

−0,011

0,3748+0,018
−0,031 0,6280+0,019

−0,010 0,6819+0,025
−0,025

0,4345+0,024
−0,020 0,5388+0,022

−0,024 0,7216+0,024
−0,027

 . (3.63)

3.6. Ángulos de mezcla en M2DH-III con
MSS-I+III

Para el caso de la mezcla de tres neutrinos existirán 3 invariantes de refasamiento [169]
asociados con las tres fases de violación de CP presentes en la matriz UPMNS . El invariante
de refasamiento relacionado con la fase de Dirac, análogo a el invariante de Jarlskog en
el sector de los quarks, viene dado por [182–184]

Jl ≡ ℑm
[
U∗

e1U∗
µ3Ue3Uµ1

]
. (3.64)

El invariante de refasamiento Jl es una cantidad observable directamente y tiene control
sobre la magnitud de los efectos de la violación CP en las oscilaciones de neutrinos. Los
otros dos invariantes de refasamiento asociados con las dos fases de Majorana en la matriz
UPMNS se pueden elegir como:

S1 ≡ ℑm [U∗
e1U∗

e3] , S2 ≡ ℑm [U∗
e2U∗

e3] , (3.65)

Los invariantes de refasamiento no están definidos de forma única, pero los que se trabajan
en esta tesis son relevantes para la definición de la masas efectiva de los neutrinos de
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Majorana, mee en el decaimiento doble beta sin neutrinos.
El valor del invariante de refasamiento relacionado con la fase de Dirac, teniendo en

cuenta las entradas de la matriz de mezcla es

Jth
l = (1,2−2,4)×10−2. (3.66)

Maximizaremos los invariantes de refasamiento S1 y S2 , para obtener un valor numéri-
co para las fases de Majorana β1 y β2, debido a la ausencia de información experimental
sobre las fases de Majorana β1 y β2 ya que no pueden se determinados de los valores
experimentales. Estos toman los siguientes valores

S1 =−5,2×10−2, S2 = 3,1×10−2, (3.67)

con β1 =−1,2 y β2 = 79. Ası́,los ángulos de mezcla están relacionados con las magnitu-
des de las entradas de la matriz de mezclas de leptones UPMNS a través de las relaciones
(3.55). Ahora, las expresiones teóricas para los ángulos de mezcla como función de las
razones de masa de los leptones cargados y lo neutrinos, son obtenidas de las ecuaciones
(3.55) cuando las expresiones para las magnitudes de los elementos de la matriz UPMNS,
dadas en las entradas de la mariz de mezcla, son substituidas por |Ui j| en el lado derecho
de las ecuaciones (3.55), manteniendo sólo los términos de orden dominante que anula
la presencı́a de fases de violación, se obtiene la siguientes aproximaciones sin fases de
Majorana como ocurre en otras parametrizaciones [185]:

sin2
θ

lth

12 ≈
γmν2

{
m̃ν1
m̃ν2

+ m̃e
m̃µ

(1− ςν)+2
√

m̃ν1
m̃ν2

m̃e
m̃µ

(1− ςν)cosΦ1

}
(1+ m̃ν2)(1− ςν)(1+

m̃ν1
m̃ν2

)(1+ m̃e
m̃µ

)
, (3.68)

sin2
θ

lth

23 ≈
ςν + ςeγmν2 −

√
ςνςeγmν2 cos(Φ1 −Φ2)

(1+ m̃e
m̃µ

)(1+ m̃ν2)
, (3.69)

sin2
θ

lth

23 ≈
ςν

{
m̃e
m̃µ

+
m̃ν1 m̃ν2
(1−ςν )

−2
√

m̃e
m̃µ

m̃ν1 m̃ν2
(1−ςν )

cosΦ1

}
(1+ m̃e

m̃µ
)(1+ m̃ν2)

. (3.70)

Por consiguiente los valores numéricos para los ángulos de mezcla, son los siguientes

θ
lth

12 = (33,40+0,75
−0,99), θ

lth

23 = (44,50+1,93
−2,17), θ

lth

13 = (6,50+0,90
−0,68).

(3.71)

3.7. Masas efectivas de neutrinos de Majorana en
M2DH-III con MSS-I+III

Las masa efectiva de los neutrinos de Majorana en general está definida como [186]

mll ≡
3

∑
j=1

mν jU2
l j, l = e,µ,τ, (3.72)
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donde mν j son las masas de los neutrinos de Majorana y Ul j son los elementos de la
matriz de mezclas leptónica UPMNS.

Se obtiene que el cuadrado de las magnitudes de masa efectivas de los neutrinos de
Majorana son

(mll)
2 =

3

∑
j=1

m2
ν j
∣∣Ul j

∣∣4 +2
3

∑
j<k

mν jmνk
∣∣Ul j

∣∣2 |Ulk|2 cos2
(
ωl j −ωlk

)
, (3.73)

donde

ωl j = arg
{

Ul j
}
= arctan

{
ℑmUl j

ℜeUl j

}
, (3.74)

de tal forma que este término contiene ambas fases de violación de CP, la de Dirac y la de
Majorana.

Las expresiónes teóricas para el cuadrado de la magnitud de la masas efectiva de Majo-
rana de los neutrinos electrónico y muonico, escritas en términos de las razones de masa
de los leptones son

(mee)
2 ≈ 1

(1+ m̃e
m̃µ

)2(1+
m̃ν1
m̃ν2

)2

{
m2

ν1

(
1−4

√
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)

)

+
m̃ν2γ2

mν2

(1+ m̃ν2)2(1− ςν)2
m̃ν1

m̃ν2

(
m̃ν1

m̃ν2

+4

√
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)+6
m̃e

m̃µ

(1− ςν)

)

+2
m̃ν1m̃ν3ςν

(1+ m̃ν2)

(
1+

m̃ν1

m̃ν2

)(√
m̃ν1m̃ν2

(1− ςν)
−

√
m̃e

m̃µ

)2

cos2(we1 −we3)

+2
m̃ν1m̃ν2γmν2

(1+ m̃ν2)(1− ςν)

(
m̃ν1

m̃ν2

+2
(

1− m̃ν1

m̃ν2

)√
m̃ν1

m̃ν2

m̃e

m̃µ

(1− ςν)

)
cos2(we1 −we2)

+2
m̃ν2m̃ν3γmν2ςν

(1+ m̃ν2)2(1− ςν)2

(
1+

m̃ν1

m̃ν2

)(
2m̃ν1m̃ν2 +

√
m̃ν1

m̃ν2

m̃e

m̃µ

(1− ςν)

)
cos 2(we1 −we3)} , (3.75)
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(mµµ)
2 ≈ 1

(1+ m̃e
m̃µ

)2(1+
m̃ν1
m̃ν2

)2(1+ m̃ν2)

{
m2

ν3

(1+ m̃ν2)

(
1+

m̃ν1

m̃ν2

)2

(ςν +2ςeγmν2)

+
m̃ν2

(1+ m̃ν2)2(1− ςν)2

(
1− ςν −4

√
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)+6
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

)

+2m̃ν1m̃ν2γmν2

(
m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)+2

√
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)

(
1− m̃ν1

m̃ν2

))

cos2(wµ1 −wµ2)+2m̃ν1m̃ν3

(
1+

m̃ν1

m̃ν2

)
(

2ςν

√
m̃e

m̃µ

m̃ν1

m̃ν2

(1− ςν)+
m̃ν1

m̃ν2

(1+ ςν)(ςν + ςeγmν2)

)

×cos2(wµ1 −wµ3)+2
m̃ν2m̃ν3γmν2

(1+ m̃ν2)(1− ςν)

(
1+

m̃ν1

m̃ν2

)
(
(1− ςν)(ςν + ςeγmν2)−2ςν

√
m̃ν1

m̃ν2

m̃e

m̃µ

(1− ςν)

)
cos2(wµ2 −wµ3)

}
.(3.76)

A partir de la expresión (3.75), considerando solamente el orden dominante y haciendo
uso de los valores de los parámetros que fueron estimados previamente, se obtiene que la
masa efectiva mee, que interviene por ejemplo en el decaimiento doble beta sin neutrino y
que no depende de la fase de Majorana (como ocurre con otras parametrizaciones [185]),
esta dada por

mee ≈ 4,1×10−3eV. (3.77)

Por otra parte, a partir de la expresión (3.76), considerando solamente el orden domi-
nante y haciendo uso de los valores de los parámetros que fueron estimados previamente,
se obtiene que la masa efectiva mµµ , que interviene en decaimientos semileptonicos del
hyperon [186], esta dada por

mµµ ≈ 2,9×10−2eV. (3.78)

Los valores numéricos estimados para mee y mµµ son consistentes con los lı́mites deter-
minados inicialmente por [117,187] y más recientemente por [188–192]. Estos resultados
de las masas de los neutrinos son de gran importancia para los experimentos del decai-
miento doble beta sin neutrinos 2β0ν .

3.7.1. Decaimiento doble beta sin neutrinos

Dado que las oscilaciones de neutrinos no proporcionan información acerca de la escala
de masa absoluta y sobre la naturaleza de los neutrinos [193], una forma directa de revelar
la naturaleza de los neutrinos es considerar los procesos en los que el número total de
leptones no se conserva [186], como lo es el 2β0ν , que permite determinar la naturaleza
de los neutrinos.
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n

n

p

p

W−

νe ↔ ν̄e

W−

e−

e−

Figura 1: Diagrama de Feynman del decaimiento doble beta sin neutrinos.

La desintegración 2β0ν [194], aún no ha sido observado excepto por la colaboración
Heidelberg-Moscow [187]. Este decaimiento sido investigado por diferentes laborato-
rios [187, 195–197] los cuales han llegado a poner limite a la masa efectiva de Majorana
mee, debido a que la amplitud de la desintegración es proporcional a esta cantidad. La
existencia de estos permitirá dilucidar si los neutrinos son partı́culas de Dirac o de Ma-
jorana. Además la vida media de esta desintegración nos permitirı́a medir la masa de los
neutrinos de forma directa, ya que no conocemos la masa exacta del neutrino y una me-
dición de la vida media de doble desintegración beta sin neutrinos nos permitirı́a medir
la masa del neutrino. Incluso si no vemos la doble desintegración beta sin neutrinos, un
lı́mite en la vida media pone un lı́mite en la masa de neutrinos.

En el 2β0ν , un núcleo (A,z) se desintegra en otro por la emisión de dos electrones,
cuyo modo de desintegración es (A,Z)→ (A,Z + 2)+ 2e−. La observación de este pro-
ceso establecerı́a que los neutrinos son partı́culas de Majorana y que el número total de
leptones no es una simetrı́a en la naturaleza [198], ya que requiere la aniquilación mutua
de dos antineutrinos, proceso posible solo si el antineutrino es su propia antipartı́cula. La
violación del número de leptones es inmediata, ya que el estado final contiene dos lepto-
nes, mientras que el estado inicial no contiene ninguno. En la versión más simple de este
proceso donde el propagador de la lı́nea de fermiones en la Figura 1, es un propagador
Majorana que contiene una matriz de conjugación de carga C [199], que por la condición
de Majorana νc

i =C(νi)
T = eiφiνi , por consiguiente en esta linea tenemos mieiφi . La ampli-

tud de la desintegración es proporcional a cantidad llamada masa efectiva mee [200–202].
Esta masa se puede parametrizar de la siguiente manera: Si hay tres estados propios de

masa de neutrinos activos ν1,2,3, uno obtiene la siguiente amplitud de probabilidad [202]

Aee ≈
3

∑
i=1

PLUeieiφi /p+mi

p2 −m2
i
UeiPL. (3.79)

Hay que tener en cuenta que, debido a la naturaleza Majorana de los neutrinos inter-
cambiados, los dos vértices son indistinguibles, es decir, la amplitud debe ser propor-
cional a U2

ei, Para llegar a la masa efectiva, se necesita: primero reescribir el término
PL(/p+mi)PL = miPL y segundo dado que la trasferencia del impulso nuclear promedio es
mucho mayor que la masa de los neutrinos

√
⟨p2⟩= O(100Mev)≫ mi se puede despre-

ciar el término m2
i en el denominador de (3.79). Por lo tanto,
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Aee ≈
3

∑
i=1

Ueieiφimi ≡ mee. (3.80)

con mee las masas que calculamos en la sección anterior (3.77) y (3.78).
Entonces, si los neutrinos son fermiones de Majorana, este hecho tendrı́a profundas

implicaciones en la fı́sica de partı́culas y en la cosmologı́a, dado que esto implicarı́a la
existencia de una nueva escala de fı́sica cuyo rango es inversamente proporcional a las
masas de los neutrinos. La existencia de esta nueva escala proporciona la explicación más
simple de por qué las masas de los neutrinos son mucho más ligeras que la de los fermio-
nes cargados. Lo anterior podrı́a tener profundas implicaciones en nuestra comprensión
del mecanismo de ruptura de la simetrı́a electrodébil, el origen de la masa y el problema
del sabor [203]. Además, la existencia de neutrinos Majorana implicarı́a que el número
de leptones no es un número cuántico conservado, lo que podrı́a traer consecuencias en
la explicación del origen de la asimetrı́a materı́a-antimaterı́a observada en el Universo.
La nueva fı́sica relacionada con masas de neutrinos de Majorana, puede traer profundas
implicaciones en leptogénesis [204–206].

Otros procesos que se pueden usar para tratar de encontrar la naturaleza de los neutrinos
son los decaimientos semileptónicos del hyperon, △L = 2 [186, 207]. Hasta ahora, se ha
prestado poca atenció a estos decaimientos porque la búsqueda en la desintegración doble
beta sin neutrinos es mucho más sensible a los efectos de los neutrinos de Majorana.

3.7.2. Implicación en leptogenesis

Es bien sabido que el mecanismo de la leptogénesis proporciona una posibilidad natural
de explicar la asimetrı́a materia-antimateria observada en el universo. Como consecuencia
de la implementación del MSS I+III, observamos que el segundo término en (??) es más
pequeño que el primer término, que tiende a cero, lo que lleva al MSS I. Por esta razón,
podemos analizar le proceso de leptogenesis a través de las desintegraciones que violan
el número de leptonico, que violan CP y que están fuera de equilibrio. La asimetrı́a que
viola el CP entre Ni → lα +H y Ni → l̄α + H̄ , esta denotada por εiα (for i = 1, 2, 3 y
α = e,µ,τ), y esta dado por [?, ?]

εiα ≡
Γ(Ni → lα +H)−Γ

(
Ni → lα +H

)
Γ(Ni → lα +H)+Γ

(
Ni → lα +H

)
=

1

8πv2
(

M†
DMD

)
i j

∑
j ̸=i

{
Im
[
(M∗

D)αi (MD)α j

(
M

†

DMD

)
i j

]
F

(
M2

j

M2
i

)

+ Im
[
(M∗

D)αi (MD)α j

(
M

†

DMD

)∗
i j

]
G

(
M2

j

M2
i

)}
, (3.81)

donde las funciones a un loop [?, ?]

F (x) =
√

x{(2− x)/(1− x)+(1+ x)ln [x/(1+ x)]} (3.82)

y G (x) = 1/(1− x) han sido introducidas [?]. Si todas las interacciones en leptogénesis
fueran ciegas respecto a los sabores de leptones, entonces solo la asimetrı́a total que viola
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CP εi deberı́a ser reelevante [?]

εi = ∑
α

εiα =
1

8π

(
M†

DMD

)
ii

∑
j ̸=i

Im
[(

M†
DMD

)2

ii

]
F

(
M2

j

M2
i

)
(3.83)

Aqui, la matriz
(

M†
DMD

)
no depende de la matriz UPMNS [?]. Debido a que la asimetrı́a

predominante es generada por el decaimiento del N1, y considerando la jerarquı́a de ma-
sas M2

Φ
≪ M2

1 ≪ M2
2 ≪ M2

3 , la asimetrı́a ε1 puede ser simplificada como sesigue enla
literatura [?], lo que significa que en el contexto del 2HDM-III tenemos

|ε1| ≤
3

15π

MR1mν3

v2
2

(3.84)

Ası́, dadas las masas de tres neutrinos pesados de Majorana MR y las masas de los neu-
trinos ligeros (??), es posible determinar εiα y εi (for i = 1, 2, 3 and α = e,µ,τ) para
realizar el mecanismo de leptogénesis con sabor o sin sabor. Por ejemplo, para una asi-
metrı́a máxima ε1

max ∼−6,0×10−7 and ν2 ∼ 1 GeV para el parámetro de decaimiento K
como se muestra en [?], obtenemos para MR1

MR1 ∼ 6×105GeV,

siendo este valor de masa de un neutrino pesado potencialmente observable en futuros
experimentos con neutrinos
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mezcla de neutrinos en el
M2DH-III con MSS-I+III

Antes de realizar el análisis de verosimilitud para el caso del MSS-I+III en el M2DH-
III, necesitamos establecer la forma como vamos a conectar nuestras expresiones teóricas
con las observables fı́sicas. Como vimos en los capı́tulos anteriores, la matriz UPMNS es
la matriz de mezcla leptónica en las interacciones débiles, de manera general esta matriz
unitaria tiene la forma [169]

U0 =UPMNS ≡U†
l Uν , (4.1)

donde Ul y Uν por separado no son totalmente fı́sicas, y solo su producto UPMNS ≡U†
l Uν

es una descripción fı́sica de la mezcla del sabor leptónico y la violación de CP a bajas
energı́as. Al igual que la matriz VCKM para el sector de quarks, la matriz de mezclas
leptónica UPMNS puede ser parametrizada en términos de ángulos de rotación y fases
asociadas a la violación de CP. Sin embargo, el número de fases no factorizables presentes
en la matriz UPMNS depende de si los neutrinos son de Dirac o Majorana [156].

La matriz mezcla leptónica resultante UPMNS, tiene la novedad de que cuatro de los
seis parámetros de las oscilaciones de neutrinos están bastante bien determinados por
los datos experimentales, los cuales son llamados parámetros de neutrinos atmosféricos(∣∣△m2

31

∣∣ ,θ23
)

y parámetros de neutrinos solares
(∣∣△m2

21

∣∣ ,θ12
)

[208] [209]. Por otra par-
te, los parámetros θ13 y δCP han sido medidos recientemente con una mejor precición, sin
embargo el signo de△m31 aún es desconocido [208] [209]. La estructura de la matriz es
la siguiente [?]

U0 =

 c12c13 s12c13 s13eiδ

−s12c23 − c12s23s13e−iδ c12c23 − s12s23s13e−iδ s23c13
s12s23 − c12c23s13e−iδ −c12s23 − s12c23s13e−iδ c23c13


×

 e−iα1/2 0 0
0 e−iα1/2 0
0 0 1

 , (4.2)

con ci j = cosθi j, si j = sinθi j. Seis parámetros caracterizan esta matriz UPMNS: tres ángu-
los de mezcla (θ12,θ13 y θ23) y un ángulo de fase CP (δ ), la fase de violación CP ha sido
observada en muchos experimentos [210] y dos fases más generales (α1 y α2) que no
afectan en los fenónemo de las oscilaciones de neutrinos [29, 114].

En un primer escenario de tres neutrinos activos existen dos diferencias de masas al
cuadrado independientes, △m2

21 y △m2
31, que determinarán la evolución de los neutrinos,

mientras que △m2
23 fácilmente puede ser expresada en términos de las otras dos.

En cada parametrización de UPMNS, aparentemente existen nueve parámetros de fase,
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algunos de ellos o sus combinaciones pueden ser absorbidos por la redefinición de las
fases pertinentes de los campos de los leptones cargados y los neutrinos. Si los neutrinos
son partı́culas de Dirac, UPMNS trandrá sólo una única fase inamovible Φ, asociada con la
violación de CP. Sin embargo, si los neutrinos son partı́culas de Majorana no hay libertad
para ordenar las fases relativas de los tres campos de neutrinos de Majorana. Por lo tanto
UPMNS, en general, contiene tres fases inamovibles en el caso Majorana (Φ y dos fases de
Majorana α ). Sin embargo, si se incluye igual cantidad de neutrinos activos y estériles
podemos generar la matriz de mezcla Λ más general (6× 6) [100] llamado el escenario
(3+3), podemos analizar la influencias de estas nuevas mezclas en las masas efectivas de
Majorana vı́a MSS-I+III en el M2DH-III, las cuales son de gran importancı́a en procesos
como el decaimiento 2β0ν , decaimientos semileptónicos del hyperon y en leptogénesis.

La matriz 6× 6 unitaria puede descomponerse por medio de 6 matrices adicionales y
matrices unidad de la siguiente manera como [100]

Λ =

(
1 0
0 W0

)(
A R
S B

)(
U0 0
0 1

)
, (4.3)

donde 0 y 1 son las matrices 3× 3 cero y la identidad y W0 y U0 son matrices 3× 3
unitarias y A,B,R y S son matrices 3×3 que satisfacen las siguientes condiciones

AA† +RR† = BB† +SS† = 1,
AS† +RB† = A†R+S†B = 0,
AA† +SS† = B†B+R†R = 1. (4.4)

como resultado de la unitaridad de Λ . En el lı́mite de R = S = 0, A = B = 1 por lo tanto,
no existe una correlación entre el sector activo y el sector estéril.

Para esta tesis utilizamos la matriz U0 = UPMNS generada vı́a MSS-I+III y las nueve
entradas en función de los ángulos de mezcla generadas mediante análisis de verosimiltud,
de los cuales se tiene datos experimentales y W0 la matriz de mezcla para los neutrinos
pesados derechos que se contruyó de manera análoga a la de los neutrinos ligeros (VER
ANEXO C y F). La anterior matriz se obtuvó al considerar la matriz de masa de neutrinos
de Dirac hermitiana y la matriz de masa de neutrinos derechos con dos ceros de textura.
Esta matriz UPMNS nos permitió encontrar los valores numéricos de los ángulos de mezcla,
los cuales son importantes cuando se quiere calcular las masas efectivas de Majorana si
se considera los neutrinos ligeros como neutrinos de Majorana, las cuales pueden ser
sensibles a estas nuevas fases de violación CP debido a esta parametrización (6×6).

Para la matriz (4.3) generalizada, tendremos 62 = 36 parámetros reales de una matriz
unitaria U(6) se reducen a solo (6− 1)2 = 25 gracias a la absorción por 2(6)− 1 = 11
fases; de estos 25 parámetros, 6(6− 1)/2 = 15 son ángulos de mezcla asociados a rota-
ciones complejas y los restantes(6−1)(6−2)/2 = 10 son fases complejas asociadas a la
violación de la simetrı́a CP, dentro de las cuales queremos acotar dos δ12 y δ13 para el
escenario (3+3) sin mezcla entre neutrinos estériles y activos.
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4.1. Resultados relevantes del M2DH-III con
MSS-I+III

El Modelo con Dos Dobletes de Higgs (M2DH) [8, 16] presenta CSCEN y CSCEC
a nivel de árbol [9, 147], la mayorı́a de estos modelos eliminan el CSCEN imponiendo
una simetrı́a discreta Z2 en la cual los fermiones de una determinada carga se acoplan
únicamente con uno de los dobletes de Higgs. Las tipos de M2DH más estudiados en la
literatura son: el Modelo Tipo I en el cual todos los fermiones se acoplan con el mismo
doblete y el Modelo Tipo II en el cual dos quarks con carga Q = 2/3 se acoplan con uno
de los dobletes y los quarks con carga Q =−1/3 junto con los otros leptones con el otro
doblete. La adición de la simetrı́a discreta Z2 permite que ambos dobletes pueden generar
las masas para los quarks up y down simultáneamente, este es el llamado modelo on dos
dobletes de Higgs tipo III. El M2DH-III pude verse como una extensión del MEE con
un doblete de Higgs adicional y tres nuevos acoplamientos de Yukawa en los sectores de
quarks y leptones. Los términos de masa para los sectores tipo up o tipo down depen-
den de dos matrices adimensionales o dos acoplamientos de Yukawa. La rotación de los
autovalores gauge de los quarks y los leptones permite diagonalizar una de las matrices
pero no ambas simultáneamente, ası́ uno de los acoplamientos de Yukawa permanece no
diagonal, generando el CSCN en la densidad lagrangiana de Yukawa.

Debido a que el fenómeno de oscilaciones de neutrinos está relacionado con la existen-
cia de neutrinos muy ligeros y ultrarrelativistas, es decir la existencia de este fenómeno se
conecta con el hecho de que los neutrinos tienen una masa muy pequeña, surge inmedia-
tamente la pregunta sobre cuál es el origen de la masa de los neutrinos y en especial en el
M2DH-III y sobre cuál es la causa de la pequeñez de su masa. Actualmente, el escenario
más aceptado e importante que conduce a la generación de una masa pequeña para los
neutrinos es el mecanismo see-saw (MSS), independiente del modelo este está basado en
la existencia de un término de masa hı́brido Dirac-Majorana. En el MSS, el anterior ter-
mino implica que los neutrinos activos pueden adquirir masa, siendo partı́culas de Dirac
o de Majorana, además de que la pequeñez de la masa de los neutrinos puede darse si se
considera la existencia de una violación del número leptónico a altas energı́as. El MSS
se puede clasificar como de: Tipo I [7, 64–66], Tipo II [67–71] y Tipo III [151].Cada una
de estas clasificaciones incluye extensiones del MEE con una nueva escala de energı́a
más alta que la electrodébil, lo cual permite dar cuenta de la masa ligera de los neutrinos
activos.

Estas clasificaciones en la generación de masa, están asociadas con extensiones que
incluyen un campo pesado de neutrino de Majorana derecho bajo el grupo gauge del
MEE (Tipo I), la introducción de un triplete de Higgs que extiende el sector de Higgs del
MEE (Tipo II) o la inclusión de un triplete de fermiones de Majorana derechos pesados
con hipercarga cero (Tipo III), ası́ mismo como la aplicación del MSS doble hı́brido I+III.

Los diferentes MSS, conducen a una escala de masa que podrı́a estar asociada con
una escala de energı́a muy alta, tal como la de la teorı́a de gran unificación (GUT) [211],
implicando la existencia de nuevas partı́culas más masivas que las del MEE. La existencia
de estas partı́culas adicionales, después de implementar el MSS, tiene como consecuencia
términos de masa de Majorana para los campos de los neutrinos activos, los cuales son
inversamente proporcionales a la masa de las partı́culas pesadas y por lo tanto, las masas
para los neutrinos activos resultan ser muy pequeñas.

Utilizando el mecanismos See-Saw Tipo I+III, asumiremos que la matriz de Dirac MD
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de neutrinos izquierdos, se relaciona con las constantes de acoplamiento de Yukawa de la
siguiente manera y los VEV de los campos de Higgs del M2DH-III:

MLig ≈−

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)T

M−1
R

(
ηN

i j v1 +ξ N
i j v2√

2

)
−

(
ηΣ

i jv2√
2

)T

M−1
Σ

(
ηΣ

i jv2√
2

)
,

estas matrices de Yukawa pueden ser diagonalizadas a partir de una transformación biu-
nitaria .

SLη
NS†

R, (4.5)

SLMDS†
R =

(
η

diagN
i j v1 +ξ

diagN
i j v2√

2

)
=△N , (4.6)

con △N = diag(mν1,mν2,mν3) y η
diagN
i j = SLηNS†

R. Esta transformación conecta el espa-
cio de sabor y el espacio de masa. Tomando v2 = v2

1 + v2
2 = (246GeV )2 y tanβ = v2/v1,

tenemos que:

(△N)i j =
vcosβ√

2

[
(ηdiagN

i j )+ tanβ (ξ diagN
i j )

]
, (4.7)

donde i, j = 1,2,3.. De esta relación se deduce que los elementos que estan fuera de la
diagonal de las matrices de Yukawa en el espacio de masa η

diagN
i j , odebecen la siguiente

relación:

(ηdiagN
i j ) =− tanβ (ξ diagN

i j ), i ̸= j, (4.8)

esta ultima en el M2DH-III se satisface por construcción al imponer una textura de cuatro
ceros para las matrices de Yukawa. En nuestro caso asumiremos un ansatz jerárquico, el
cual considera que la matriz de masa de los neutrinos izquierdos MD y ambas matrices de
Yukawa ηN

i j y ξ N
i j tienen la misma forma.

MD =

 0 Cν 0
C∗

ν B̃ν Bν

0 B∗
ν Aν

=
vcosβ√

2

 0 Cν
1 0

Cν∗
1 B̃ν

1 Bν
1

0 Bν∗
1 Aν

1

+ tanβ

 0 Cν
2 0

Cν∗
2 B̃ν

2 Bν
2

0 Bν∗
2 Aν

2

 .
(4.9)

Observamos la similitud con la ecuación (3.45). Para la aplicación de el mecanismo
See-Saw Tipo I+III, tambien asumimos que la matriz MνR de los neutrinos de Majorana
derechos tienen la misma estructura. Por otra parte podemos parametrizar estas matrices
en términos de las masas de los leptpnes y las diferencias de masas de neutrinos al cuadra-
do y otros parámetros de oscilación; Las nueve entradas de la matriz de mezcla leptónica
teórica mediante el método de minimización serán las mismas que para el caso dem MSS-
I (2.73), las mismas masas de neutrinos (2.88), las mismas entradas de la matriz de mezcla
UPMNS (2.91) y los mismos ángulos de mezcla (3.71) debido a la escogencia en partı́cular
de los ceros de textura y el uso de la simetrı́a permitacional de sabor S3.
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4.2. Matriz de mezcla de neutrinos 6×6 en el
M2DH-III con MSS-I+III

Utilizamos la parametrización completa de la matriz de mezcla de sabores ya existen-
te [100], la cual esta dexcrita en términos de quince ángulos de rotación y quince ángulos
de fase. Mostramos que esta parametrización estándar nos permite describir claramen-
te las influencia de las fases de violación CP de Majorana de algunos problemas en la
fenomenologı́a de los neutrinos, como

(a)Las posibles contribuciones de neutrinos estériles ligeros a la desintegración beta-
beta sin neutrinos y las prescencia de las fases de violación CP.

(b) Una reconstrucción de la matriz de masa de neutrinos 6×6 en el MSS-I+III.
(c) Leptógenesis.
Se esperan neutrinos Majorana pesados en o por encima de la escala TeV en muchos

modelos de balancı́n [5, 6, 64, 66] que no solo pueden interpretar las pequeñas masas
de tres neutrinos activos sino también la asimetrı́a cosmológica de materia-antimateria a
través del mecanismo de leptogénesis [212].

No importa cuán pequeña o grande sea la escala de masa de los neutrinos estériles,
son indetectables a menos que se mezclen con tres neutrinos activos hasta cierto punto.
La fuerza de la mezcla de neutrinos activos-estériles se puede describir en términos de
ángulos de rotación y ángulos de fase, al igual que la parametrización de la mezcla de
sabor de quark 3×3 en el modelo estándar [213].

A continuación utilizamos una parametrización completa del sabor 6×6 mezclando la
matriz U en el escenario (3+3) con tres neutrinos estériles denotados como νR1,νR2,νR3

νe
νµ

ντ

νR1

νR2

νR3

= Λ


ν1
ν2
ν3
ν4
ν5
ν6

 , (4.10)

denotamos νi (para i = 1, . . . ,6) los estados propios de masa de neutrinos activos y estéri-
les. Esta parametrización completa, ha estado ausente en la literatura [214], se espera que
sea muy útil para el estudio de la fenomenologı́a de los neutrinos a escalas de energı́a baja
y alta. Nos basamos en una forma simple pero novedosa de establecer la conexión entre
los neutrinos activos y los estériles en términos de quince ángulos de mezcla y quince
fases que violan el CP y las entradas de la matriz de mezcla leptónicas para calcular estas
fases y explorar los fenómenos fı́sicos donde pueden intervenir estas nuevas fuentes de
violación de CP.

4.2.1. Parametrización Estándar

La matriz 6× 6 unitaria (4.10) puede descomponerse como (4.3), como resultado de
la unitaridad de Λ . En el lı́mite de R = S = 0, A = B = 1 por lo tanto, no existe una
correlación entre el sector activo y el sector estéril. Se parametriza Λ de la siguiente
manera [100]
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4 Escenario 3+3 para la matriz de mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I+III

A =


c14c15c16 0 0

−c14c15ŝ16ŝ∗26 − c14ŝ15ŝ∗25
−ŝ14ŝ∗24c25c26

c24c25c26 0

−c14c15ŝ16c26ŝ∗36 + c14ŝ15ŝ∗25ŝ26ŝ∗36
−c14ŝ15c25ŝ∗35c36 + ŝ14ŝ∗24c25ŝ26ŝ∗36
+ŝ14ŝ∗24s25ŝ∗35c36 − ŝ∗14c24ŝ∗34c35c36

−c24c25ŝ26ŝ∗36 − c24ŝ25ŝ∗35ŝ36
−ŝ24ŝ∗34c35c36

c34c35c36

 ,

(4.11)

B =


c14c24c34 0 0

−c14c24ŝ∗34ŝ35 − c14ŝ∗24ŝ25c35
−ŝ∗14ŝ15c25c35

c15c25c35 0

−c14c24ŝ∗34c35ŝ36 + c14ŝ∗24ŝ25ŝ∗35ŝ36
−c14ŝ∗24c25ŝ26c36 + ŝ∗14ŝ15c25ŝ∗35ŝ36
+ŝ∗14ŝ15ŝ∗25ŝ26c36 − ŝ∗14c15ŝ16c26c36

−c15c25ŝ∗35ŝ36 − c15ŝ∗25ŝ26c36
−ŝ∗15ŝ16c26c36

c16c26c36

 ,

(4.12)

R =


ŝ∗14c15c16 ŝ∗15c16 ŝ∗16

−ŝ∗14c15ŝ16ŝ∗26 − ŝ∗14ŝ15ŝ∗25c26
+c14ŝ∗24c25c26

−ŝ∗15ŝ16ŝ∗26 + c15ŝ∗25c26 c16ŝ∗26

−ŝ∗14c15ŝ16c26ŝ∗36 + ŝ∗14ŝ15ŝ∗25ŝ26ŝ∗36
−ŝ∗14ŝ15c25ŝ∗35c36 − c14ŝ∗24c25ŝ26ŝ∗36
+c14ŝ∗24ŝ25ŝ∗35c36 + c14c24ŝ∗34c35c36

−ŝ∗15ŝ16c26ŝ∗36 − c15ŝ∗25ŝ26ŝ∗36
+c15c25ŝ∗35c36

c16c26ŝ∗36

 ,

(4.13)

S =


−ŝ14c24c34 −ŝ∗24c34 −ŝ∗34

ŝ∗14c24ŝ∗34ŝ35 + ŝ14ŝ∗24ŝ25c35
−c14ŝ15c25c35

ŝ24ŝ∗34ŝ35 − c24ŝ25c35 −c34ŝ35

ŝ14c24ŝ∗34c35ŝ36 − ŝ14ŝ∗24ŝ25ŝ∗35ŝ36
+ŝ∗14ŝ∗24c25ŝ36c36 + c14ŝ15c25ŝ∗35ŝ36
+c14ŝ15ŝ∗25ŝ26c36 − c14c15ŝ16c26c36

−s24ŝ∗34c35ŝ36 + c24ŝ25ŝ∗35ŝ36
−c24c25ŝ26c36

−c34c35ŝ36

 ,

(4.14)

(
UPMNS 0

0 1

)
= O23O13O12, (4.15)(

1 0
0 W0

)
= O56O46O45, (4.16)(

A R
S B

)
= O36O26O16O35O25O15O34O24O14, (4.17)
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donde 15 matrices de rotación dos dimensionales Oi j (para 1 < j ≤ 6) en un espacio
complejo de 6 dimensiones tienen las siguientes estructuras:

O12 =


c12 ŝ∗12 0 0 0 0
−ŝ12 c12 0 0 0 0

0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 , O13 =


c13 0 ŝ∗13 0 0 0
0 1 0 0 0 0

−ŝ∗13 0 c13 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 ,

(4.18)

O23 =


1 0 0 0 0 0
0 c23 ŝ∗23 0 0 0
0 −ŝ∗23 c23 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 , O23 =


c14 0 0 ŝ∗14 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 1 0 0 0

−ŝ14 0 0 c14 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 ,

(4.19)

O24 =


1 0 0 0 0 0
0 c24 0 −ŝ∗24 0 0
0 0 1 0 0 0
0 −ŝ∗24 0 c24 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 , O34 =


1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 c34 ŝ∗34 0 0
0 0 −ŝ∗34 c34 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 0 0 0 1

 ,

(4.20)

O15 =


c15 0 0 0 ŝ∗15 0
0 1 0 1 0 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 0 0 0

−ŝ∗15 0 0 0 c15 0
0 0 0 0 0 1

 , O25 =


1 0 0 0 0 0
0 c25 0 0 ŝ∗25 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 −ŝ∗25 0 0 c25 0
0 0 0 0 0 1

 ,(4.21)

O35 =


1 0 0 0 0 0
0 1 0 1 0 0
0 0 c35 0 ŝ∗35 0
0 0 0 1 0 0
0 0 −ŝ35 0 c35 0
0 0 0 0 0 1

 , O45 =


1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 1 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 c45 ŝ∗45 00
0 −0 0 −ŝ∗45 c45 0
0 0 0 0 0 1

 ,

(4.22)
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O16 =


c16 0 0 0 0 ŝ∗16
0 1 0 0 0 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0

−ŝ16 0 0 0 0 c16

 , O26 =


1 0 0 0 0 0
0 c26 0 0 0 ŝ∗26
0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0
0 ŝ26 0 0 0 c26

 ,

(4.23)

O36 =


c16 0 0 0 0 ŝ∗16
0 1 0 0 0 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0

−ŝ16 0 0 0 0 c16

 , O46 =


1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 c36 0 0 ŝ∗36
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 1 0
0 0 ŝ36 0 0 c36

 ,

(4.24)

O56 =


1 0 0 0 0 0
0 1 0 0 0 0
0 0 1 0 0 0
0 0 0 1 0 0
0 0 0 0 c56 ŝ∗56
0 0 0 0 −ŝ∗56 c16

 , (4.25)

en las cuales ci j ≡ cosθi j y ŝi j ≡ eiδi j sinθi j, con θi j y δi j son los ángulos de rotación y
fase respectivamente.

Resulta conveniente definir Ω≡AU0 y Γ ≡W0B el cual describe el fenómeno de mezcla
de sabor de los tres neutrinos acivos y los tres neutrinos estériles respectivamente, además
definimos V̂ ≡ WVUPMNS vincula los estados propios de masa (ν1,ν2,ν3) a los estados
propios de sabor estériles νR1,νR2,νR3 en una base elegida. νe

νµ

ντ

= Ω

 ν1
ν2
ν3

+R

 ν4
ν5
ν6

 , (4.26)

donde R mide la fuerza de las interacciones carga-corriente entre (e,µ,τ) y (ν4,ν5,ν6),
además  νR1

νR2

νR3

= Γ

 ν4
ν5
ν6

+V̂

 ν1
ν2
ν3

 , (4.27)

en (4.26) nos lleva directamente a las interacciones estándar débiles de corriente cargada
de seis neutrinos en el M2DH-III después de implementar el MSS I+III:
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−LY =
gcotβ√

2MW

(
NL

[
UPMNSMdiag

E PR −WN Mdiag
N PL

]
E
)

H+

− 1
sinβ

(
NL

[
UPMNSη

diag
E PR −Wη

diag
N PL

]
E
)

H++h.c.

(4.28)

Debido a que

ΩΩ
† = AA† = 1−RR†,

ΓΓ
† = BB† = 1−R†R, (4.29)

encontramos que tanto Ω como Γ no son exactamente unitarias y sus efectos no unitarios
simplemente se caracterizan por R y S no desaparecen.

4.2.2. Matriz de mezcla de neutrinos en el escenario 3+3

En vista de las actuales restricciones observacionales sobre los neutrinos estériles, es-
peramos que los ángulos de mezcla entre neutrinos activos y estériles estén fuertemente
suprimidos [28,215]). La pequeñez de θi j (para i = 1,2,3 y j = 4,5,6) nos permite hacer
las siguientes aproximaciones excelentes a las ecuaciones

A ≃ 1−

 1
2(s

2
14 + s2

15 + s2
16) 0 0

ŝ14ŝ∗24 + ŝ15ŝ∗25 + ŝ16ŝ∗26
1
2(s

2
24 + s2

25 + s2
26) 0

ŝ14ŝ∗34 + ŝ15ŝ∗35 + ŝ16ŝ∗36 ŝ24ŝ∗34 + ŝ25ŝ∗35 + ŝ26ŝ∗36
1
2(s

2
34 + s2

35 + s2
36)

 ,

(4.30)

B ≃ 1−

 1
2(s

2
14 + s2

24 + s2
34) 0 0

ŝ∗14ŝ15 + ŝ∗24ŝ25 + ŝ∗34ŝ35
1
2(s

2
15 + s2

25 + s2
35) 0

ŝ∗14ŝ16 + ŝ∗24ŝ26 + ŝ∗34ŝ36 ŝ∗15ŝ16 + ŝ∗25ŝ∗26 + ŝ∗35ŝ36
1
2(s

2
16 + s2

26 + s2
36)

 ,

(4.31)
donde los términos de O(s4

i j) ha sido omitida y

R ≃ 0+

 Ŝ∗14 Ŝ∗15 Ŝ∗16
Ŝ∗24 Ŝ∗25 Ŝ∗26
Ŝ∗34 Ŝ∗35 Ŝ∗36

 , (4.32)

S ≃ 0+

 Ŝ14 Ŝ24 Ŝ34
Ŝ15 Ŝ25 Ŝ35
Ŝ16 Ŝ26 Ŝ36

 , (4.33)

donde los términos O(s3
i j) ha sido omitido, es sencillo obtener el escenario de mezcla

de sabor (3 + 1) a partir de las ecuaciones. (4.30) y (4.31) reduciendo los ángulos de
mezcla θi5 (para 1 ≤ i ≤ 4 y 1 ≤ j ≤ 5) y θi6 a cero, o el escenario (3+2) eliminando
θ j6 (1 ≤ j ≤ 5). Reemplazando las nueve entradas de la matriz de mezcla (3.48) en (4.3)
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obtenemos:

U th
e1 =

√
m̃µm̃ν2κmeκmν1

GmeGν1

+

√
m̃em̃ν1

GmeGν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν1

eiρ1 +
√

ρlρνκmµ
κmν2

eiη2
)

= cosθ12 cosθ13,

(4.34)

U th
e2 = −

√
m̃µm̃ν2κmeκmν2

GmeGν2

+

√
m̃em̃ν2

GmeGν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmeκmν2

eiη1 +
√

ρlρνκmµ
κmν1

eiη2
)

= cosθ13eδ12 sinθ12,

(4.35)

U th
e3 =

√
m̃µm̃ν1m̃ν2ρνκme

GmeGν3

+

√
m̃e

GmeGν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmee

iη1 −√ρlκmµ
κmν1

κmν2
eiη2

)
= eδ13 sinθ13,

(4.36)

U th
µ1 = −

√
m̃em̃ν2κmµ

κmν1

Gmµ
Gν1

+

√
m̃µm̃ν1

Gmµ
Gν1

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν1eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν2
eiη2
)

= cosθ23 sinθ12 − cosθ12 sinθ13 sinθ23,

(4.37)
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U th
µ2 =

√
m̃em̃ν1κmµ

κmν2

Gmµ
Gν2

+

√
m̃µm̃ν2

Gmµ
Gν2

(√
(1−ρl)(1−ρν)κmµ

κν2eiη1 +
√

ρlρνκmeκmν1
eiη2
)

= cosθ12 cosθ23 − sinθ13 sinθ23eδ12 sinθ12,

(4.38)

U th
µ3 = −

√
m̃em̃ν1m̃ν2ρνκmµ

Gmµ
Gν3

+

√
m̃µ

Gmµ
Gν3

(√
ρν(1−ρl)(1−ρν)κmµ

eiη1 −√ρlκmeκmν1
κmν2

eiη2
)

= cosθ13 sinθ23,

(4.39)

U th
τ1 =

√
m̃em̃µm̃ν2ρlκmν1

Gmτ
Gν1

+

√
m̃ν1

Gmτ
Gν1

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν1

eiη1 −√ρνκmeκmµ
κmν2

eiη2
)

= cosθ12 cosθ23 sinθ13 + sinθ12 sinθ23,

(4.40)

U th
τ2 = −

√
m̃em̃µm̃ν1ρlκmν2

Gmτ
Gν2

+

√
m̃ν2

Gmτ
Gν2

(√
ρl(1−ρl)(1−ρν)κmν2

eiη1 −
√

ρνκme fmµ
κmν1

eiη2
)

= −cosθ12 sinθ23 − cosθ23 sinθ13eδ12 sinθ12,

U th
τ3 =

√
m̃em̃µm̃ν1m̃ν2ρlρν

Gmτ
Gν3

+

√
ρlρν(1−ρl)(1−ρν)

Gmτ
Gν3

eiη1

√
κmeκmµ

κmν1
κmν2

Gmτ
Gν3

eiη2 = cosθ13 cosθ23,

(4.41)
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Estas relaciones juegan un papel importante en el cálculo de las fases de violación de
CP de Majorana las cuales podrı́an evidenciarla asimetrı́a de leptones en el procesos de
leptogénesis.

4.2.3. Componentes de la matriz de mezcla en el escenario
3+1

Al considerar únicamente un neutrino estéril junto con los tres neutrinos activos, los
componentes de la matriz de mezcla leptónica A,B,R,S tomarı́an la siguiente forma

A =

 c14 0 0
−ŝ14ŝ∗24 c24 0

−ŝ∗14c24ŝ∗34 −ŝ24ŝ∗34 c34

 , (4.42)

B =

 c14c24c34 0 0
0 1 0
0 0 1

 , (4.43)

R =

 ŝ∗14 0 0
c14ŝ∗24 0 0

c14c24ŝ∗34 0 0

 , (4.44)

S =

 −ŝ14c24c34 −ŝ∗24c34 −ŝ∗34
0 0 0
0 0 0

 . (4.45)

4.2.4. Componentes de la matriz de mezcla en el escenario
3+2

Por otra parte si consideramos unicamente 2 neutrinos estériles y 3 neutrinos activos,
las matrices A,B,R,S en la matriz Λ serán

A =


c14c15 0 0

−c14ŝ15ŝ∗25 − ŝ14ŝ∗24c25 c24c25 0

−c14ŝ15c25ŝ∗35
+ŝ14ŝ∗24s25ŝ∗35 − ŝ∗14c24ŝ∗34c35

−c24ŝ25ŝ∗35
−ŝ24ŝ∗34c35c36

c34c35

 , (4.46)

B =


c14c24c34 0 0

−c14c24ŝ∗34ŝ35 − c14ŝ∗24ŝ25c35
−ŝ∗14ŝ15c25c35

c15c25c35 0

0 0 1

 , (4.47)
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R =


ŝ∗14c15 ŝ∗15 0

−ŝ∗14ŝ15ŝ∗25 + c14ŝ∗24c25 c15ŝ∗25 0

−ŝ∗14ŝ15c25ŝ∗35
+c14ŝ∗24ŝ25ŝ∗35 + c14c24ŝ∗34c35

c15c25ŝ∗35
0

 , (4.48)

S =


−ŝ14c24c34 −ŝ∗24c34 −ŝ∗34

ŝ∗14c24ŝ∗34ŝ35 + ŝ14ŝ∗24ŝ25c35
−c14ŝ15c25c35

ŝ24ŝ∗34ŝ35 − c24ŝ25c35 −c34ŝ35

0 0 0

 . (4.49)

4.3. Fases de violación de CP de Majorana

Muchos estudios sobre las fases de violacion de CP de Dirac se estan llevando acabo en
la actualidad [210]. La fase de Dirac leptónica de violación CP δCP en el marco del MSS-I
en leptogénesis y bariogénesis ha sido estudiada recientemente en [216] bajo una simetria
µ − τ . Predicciones de la masa efectiva de Majorana en la desintegración doble beta sin
neutrinos teniendo en cuenta la no conservación de CP se ha trabajado por Bilenky [217].
Esta fase, aunque independiente se ha relacionado con la fase de violación de CP en el
sector de quarks δ q mediante la regla de la suma y con ayuda de datos experimentales
que incluyen resultados recientes de T2K [218], han mostrando que la suma δ q +δ l está
cerca de cero para ser aproximadamente π/2.

Sin embargo, teniendo en cuenta el escenario (3× 3) mediante los ángulos de mezcla
(3.71) y las aproximaciones (4.34)-(4.41), aparecen nuevas fuentes de violación CP en
las fases de Majorana. Mediante la ausencı́a de mezcla entre los neutrinos activos con
neutrinos esteriles, hemos podido acotar las nuevas fases de violación CP de Majorana,
teniendo en cuenta las entradas de la matriz de mezcla leptónica generada por medio de
los invariantes y las matrices de masa de dos ceros de textura, obtuvimos los siguientes
resultados:

δ12 =−1,571+0,440
0,020 rad, δ13 = 0,01521+0,00219

−0,00172rad. (4.50)

La principal consecuencia de la presencia de est fases esta en la asimetrı́a barionica ma-
ximal del universo, debido a que si las masas efectivas Majorana llegarán a ser sensibles
a estas nuevas fuentes de violación CP, tendrı́an grandes consecuencias en procesos de
leptogenésis y en e decaimiento doble beta sin neutrino [219], por esta razón se calculan
las masas de Majorana y ver si su estructura depende de estas nuevas fases de violación
CP.

A partir de estos resultados podemos establecer que las oscilaciones de neutrinos son,
en principio, útiles para estudiar la violación de CP en el sector lept ónico. En adición,
vemos que existen alteraciones importantes en las probabilidades de oscilación debido a
la falta de esta simetrı́a de tal manera que estas alteraciones definitivamente pueden tener
efectos en procesos donde CP no se respeta, tales como la leptogónesis [113] [18] del
univeso temprano.
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4.4. Formalismo general para masas efectivas de
Majorana

Para originar la matriz de masa de los neutrinos, debemos contuir el término de masa de
Dirac-Majorana (DM) más general. Para el caso en el que existan n-generaciones requiere
que existán n-campos activos ναiL (αn sabores correspondientes) y se incluyán al MEE n-
campos estériles νsR. De esta manera, el término de masa de Dirac-Majorana se escribirá
de la siguiente manera

L M+D
Y = L ML

Y +L MR
Y +L D

Y , (4.51)

siendo

L ML
Y =

1
2

n

∑
i, j=1

ν
T
αiLĈ†Mαiα j

L να jL +h.c., (4.52)

L MR
Y =

1
2

n

∑
s,s′=1

ν
T
αsRĈ†Mss′

R νs′R +h.c., (4.53)

L D
Y =−∑

j
∑
s

νsRMsα j
D να jL +h.c. (4.54)

Las matrices ML,MR,MD son matrices de n×n, siendo ML y MR corresponden a matrices
simétricas. Se definen los vectores

NL =

(
νL

ĈνR
T

)
=

(
νL
νc

R

)
, (4.55)

y la matriz simétrica de 2n×2n

MM+D
ν =

(
ML (MD)

T

MD MR

)
. (4.56)

Por tanto, el término de DM puede escribirse como

L M+D
Y =

1
2

NT
L Ĉ†MM+D

ν NL +h.c. (4.57)

La matriz de la masa de neutrinos 6×6 en la ecuación (4.56) puede ser diagonalizada
por una transformación unitaria por medio de la matriz (4.3)

Λ
†
(

ML MD
MD MR

)
Λ

∗ =

(
M̂ν 0
0 M̂N

)
, (4.58)

M̂ν ≡ Diag{m1,m2,m3} y M̂N ≡ Diag{M1,M2,M3}, con mi o Mi (para i = 1,2,3) son las
masas fı́sicas de los neutrinos ligeros y pesados de Majorarna.

De (4.27) tenemos que ν4 = N1,ν5 = N2 y ν6 = N3 en la base de los autoestados de
masa, con ayuda de (4.56),

ML =UM̂νUT +RM̂NRT ≃U0M̂νUT
0 +RM̂NRT ,

MD =UM̂ν ŜT +RM̂NW T ≃ RM̂NW T
0 ,

MR = ŜM̂ν ŜT +WM̂NW T ≃W0M̂NW T
0 , (4.59)
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con U ≡ AUO,W ≡W0B y Ŝ ≡W0SU0. Las aproximaciones hechas en el lado derecho de
la ecuación (4.59) se toma por el hecho de que solo se mantienen los términos principales
de ML, MD y MR, entonces es posible reconstruir estas matrices 3×3 en términos de las
masas de los leptones y los ángulos [220].

Dada la base donde MR es diagonal, real y positiva, la ecuación (4.59) implica que
MR ≃ M̂N y que W0 ≃ 1. Entonces podemos obtener los siguientes términos de masa
efectiva para los neutrinos ligeros sensibles a las fases de violación CP que podrı́a aparecer
en el decaimiento doble-beta sin neutrinos

mee ≃ m1(c12c13)
2 +m2(ŝ∗12c13)

2 +m3(ŝ∗13)
2 +M1(ŝ∗14)

2 +M2(ŝ∗15)
2 +M3(ŝ∗16)

2, (4.60)

mµµ ≃−m1(ŝ12c23 + c12ŝ13ŝ∗23)+m2(c12c23 − ŝ∗12ŝ13ŝ∗23)
2 +m3(c13ŝ∗23)

2

+M1(ŝ∗24)
2 +M2(ŝ∗25)

2 +M3(ŝ∗26)
2. (4.61)

Ahora para calcular las masas efectivas de Majorana, después de implementar MSS-
I+III, la matriz de Dirac MνD de neutrinos izquierdos, la relacionamos con las constantes
de acoplamiento de Yukawa y los VEV de los campos de Higgs de la siguiente manera,de
manera que podemos relacionar las constantes de acople con las masas de los neutrinos y
los ángulos de mezcla de la siguiente manera

mee ≃−
(

ηN
11v1 +ξ N

11v2√
2

)T

M−1
1

(
ηN

11v1 +ξ N
11v2√

2

)
−
(

ηΣ
11v2√

2

)T

M−1
Σ1

(
ηΣ

11
v 2

√
2
)
,

≃ m1(c12c13)
2 +m2(ŝ∗12c13)

2 +m3(ŝ∗13)
2 +M1(ŝ∗14)

2 +M2(ŝ∗15)
2 +M3(ŝ∗16)

2,

(4.62)

la cual esta de acuerdo con las masas efectivas de Majorana estudiadas en la literatura,
donde las masas dependen de fases de violación de CP de Majorana [221,222]. Si se tiene
en cuenta que no existe mezcla entre neutrinos activos y estériles, los ángulos de mezcla
θi4,θi5,θi6 se reducen, obteniendo asi la siguiente masa efectiva de Majorana para el mee

mee = 0,00411687ei(0,528175)eV (4.63)

mee ≃ (0,00414313+0,00245561i)eV, (4.64)

para la parte real se tiene

mee ≃ 4,143+0,849
−0,587 ×10−3eV. (4.65)

Para el caso de la masa efectiva de Majorana mµµ se tiene

mµµ ≃−
(

ηN
22v1 +ξ N

22v2√
2

)T

M−1
2

(
ηN

22v1 +ξ N
22

v 2

√
2
)
−
(

ηΣ
22v2√

2

)T

M
Σ
−1
2

(
ηΣ

22v2√
2

)
,

≃−m1(ŝ12c23 + c12ŝ13ŝ∗23)+m2(c12c23 − ŝ∗12ŝ13ŝ∗23)
2 +m3(c13ŝ∗23)

2

+M1(ŝ∗24)
2 +M2(ŝ∗25)

2 +M3(ŝ∗26)
2.

(4.66)
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4 Escenario 3+3 para la matriz de mezcla de neutrinos en el M2DH-III con MSS-I+III

Ahora, teniendo en cuenta que no existe mezcla entre neutrinos activos y estériles, la
masa tomará la forma

mµµ ≃ 0,00117997ei(−0,535829)+0,0243386(eδ23)2eV. (4.67)

En este caso la masa efectiva de Majorana ademas de depender de una fase que no se
ha podido calcular por este método δ23, tambien presenta una fase compleja. Un proceso
importante que es sensible a las masas efectivas de majorana es el 2β0ν , en la siguente
sección se analizará las repercusiones de estas nuevas fases de violación de CP y las
consecuencias de estas.

4.5. Masas efectivas de Majorana en el M2DH-III
con MSS I+III para escenario 3+3

Como mecionamos en el anterior capitulo, un decaimiento nuclear de extrema impor-
tancia para la fı́sica de neutrinos 2β0ν . Este proceso requiere que los neutrinos tengan
una masa diferente de cero y que sean partı́culas de Majorana, por esto, los resultados de
las masas de Majorana via MSS-I+III son pertinentes en estos procesos. Medir la tasa de
decaimiento del decaimiento 2β0ν , además de confirmar la naturaleza de Majorana de
los neutrinos, darı́a información en la escala de masa absoluta de los neutrinos y poten-
cialmente en la jerarquı́a de masas y las fases de Majorana que aparecen en la matriz U0.
Debido a que las oscilaciones de neutrinos no pueden determinar el carácter fundamental
de los neutrinos, es decir si son partı́culas de Dirac o Majorana, ni siquiera las fases de
Majorana de la matriz de mezcla tienen algún efecto en las oscilaciones, encontramos que
la masa de Majorana mµµ , tiene un factor de fase que darı́a indicios de la violación de CP
en neutrinos Majorana.

La desintegración 2β0ν [194], aún no ha sido observado excepto por la colabora-
ción Heidelberg-Moscow [187, 195] es un proceso débil raro de segundo orden donde un
núcleo (A,z) se desintegra en otro por la emisión de dos electrones, cuyo modo de desinte-
gración es (A,Z)→ (A,Z+2)+2e−. La observación de este proceso establecerı́a que los
neutrinos son partı́culas de Majorana y que el número total de leptones no es una simetrı́a
en la naturaleza [198], ya que requiere la aniquilación mutua de dos antineutrinos, proceso
posible solo si el antineutrino es su propia antipartı́cula. La violación del número de lepto-
nes es inmediata,ya que el estado final contiene dos leptones, mientras que el estado inicial
no contiene ninguno. En la versión más simple de este proceso donde el propagador de la
lı́nea de fermiones es un propagador Majorana que contiene una matriz de conjugación de
carga C [199], que por la condición de Majorana νc

i =C(νi)
T = eiφiνi . .La amplitud de la

desintegración es proporcional a cantidad llamada masa efectiva mee(µµ) [200–202]. Mu-
chos experimentos hoy en dia han acotado la masa efectiva de Majorana para los neutrinos
y encontrarón que esta deberı́a estar en el rango de los meV [117]. Teniendo en cuenta
esos experimentos, nuestros resultados (4.63) son constistentes con estas cotas teóricas,
sin embargo la reelevancia de este cálculo se centra en que las masas efectivas de Majora-
na son sensibles a estas nuevas fases de violación de CP de Majorana, las cuales tendrán
eecto sobre las oscilaciones de neurinos y en leptogenesis.
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5 Conclusiones

Se ha mostrado que una vez es realizada la extensión de la densidad lagrangiana de
Yukawa del M2DH-III, incluyendo la quiralidad derecha de los neutrinos, imponiendo
una simetrı́a permutacional de sabor S3 e introduciendo el Modelo de Majorana, mediante
la implementación inicialmente del MSS-I y depsues del MSS-III y del MSS-I+III, se
obtiene un tratamiento unificado para las matrices de masa de los leptones, por lo que
los neutrinos activos de quiralidad izquierda adquieren masa. En este contexto, todas las
matrices de masa de los fermiones de Dirac tienen la misma forma genérica (hermitiana)
con dos ceros de textura, debido a la estructura de los valores esperados en el vacı́o de
los dobletes de Higgs y una jerarquı́a normal en el espectro de masa. Adicionalmente,
partiendo de las expresiones analı́ticas exactas obtenidas para las entradas de la matriz
de mezcla de neutrinos, usando un método estadı́stico de verosimilitud, se obtuvieron
valores para las masas de los neutrinos activos tipo Dirac, los cuales están de acuerdo con
las cotas cosmológicas. Los valores obtenidos para las masas de los neutrinos activos, a
un 90% C.L, en eV, fueron

mν3 = 0,0501849+0,00141960
−0,00490759, mν2 = 0,00831433+0,00173177

−0,00061587, mν1 = 0,00377429+0,0007
−0,0007.

(5.1)

La matriz de mezcla leptónica UPMNS asociada a la diagonalización de la matriz de
masa; Se parametrizó en términos términos de cuatro razones de masa de los leptones
(mν1 ,mν2 ,me,mµ ), dos fases de violación de CP y dos parámetros asociados con el patrón
de rompimiento de la simetrı́a del sabor ηl , ην .

A partir de las relaciones teóricas de las diferencias de masa al cuadrado de los neu-
trinos, relacionamos la masa de los neutrinos ligeros con el más pesado para la jerar-
quı́a normal, lo que nos permitió que la matriz UPMNS dependierá solamente del masa
del neutrino más pesado. Despué realizamos un análisis de verosimilutud utilizando los
triángulos unitarios que son funciónes que relaciona los ángulos de mezcla medidos ex-
perimentalmente, con las componentes de la matriz de mezcla, y obtuvimos los siguientes
valores para las magnitudes de las entradas de la matriz de mezcla UPMNS, a un 90%C.L,

∣∣∣U th

PMNS

∣∣∣=
 0,8204+0,008

−0,010 0,5616+0,012
−0,014 0,1181+0,017

−0,011

0,3748+0,018
−0,031 0,6280+0,019

−0,010 0,6819+0,025
−0,025

0,4345+0,024
−0,020 0,5388+0,022

−0,024 0,7216+0,024
−0,027

 . (5.2)

Como una aplicación directa de extender la densidad lagragiana de Yukawa del M2DH-
III, fue generar la matriz de mezcla leptónica explicita y las matrices de masa vı́a MSS-
I, MSS-III y MSS-I+III. Cuando calculamos los anchos de decaimiento de los canales
leptónicos del tauon τ → eνeντ y τ → µνµντ medido por el boson de Higgs cargado,
encontramos una relación entre las constantes de acople de Yukawa que interviene en

93



5 Conclusiones

estos procesos,

η22 = (1,64395±0,476275)η11. (5.3)

los efectos de esta relación es que la interación débil no es universal para valores gran-
des de tanβ . Un resultado importante es que al comparar la relación encontrada entre
las constantes de acople de yukawa que intervienen en este proceso con la relación entre
las masas de los neutrinos que intervienen en este decaimiento exótico, encontramos que
existe una autocinsistencia en la relación de proporcionaidad.

Por otra parte un segundo resultado importante fue el de obtener las expresiones teóri-
cas exactas de los ángulos de mezcla, con la finalidad de tratar de entender la jerarquı́a
de masa presente en el sector leptónico análoga a la presente en el sector de quarks. Para
ello tuvimos que implementar el MSS-I junto con la adición de los triplete fermionicos
MSS.I+III. Este mecanismo hibrido dio por solución para las matrices de masa , una
superposición de las matrices generadas independientemente lo cual es una buena aproxi-
mación. Derivamos las expresiones teóricas para las masas efectivas de Majorana presente
en el decaimiento doble beta sin neutrinos, que nos permitirá dilucidar la naturaleza de
los neutrinos, en términos de las razones de masas de los fermiones y mediante un el ajus-
te de χ2 de nuevo y considerando unicamente los términos predominantes, asi como los
ángulos de mezcla y obtuvimos un buen acuerdo entre ambos y al calcular analiticamente
el valor numérico de las masas efectivas de Majorana , al considerar los neutrinos activos
como de Majorana

El valor de las masas efectivas de majorana que obtuvimos está por el ordenes de mag-
nitud de los meV.

mee ≈ 4,1×10−3eV, (5.4)

mµµ ≈ 2,9×10−2eV. (5.5)

Inicialmente estas masa no dependen de ninguna fase de violación de CP propia de la
matriz de mezcla más general,debido a considerar terminos preominantes en esta prueba
de verosimilitud. Sin embargo que mediante una aplicación de una parametrización 6×6,
los efectos de estas fases se da en procesos de violación del número leptónico, debido a
que la asimetrı́a bariónica observada en el universo.

Una consecuencia mas general de aplicar el MSS-I-III, es que los tripletes férmioni-
cos y los neutrinos pesados podrı́an ser un candidatos a materia oscura ya que estos se
encuentran a diferentes escalas de energı́as.

Por último, en esta tesis asumimos la presencia de tres especies de neutrinos estériles
junto con los tres neutrinos activos, Utilizamos una parametrización completa de la matriz
de mezcla de sabor 6×6 para neutrinos activos y estériles, que está dada en términos de
quince ángulos de rotación y quince ángulos de fase de violación CP, de los cuales debido
a la ausencia de mezcla entre los neutrinos pesados y ligeros, estos se reducen a dos
ángulos diferentes de cero que serián un indicio de la violación de CP en un proceso
fı́sico como lo es el decaimiento doble beta sin neutrinos.

en el cual hemos calculado la masa efectiva de Majorana de los principales neutrinos
que estan involucrados en este proceso. Tal ejercicio tiene sentido porque tenemos algu-
nos indicios de observación preliminares sobre neutrinos estériles ligeros, y la motivación
teórica para la existencia de neutrinos pesados de Majorana en los MSS I+III. Resulta-
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do de esta parametrización para la matriz de mezcla más general nos permite describir
claramente las caracterı́sticas más destacadas de algunos problemas en la fenomenologı́a
de los neutrinos, como lo es la naturaleza de ellos, si nos centramos en el decaimiento
doble-beta sin neutrinos, la presencia de las fases de violación δ12 y δ13 podrı́an aparecer
en este proceso cuando consideramos la masa efectiva del neutrino de majorana

δ12 =−1,571+0,440
0,020 rad, δ13 = 0,01521+0,00219

−0,00172rad, (5.6)

y darnos una posible solución a este problema, además esta fase de violación de CP
leptónica δCP(13) en el sector de neutrinos ligeros implica leptogénesis a través de la asi-
metrı́a de materia-antimateria presente del universo.

Estas fases de violación CP de majorana tienen incidencia en las oscilaciones y en las
masas efectivas. Las siguientes masas efectivas de Majorana, se obtuvieron

mee ≃ (0,00414313+0,00245561i)eV, (5.7)

para la parte real

mee ≃ 4,143+0,849
−0,587 ×10−3eV, (5.8)

y

mµµ ≃ 0,00117997ei(−0,535829)+0,0243386(eδ23)2eV. (5.9)

En este caso la masa efectiva de Majorana ademas de depender de una fase que no se
ha podido calcular por este método δ23, tambien presenta una fase compleja.
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G. Dissertori, B. A. Dobrescu, M. D’Onofrio, M. Doser, M. Drees, H. K. Drei-
ner, D. A. Dwyer, P. Eerola, S. Eidelman, J. Ellis, J. Erler, V. V. Ezhela, W. Fets-
cher, B. D. Fields, R. Firestone, B. Foster, A. Freitas, H. Gallagher, L. Garren,
H.-J. Gerber, G. Gerbier, T. Gershon, Y. Gershtein, T. Gherghetta, A. A. Godizov,
M. Goodman, C. Grab, A. V. Gritsan, C. Grojean, D. E. Groom, M. Grünewald,
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