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Universidad de la República

Montevideo – Uruguay

Octubre de 2023



Simulación de interacciones de
neutrinos de Majorana en

colisionadores de part́ıculas

Tesis de Maestŕıa
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Referencias bibliográficas: p. 102 – 109.

1. F́ısica de part́ıculas, 2. Neutrinos, 3. Extensiones del

Modelo Estándar, 4. F́ısica de Colisionadores. I. Duarte

Pastorino (Orientadora), Lućıa, González Sprinberg (Co-
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me sumo.
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RESUMEN

El Modelo Estándar de la f́ısica de part́ıculas es la teoŕıa que describe el

comportamiento de las part́ıculas elementales y sus interacciones. A pesar de

las exitosas predicciones que esta teoŕıa permite realizar, también encuentra

ciertas limitaciones. Se puede considerar entonces al Modelo Estándar como

el ĺımite de baja enerǵıa de una teoŕıa de campos con nueva f́ısica accesible

a escalas de enerǵıa mucho mayores a las alcanzables en los experimentos

existentes.

En especial, las oscilaciones de neutrinos, cuyo descubrimiento dio lugar

al premio Nobel de f́ısica de 2015, evidenciaron la necesidad de extender el

Modelo Estándar de la f́ısica de part́ıculas para obtener neutrinos masivos.

Una manera de hacerlo, es incorporando lo que se conoce como neutrinos

derechos estériles, de esta manera, a través del mecanismo seesaw (subibaja)

se obtienen estados de Majorana masivos livianos (los conocidos) y pesados

(los neutrinos de Majorana pesados).

La nueva f́ısica, existente a escalas de enerǵıa mayores, podŕıa mediar nue-

vas interacciones entre los neutrinos de Majorana pesados y las part́ıculas del

Modelo Estándar. Se podŕıa detectar evidencia de esta nueva f́ısica si los neu-

trinos pesados tuvieran masas en la escala electrodébil y se pudieran producir

en colisionadores de part́ıculas. Una forma de parametrizar las nuevas interac-

ciones introducidas es con una teoŕıa de campos efectiva que incluye a los neu-

trinos pesados como grados de libertad accesibles (conocida como νSMEFT).

En este enfoque, los nuevos términos de interacción son válidos únicamente en

cierto rango de enerǵıas, menores a la escala de nueva f́ısica.

En esta tesis estudiamos la fenomenoloǵıa de la extensión νSMEFT a través

de la realización de simulaciones de experimentos en colisionadores de part́ıcu-

las. Estudiamos la producción de neutrinos de Majorana pesados en los colisio-

nadores futuros ILC (International Linear Collider, del tipo electrón-positrón)

y LHeC (Large Hadron-electron Collider, del tipo electrón-protón). De esta

manera, buscamos posibles procesos f́ısicos que, de ser observados, eviden-

ciaŕıan la existencia de los neutrinos de Majorana pesados o permitiŕıan aco-

tar los parámetros de la teoŕıa. Finalmente, obtuvimos regiones del espacio
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de parámetros de la extensión efectiva en las que las predicciones para estos

experimentos se apartan de las del Modelo Estándar lo suficiente como para

ser observadas.

Palabras claves:

F́ısica de part́ıculas, Neutrinos, Extensiones del Modelo Estándar, F́ısica

de Colisionadores.
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ABSTRACT

The Standard Model of particle physics is the theory that describes the

behavior of elementary particles and their interactions. Despite its success-

ful predictions, this theory also encounters certain limitations. The Standard

Model can then be considered the low-energy limit of a field theory with new

physics accessible at energy scales much larger than those achievable in existing

experiments.

In particular, neutrino oscillations, whose discovery led to the 2015 Nobel

Prize in physics, evidenced the need to extend the Standard Model of particle

physics to obtain massive neutrinos. One way to do this is by incorporating

what are known as sterile right-handed neutrinos. Then, through the seesaw

mechanism, one can obtain light and heavy Majorana neutrino massive states.

The new physics existing at higher energy scales could mediate new in-

teractions between heavy Majorana neutrinos and Standard Model particles.

Evidence of this new physics could be detected if heavy neutrinos had masses

in the electroweak scale and could be produced in particle colliders.

One way to parameterize the new introduced interactions is with an effec-

tive field theory that includes heavy neutrinos as accessible degrees of freedom

(known as νSMEFT). In this approach, the new interaction terms are valid

only in a certain range of energies, lower than the new physics scale.

In this thesis we study the phenomenology of the νSMEFT extension th-

rough simulations of experiments in particle colliders. We study the production

of heavy Majorana neutrinos in the future colliders ILC (International Linear

Collider, electron-positron type) and LHeC (Large Hadron-electron Collider,

electron-proton type). In this way, we look for possible physical processes that,

if observed, would evidence the existence of heavy Majorana neutrinos or ins-

tead would allow us to put bounds on the parameters of the theory. Finally, we

obtained regions of the parameter space of the effective extension in which the

predictions for these experiments deviate enough from those of the Standard

Model as to be observed.

Keywords:

Particle Physics, Neutrinos, Beyond Standard Model, Collider Physics.
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Caṕıtulo 1

El Modelo Estándar y los

Neutrinos

“La teoŕıa cuántica de campos es un conjunto de ideas y herramientas que

combina tres de los conceptos más importantes de la f́ısica moderna: la teoŕıa

cuántica, el concepto de campo y el principio de la relatividad”1.

Desde los inicios del pensamiento, la humanidad ha buscado responder a las

grandes interrogantes en torno a la naturaleza de las cosas. En esa búsqueda,

entender cuál es la composición de la materia y cuáles son los mecanismos por

los cuales esta se forma, es fundamental para comprender porqué el universo

que habitamos es como es. En la antigua Grecia, grandes filósofos créıan que

todo estaba formado por cuatro elementos: fuego, tierra, agua y aire, y si

bien hoy sabemos que la realidad es bastante más compleja que eso, seguimos

intentando descifrar cual es la composición fundamental de la materia. En

la actualidad, la mejor respuesta a esta pregunta la da la teoŕıa cuántica de

campos.

El Modelo Estándar de la f́ısica de part́ıculas es justamente una teoŕıa

cuántica de campos desarrollada principalmente en la segunda mitad del siglo

XX, que describe gran parte del comportamiento y de las interacciones de las

part́ıculas elementales, es decir, de las part́ıculas que no están compuestas por

nada más pequeño y de las cuales está hecho el universo que habitamos y noso-

tros mismos. Esta teoŕıa ha logrado predecir la existencia de part́ıculas como

1Cita del libro “Una introducción a la teoŕıa cuántica de campos de Peskin & Schroe-
der”[1].
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los bosones W±, Z, el bosón de Higgs y los quarks Top y Charm, además

de predecir con gran precisión muchas de sus propiedades, predicciones que

luego se han ido confirmando experimentalmente a lo largo de los años[2-6].

Sin embargo, a pesar de sus grandes logros, el Modelo Estándar también deja

numerosas preguntas sin responder: no incluye a la gravedad debido a la difi-

cultad de dar una descripción cuántica de la misma, no ha podido incorporar a

la materia oscura (la cual constituye cerca del 27 % de la materia del universo)

y predice neutrinos no masivos, a pesar de que estos śı tienen masa. En esta

tesis, nos vamos a centrar en esta última interrogante, ya que la evidencia ex-

perimental de la existencia de las masas de los neutrinos es una clara señal de

nueva f́ısica y de la necesidad de extender el Modelo Estándar mas allá. Cabe

aclarar que estos son tan solo algunos de los ĺımites que encuentra el Modelo

Estándar.

En este caṕıtulo presentaremos algunas de las ideas principales del Modelo

Estándar de la f́ısica de part́ıculas. Para ello comenzaremos recordando las

part́ıculas elementales y sus interacciones. Luego veremos cómo se construye

formalmente esta teoŕıa en el marco de las teoŕıas cuánticas de campos, donde

veremos cómo el mecanismo de Higgs nos da una explicación para el origen

de las masas de las part́ıculas elementales pero con una excepción: los neutri-

nos. Terminaremos entonces estudiando el caso de los neutrinos, sus posibles

mecanismos de generación de masa y las consecuencias que esto trae.

Los contenidos de este caṕıtulo están basados en distintos cursos y libros de

f́ısica de part́ıculas, teoŕıa cuántica de campos y el Modelo Estándar, además

de otras tesis del área. Aqúı las principales referencias: [1, 7-12].

1.1. Part́ıculas y sus interacciones

Según el Modelo Estándar, el número de part́ıculas elementales que forman

toda la materia que conocemos se reduce tan solo a las 17 part́ıculas que

podemos ver en la figura 1.1 y a sus anti-part́ıculas, part́ıculas con las mismas

masas pero con las cargas opuestas.

Esta lista se separa en dos tipos de part́ıculas: Fermiones y Bosones. De ma-

nera simplificada se puede decir que la materia está compuesta por fermiones,

mientras que los bosones son las part́ıculas mediadoras de las distintas interac-

ciones, lo que llamamos “portadores de fuerza”. El momento angular intŕınseco

de las part́ıculas -esṕın-, nos permite clasificarlas, ya que los fermiones tienen

2



Figura 1.1: Cuadro de las part́ıculas del Modelo Estándar.

esṕın 1/2 y los bosones tienen esṕın entero.

Los fermiones se dividen en dos categoŕıas, los quarks y los leptones. Pa-

ra los quarks observamos seis tipos o “sabores” distintos: up, down, charm,

strange, top y bottom. Los leptones también son seis: electrón, muón, tau y

los neutrinos asociados a cada uno de ellos. Como podemos ver, los fermiones

vienen en tres generaciones y las part́ıculas de cada generación tienen propie-

dades similares a su correspondiente de la familia anterior y mayor masa. En

el modelo estándar, los neutrinos son los únicos fermiones no masivos.

La materia que conocemos está principalmente formada por quarks del

tipo up y down y de electrones, esto se debe a que los átomos que componen

a las moléculas de la materia, están formados por protones y neutrones en

los núcleos y electrones en la periferia. Los protones y neutrones son estados

ligados de tres quarks cada uno: |u, u, d〉 y |u, d, d〉 respectivamente. A estos

tipos de estados ligados de quarks los llamamos “Hadrones” y los separamos en

dos categoŕıas, los Bariones formados por tres quarks y los Mesones formados

por un quark y un anti-quark.

Estos fermiones interactúan a través de las interacciones fundamentales

de la naturaleza, y es ah́ı que entran en juego los bosones. Una descripción
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comúnmente utilizada es considerar que las part́ıculas, al interactuar “inter-

cambian” al bosón de la interacción correspondiente.

La interacción nuclear fuerte, es la interacción de mayor intensidad pero

de menor alcance. Esta únicamente se da entre los quarks, y su part́ıcula

mediadora es el gluón, el cual también la siente. Es la responsable de formar

a los hadrones y también permite que el núcleo atómico se mantenga unido

a pesar de la repulsión eléctrica entre protones. La teoŕıa que describe estas

interacciones es la Cromodinámica Cuántica (QCD por sus siglas en inglés).

En el marco de esta teoŕıa, se le atribuye a los quarks una carga conocida

como “carga de color”, esto hace que los mismos vengan en tres colores: rojo,

verde y azul y, para formar estados ligados, estos tienen que unirse dando

como resultante al color neutro. Los quarks también pueden cambiar de color

a través de la emisión o la absorción de un gluón, el cual también tiene color.

La interacción electromagnética, es la siguiente en términos de intensidad.

Esta interacción se da entre toda part́ıcula con carga eléctrica, por ende todos

los fermiones, salvo los neutrinos, pueden interactuar electromagnéticamente.

Su part́ıcula mediadora es el fotón, que es a su vez el cuánto de la luz. La

teoŕıa que describe esta interacción es la Electrodinámica Cuántica (QED).

La interacción débil es la de menor intensidad y también es de corto al-

cance. Es la responsable de la desintegración β (entre otros procesos), proceso

radiactivo por el cual un neutrón decae (se convierte) en un protón, un electrón

y un anti-neutrino del electrón. Sus part́ıculas mediadoras son el bosón Z y

los bosones W+ y W− (anti-part́ıculas la una de la otra). Estos bosones son

curiosos, ya que poseen masa no nula (aproximadamente ochenta veces la masa

del protón para los bosones W y noventa y un veces para el bosón Z). Esto es

lo que hace que esta interacción sea, como su nombre lo indica, débil. Todos

los fermiones interactúan débilmente.

La única interacción fundamental que no está incluida en el Modelo

Estándar es la gravedad.

Por último, está el bosón de Higgs, el cual no es mediador de ninguna

interacción fundamental, pero es imprescindible para esta teoŕıa, ya que pro-

porciona el mecanismo para que las part́ıculas adquieran masa, como veremos

más adelante en este caṕıtulo.

Con esta descripción del Modelo Estándar, ya tenemos una cierta intuición

adquirida de la f́ısica de part́ıculas. Hecho esto, intentemos ir más allá, viendo

cómo se construye como una teoŕıa cuántica de campos.
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1.2. El Modelo Estándar

En esta teoŕıa las part́ıculas son creadas a partir del vaćıo por operadores de

campo (funciones continuas de las coordenadas del espacio-tiempo de la relati-

vidad especial), que tienen propiedades de transformación bien definidas bajo

simetŕıas del espacio-tiempo: traslaciones espacio-temporales, rotaciones espa-

ciales, y transformaciones de Lorentz (que definiremos en esta sección) entre

sistemas de coordenadas. Decimos que los operadores de campo se clasifican

por las representaciones del grupo de simetŕıa de Poincaré (correspondiente

al conjunto de todas las transformaciones recién mencionadas), con un im-

pulso (o momento) definido, creando part́ıculas caracterizadas por su esṕın.

Dependiendo de sus propiedades de transformación bajo las rotaciones estos

campos son escalares (de esṕın 0, como el campo de Higgs), espinoriales (de

esṕın 1/2, como los campos de Weyl, Dirac o Majorana que describen los fer-

miones: quarks y leptones) o vectoriales (bosones de esṕın 1, como el campo

electromagnético que crea fotones, las part́ıculas mediadoras de la interacción

electromagnética).

Para incorporar las interacciones fundamentales entre las part́ıculas, hay

que hacer uso de las simetŕıas de gauge locales, concepto que introduciremos

más adelante en este caṕıtulo.

Las simetŕıas de una teoŕıa son de gran importancia ya que, por el teorema

de Noether, implican la existencia de cantidades conservadas.

Grupo de Lorentz y Espinores

Comencemos entonces viendo cómo se construye la teoŕıa desde la relati-

vidad especial. Esto es imprescindible, ya que en última instancia, queremos

llegar a ecuaciones invariantes del punto de vista de la relatividad, es decir que

al cambiar de referencial sigan siendo válidas, y que respeten la causalidad.

Veamos entonces cómo podemos implementar estas ideas utilizando el grupo

de Lorentz y sus distintas representaciones.

Las transformaciones de Lorentz son operaciones que nos permiten trans-

formar cantidades de un referencial a otro en movimiento relativo o rotado.

Estas transformaciones incluyen a los boosts, que tienen en cuenta los efectos

de la velocidad relativa entre los referenciales, y a las rotaciones. El conjun-

to de todas las transformaciones de Lorentz forman el grupo (en el sentido

matemático) de Lorentz y, para llegar a una teoŕıa invariante de Lorentz, bus-
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camos construir cantidades invariantes bajo la acción de este grupo. En este

sentido, la formulación Lagrangiana es particularmente útil, ya que las ecua-

ciones de movimiento obtenidas de un Lagrangiano escalar de Lorentz son por

consecuencia invariantes de Lorentz. Buscamos entonces cantidades invariantes

de Lorentz para aśı construir el Lagrangiano de la teoŕıa. Para ello, el desaf́ıo

está en hallar las representaciones de este grupo.

Sea Λ la transformación de Lorentz en las coordenadas xµ = (ct, x, y, z)1

tal que:

xµ → x′µ = Λµνxν , (1.1)

si consideramos las representaciones matriciales n × n, obtenemos matrices

Mab(Λ) que actúan sobre los campos n-dimensionales Φ de la siguiente manera:

Φa(x)→Mab(Λ)Φb(Λ−1x). (1.2)

En esta sección nos restringiremos al caso de las representaciones matricia-

les correspondientes al esṕın 1/2, el cual corresponde a los campos fermiónicos.

Consideremos entonces cuatro matrices γµ (µ = 0, 1, 2, 3) n × n que cumplen

la relación de anti-conmutación:

{γµ, γν} = γµγν + γνγµ = 2gµν × 1n×n, (1.3)

con gµν = diag(1,−1,−1,−1) la métrica del espacio de Minkowski.

Utilizando estas matrices podemos encontrar una representación n-

dimensional del grupo de Lorentz:

Sµν =
i

4
[γµ, γν ] . (1.4)

Estas matrices verifican las relaciones de conmutación del álgebra:

[Sµν , Sρσ] = i (gνρSµσ − gµρSνσ − gνσSµρ + gµσSνρ) . (1.5)

Para un espacio de Minkowski de dimensión cuatro, tomamos las matrices γµ

4× 4 conocidas como las matrices de Dirac:

γ0 =

(
0 1

1 0

)
; γi =

(
0 σi

−σi 0

)
,

1A partir de ahora tomaremos el sistema de unidades naturales en el que c = 1, ~ = 1,
por lo que escribiremos xµ = (t, x, y, z).
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con σi las matrices de Pauli2. Utilizando 1.4, obtenemos la llamada represen-

tación de Weyl o quiral. En esta representación, los generadores de los boosts

y de las rotaciones son, respectivamente:

S0i =
i

4

[
γ0, γi

]
= − i

2

(
σi 0

0 −σi

)
(1.6)

y

Sij =
i

4

[
γi, γj

]
=

1

2
εijk

(
σk 0

0 σk

)
. (1.7)

Un campo ψ de cuatro componentes, que transforma mediante el producto

con las matrices Sµν , es llamado espinor y transforma de la siguiente manera:

ψ(x)→ ψ′(x′) = Λ1/2ψ(Λ−1x) (1.8)

con

Λ1/2 = exp

(
− i

2
ωµνS

µν

)
, (1.9)

siendo ωµν una matriz anti-simétrica con los parámetros de los boosts (veloci-

dades) y las rotaciones (ángulos) en sus entradas.

Si ahora definimos al espinor adjunto ψ como:

ψ = ψ†γ0, (1.10)

podemos escribir el Lagrangiano invariante de Lorentz para estos campos es-

pinoriales:

LDirac = ψ(iγµ∂µ −m)ψ ≡ ψ(i/∂ −m)ψ, (1.11)

donde definimos /∂ ≡ γµ∂µ. Este Lagrangiano es conocido como el Lagran-

giano de Dirac, ya que la ecuación de movimiento obtenida del mismo (tam-

bién invariante) es:

(iγµ∂µ −m)ψ = 0, (1.12)

la ecuación de Dirac, la cual describe el comportamiento de campos fer-

miónicos libres de masa m. Además, operando con la ecuación de Dirac y

utilizando las propiedades de anti-conmutación de las matrices γ, podemos ver

2Definidas de la siguiente forma: σ1 =

(
0 1
1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
y σ3 =

(
1 0
0 −1

)
.
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que las componentes de los espinores de Dirac también cumplen la ecuación

de Klein-Gordon:

(∂2 +m2)ψ = 0. (1.13)

Esta ecuación, nos permite escribir las soluciones a la ecuación de Dirac utili-

zando ondas planas con momento definido.

Espinores de Weyl y Paridad

Como podemos ver, los generadores de las transformaciones de Lorentz 1.6

y 1.7, son matrices diagonales por bloques, lo que sugiere que esta represen-

tación es reducible1. Si consideramos los bloques de manera independiente,

podemos construir dos representaciones de dimensión 2 escribiendo:

ψ =

(
ψL

ψR

)
. (1.14)

Los objetos ψL y ψR de dos componentes son llamados espinores de Weyl

izquierdos y derechos respectivamente y, ante boosts ~β y rotaciones ~θ infinite-

simales, transforman de la siguiente manera:

ψL → (1− i~θ · ~σ
2
− i~β · ~σ

2
)ψL (1.15)

ψR → (1− i~θ · ~σ
2

+ i~β · ~σ
2

)ψR. (1.16)

donde ~σ ≡ (σ1, σ2, σ3).

Podemos escribir la ecuación de Dirac de la siguiente forma:

(iγµ∂µ −m)ψ =

(
−m i(∂0 + ~σ · ~∇)

i(∂0 − ~σ · ~∇) −m

)(
ψL

ψR

)
= 0, (1.17)

y en el caso en el que m = 0, estas ecuaciones se desacoplan y obtenemos:

i(∂0 − ~σ · ~∇)ψL = 0 (1.18)

i(∂0 + ~σ · ~∇)ψR = 0. (1.19)

1Esto se evidencia gracias a la base que tomamos de las matrices γ, esta elección vaŕıa
según los libros.
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Estas ecuaciones son conocidas como ecuaciones de Weyl y son importantes

para trabajar con neutrinos en el Modelo Estándar ya que en el mismo los

neutrinos (y los anti-neutrinos) tienen masa nula y únicamente tienen parte

izquierda (y derecha).

Es útil poder proyectar un espinor de Dirac en los espinores izquierdos y

derechos de Weyl. En la base de las matrices γµ en la que estamos trabajando,

esto es particularmente sencillo de hacer, pero podemos definir las proyecciones

de manera independiente a la base definiendo la matriz γ5:

γ5 ≡ iγ0γ1γ2γ3. (1.20)

En esta base tenemos:

γ5 =

(
−1 0

0 1

)
, (1.21)

y podemos definir entonces los operadores de proyección:

PL =
1− γ5

2
=

(
1 0

0 0

)
, PR =

1 + γ5

2
=

(
0 0

0 1

)
. (1.22)

Cuando hablamos de campos izquierdos o derechos, nos referimos a la quira-

lidad de los campos y es posible transformar campos izquierdos en campos

derechos y viceversa a través de las transformaciones de paridad, definidas de

la siguiente forma:

P

xy
z

→
−x−y
−z

 . (1.23)

Esta transformación consiste en la inversión de los ejes espaciales.

Las transformaciones de paridad son de suma importancia en la construc-

ción del Modelo Estándar ya que en el año 1956 el experimento dirigido por

Chien-Shiung Wu, en el que se estudió el decaimiento del cobalto-60, permi-

tió ver que las interacciones débiles no son simétricas ante transformaciones

de paridad. Esta evidencia experimental llevó a la conclusión de que las in-

teracciones débiles solo involucran a las componentes izquierdas de lo campos

fermiónicos (o a las derechas en el caso de anti-part́ıculas). Veremos algunas

consecuencias de esto más adelante.

La quiralidad está ı́ntimamente relacionada con la helicidad de una part́ıcu-

la. Se define el operador helicidad de la siguiente manera:
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h ≡
~S · ~p
|~p|

=
1

2

(
~σ · ~p 0

0 ~σ · ~p

)
, (1.24)

siendo ~p el momento de la part́ıcula y ~S el operador de esṕın. Los auto-valores

de este operador son h = −1/2 si la part́ıcula viaja con su esṕın en el sentido

opuesto a su momento y h = 1/2 si esṕın y momento están alineados. La

helicidad depende del referencial, ya que siempre es posible trasladarse a un

referencial en el que el momento de la part́ıcula tiene sentido opuesto y cambiar

entonces su helicidad. Esto no se cumple para part́ıculas sin masa ya que estas

viajan a la velocidad de la luz, en particular, helicidad y quiralidad de una

part́ıcula sin masa son iguales.

Conjugación de Carga y espinores de Majorana

Para terminar esta sección, vamos a definir la operación de conjugación de

carga, la cual permite transformar part́ıculas en anti-part́ıculas y viceversa. Si

definimos la conjugación de carga como la operación que realiza las siguientes

transformaciones:

ψ → ψC = Cψ
T

= Cγ0ψ∗ (1.25)

ψ → ψ
C

= −ψTC (1.26)

donde C cumple:

CγµTC−1 = −γµ (1.27)

C† = C−1 (1.28)

CT = −C, (1.29)

obtenemos, en la representación quiral:

ψC =

(
−iσ2 0

0 iσ2

)(
0 1

1 0

)(
ψ∗L
ψ∗R

)
=

(
−iσ2ψ∗R
iσ2ψ∗L

)
. (1.30)

Expresando los espinores de Dirac en términos de los operadores creación y

aniquilación1, podemos ver que esta transformación lleva part́ıculas a sus anti-

1Esto sucede cuando cuantizamos la teoŕıa, la idea principal es promover los campos a
operadores con relaciones de conmutación (o anti-conmutación) definidas, que actúan sobre
estados pertenecientes a un espacio de Fock.
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part́ıculas. Esto nos permite definir otro tipo de espinor, conocido como espinor

de Majorana:

ψM =

(
ψL

iσ2ψ∗L

)
. (1.31)

Este espinor tiene únicamente dos grados de libertad y cumple que:

ψCM = ψM , (1.32)

es decir que describe a un fermión que es su propia antipart́ıcula.

Simetŕıa de Gauge

Veamos ahora cómo, a través de las simetŕıas de gauge, se introducen los

campos bosónicos de las interacciones a la teoŕıa.

Si recordamos la formulación covariante del electromagnetismo, el potencial

escalar eléctrico y el vector potencial magnético que se definen de las ecuaciones

homogéneas de Maxwell, pasan a formar parte de un mismo objeto matemático:

el 4-vector potencial, que en unidades naturales es

Aµ(x) = (φ(x), ~A(x)). (1.33)

Estos potenciales no están definidos de manera única, ya que sumarle una

constante al potencial eléctrico o un gradiente al potencial vector resulta en

los mismos campos eléctricos y magnéticos y por ende en la misma f́ısica. Esta

libertad es conocida como libertad de gauge o de calibre y equivale a decir que

las ecuaciones de Maxwell son invariantes ante las transformaciones de gauge

Aµ(x)→ Aµ(x)− 1

q
∂µλ(x). (1.34)

En el marco de las teoŕıas cuánticas de campos a este campo se le llama campo

de gauge, su Lagrangiano es:

LGauge = −1

4
F µνFµν , (1.35)

con:

Fµν ≡ (∂µAν − ∂νAµ), (1.36)
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y describe la propagación de fotones libres en ausencia de materia.

Si ahora volvemos al Lagrangiano de Dirac 1.11, vemos otra simetŕıa intere-

sante, ya que este queda invariante si transformamos los campos de la siguiente

forma:

ψ → eiαψ. (1.37)

Esta es una simetŕıa global, es decir que no depende del punto xµ, ya que α =

cte. Sin embargo podemos construir una simetŕıa local, en la que α = λ(x) si

reemplazamos la derivada del Lagrangiano de Dirac por la derivada covariante

Dµ = ∂µ + iqAµ, (1.38)

siendo q la carga eléctrica del campo fermiónico ψ. En ese caso, el Lagrangiano

de Dirac queda:

LDirac = ψ(i /D −m)ψ = ψ(iγµ∂µ − qγµAµ −m)ψ. (1.39)

Y es fácil ver que ante las transformaciones Aµ(x) → Aµ(x) − 1

q
∂µλ(x) y

ψ → eiλ(x)ψ, el Lagrangiano queda invariante.

Obtenemos entonces el Lagrangiano de QED para fotones y fermiones car-

gados:

LQED = −1

4
F µνFµν + ψ(i /D −m)ψ. (1.40)

Estas modificaciones en el Lagrangiano son interesantes por distintos mo-

tivos. En primer lugar, pasamos a tener un término del Lagrangiano donde

aparece el producto de los campos ψ, ψ y Aµ, esto se traduce en lo que lla-

mamos un vértice de interacción. En última instancia, este término describe la

interacción entre un fermión cargado y el fotón, la cual garantiza que los fer-

miones cargados sientan la interacción electromagnética en QED. En segundo

lugar, es interesante notar que esta simetŕıa de gauge local no es más que la

invariancia ante la acción del grupo de Lie U(1) local. Esto nos da un marco

natural para la generalización de QED a otras teoŕıas, en particular al pasar

a los grupos SU(N) obtenemos las teoŕıas de Yang-Mills.

Las teoŕıas de Yang-Mills son teoŕıas de gauge no abelianas, esto se debe a

que sigue habiendo invariancia de gauge pero ahora los generadores del grupo

de simetŕıa no conmutan. En estos casos, los campos de gauge transforman
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infinitesimalmente de la siguiente manera:

Aaµ(x)→ Aaµ(x) +
1

g
∂µα

a(x)− fabcαb(x)Acµ(x) (1.41)

y su lagrangiano es:

LYM = −1

4
F µνaF a

µν , (1.42)

con

F a
µν ≡ (∂µA

a
ν − ∂νAaµ + gfabcAbµA

c
ν), (1.43)

siendo fabc las constantes de estructura del grupo y g la constante de acopla-

miento.

La forma del lagrangiano de Yang-Mills hace que los campos de gauge śı

interactúen, a diferencia del caso U(1) para QED, en el que no hay términos

de interacción entre fotones.

Las teoŕıas de Yang-Mills son de suma importancia en la construcción del

Modelo Estándar, ya que este es una teoŕıa de gauge

SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y . (1.44)

El grupo SU(3)C corresponde a la simetŕıa de la interacción nuclear fuer-

te y en este caso los ı́ndices latinos de los campos en 1.41 corresponden al

ı́ndice de color. Efectivamente, los gluones interactúan entre śı. Si también

agregamos los campos fermiónicos de materia, con la transformación de gauge

correspondiente, obtenemos la cromodinámica cuántica.

El grupo SU(2)L corresponde al isosṕın débil, y es el responsable de que

la interacción débil sea quiral, ya que es un grupo que únicamente actúa so-

bre las componentes izquierdas de los campos (de ah́ı el sub́ındice L). En la

representación fundamental del grupo, los fermiones se agrupan en dobletes

izquierdos, conocidos como dobletes de isosṕın débil :

Li =

(
νeL

eL

)
,

(
νµL

µL

)
,

(
ντL

τL

)
, Qi =

(
uL

dL

)
,

(
cL

sL

)
,

(
tL

bL

)
, (1.45)

donde el ı́ndice i recorre las generaciones. Cada entrada de estos dobletes es a

su vez un fermión de Weyl izquierdo.

El grupo SU(2)L da lugar a tres campos de gauge W 1
µ , W 2

µ y W 3
µ y sus

generadores son τa = σa/2, con σa las matrices de Pauli. La derivada covariante

13



queda entonces de la forma:

Dµ = ∂µ − igW a
µ τ

a, (1.46)

siendo g la constante de acoplamiento del grupo.

El grupo U(1)Y de hipercarga es análogo al electromagnetismo, con la di-

ferencia de que distingue a las partes izquierdas de las derechas de los campos,

ya que estas tienen distintas hipercargas Y . El campo de gauge de U(1)Y es

Bµ, por lo que en este caso la derivada covariante queda:

Dµ = ∂µ − ig′Y Bµ, (1.47)

siendo g′ su constante de acoplamiento.

Estos últimos dos grupos son unificados en el modelo de unificación elec-

trodébil introducido por Glashow, Weinberg y Salam, en el que la teoŕıa tiene

simetŕıa SU(2)L × U(1)Y . El posterior rompimiento de esta simetŕıa es lo que

da lugar a los campos bosónicos W± y Z de la interacción débil y al campo

del fotón del electromagnetismo, como veremos en la sección siguiente.

Mecanismo de Higgs

Como mencionamos anteriormente, el Modelo Estándar es una teoŕıa de

gauge SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y , pero todav́ıa hay un camino por recorrer

para dar con una teoŕıa que describa a las part́ıculas y las interacciones que

presentamos al comienzo de este caṕıtulo. En particular, hay que encontrar la

manera de darles masa a las part́ıculas. En efecto, para los bosones de gauge

no es posible agregar términos de masa de la forma mA2, ya que estos términos

no son invariantes ante las transformaciones de gauge definidas en 1.34 y 1.41.

Como veremos más adelante, algo similar sucede con los términos de masa

para fermiones. La solución a esto la da el Mecanismo de Higgs a través del

rompimiento espontáneo de la simetŕıa del sector electrdébil SU(2)L×U(1)Y →
U(1)EM incorporando un doblete complejo φ. Por el teorema de Goldstone,

sabemos que cada generador roto da lugar a un bosón de Goldstone, pero el

mecanismo de Higgs, realizando una transformación de gauge para tomar el

gauge unitario, elimina a los bosones de Goldstone dándole masa a los bosones

de gauge asociados a los generadores rotos. Esto resulta en tres bosones de

gauge masivos (W+, W− y Z) y uno no masivo (el fotón). También da lugar a
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un nuevo campo escalar masivo cuya part́ıcula asociada es el bosón de Higgs.

Introducimos entonces un doblete de SU(2) complejo con hipercarga Y =

1/2 conocido como el doblete de Higgs :

φ =

(
ϕ1 + iϕ2

ϕ3 + iϕ4

)
, (1.48)

sometido al potencial

V (φ) = m2φ†φ− λ(φ†φ)2, con λ > 0 ∈ R. (1.49)

Todo esto resulta en un lagrangiano para los bosones de la siguiente forma:

L = −1

4
(W a

µν)
2 − 1

4
(Bµν)

2 + (Dµφ)†(Dµφ) +m2φ†φ− λ(φ†φ)2, (1.50)

con W a
µν = (∂µW

a
ν − ∂νW a

µ + gfabcW b
µW

c
ν ) y Bµν = (∂µBν − ∂νBµ). Juntando

las derivadas de 1.46 y 1.47 obtenemos la derivada covariante completa para

el doblete φ:

Dµφ = ∂µφ− igW a
µ τ

aφ− 1

2
ig′Bµφ. (1.51)

Observando el potencial del φ, vemos que este tiene un mı́nimo en φ†φ =

m2/λ ≡ v. Podemos entonces expandir el campo φ en torno a este mı́nimo

(conocido como valor esperado en el vaćıo o v.e.v.) parametrizando la expan-

sión con los campos πa(x) (estos son los bosones de Goldstone) y h(x) de la

siguiente forma:

φ = exp(2i
πa(x)τa

v
)

 0
v√
2

+
h(x)√

2

 gauge−−−−→
unitario

 0
v√
2

+
h(x)√

2

 (1.52)

donde ya tomamos el gauge unitario fijando πa = 0, sacando aśı a los bosones

de Goldstone y con los 1/
√

2 producto de la normalización de los campos. Fi-

nalmente, sustituyendo en el término de la derivada covariante de φ, obtenemos

para los términos con el v:

|Dµφ|2 =
v2

8
g2

[
(W 1

µ)2 + (W 2
µ)2 + (

g′

g
Bµ −W 3

µ)2

]
. (1.53)

Es posible escribir términos de masa para los bosones de gauge diagonalizando
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este Lagrangiano con un cambio de base que también nos da auto-estados del

generador de la simetŕıa no rota, correspondiente a la carga eléctrica:

W+
µ ≡

W 1
µ − iW 2

µ√
2

, W−
µ ≡

W 1
µ + iW 2

µ√
2

, (1.54)

Zµ ≡ cosθwW
3
µ − sinθwBµ y Aµ ≡ sinθwW

3
µ + cosθwBµ, (1.55)

con

tanθw =
g′

g
. (1.56)

Obtenemos aśı términos de masa para los campos de gauge con:

mW± =
vg

2
, mZ =

v

2

√
g2 + g′2 =

mW

cosθw
y mA = 0. (1.57)

Estos nuevos campos de gauge que surgen luego de romper la simetŕıa son

justamente los bosones W+, W−, Z y el fotón A. Estas re-definiciones de los

campos y el hecho de que SU(2)L sea una teoŕıa no-abeliana, nos da términos

de interacción en el Lagrangiano entre los bosones W y el Z y entre los W y

el fotón. En particular, el acoplamiento entre el fotón y los bosones W , nos

permite relacionar la carga eléctrica de los W con las constantes g y g′:

e = gsinθw = g′cosθw. (1.58)

Luego, al incluir los términos con el campo escalar h, obtenemos interacciones

entre este y los bosones de gauge, con excepción del fotón.

Veamos ahora cuáles son las consecuencias del rompimiento espontáneo de

simetŕıa para el sector fermiónico del Modelo Estándar. Como presentamos

en la sección anterior, el contenido de materia está dado por 1.45 para los

fermiones izquierdos y por:

eiR = {eR, µR, τR}, uiR = {uR, cR, tR}, diR = {dR, sR, bR}, (1.59)

para los fermiones derechos. Estos singletes de isosṕın son a su vez fermiones

de Weyl derechos.

Como podemos ver, no estamos incluyendo singletes de neutrinos derechos

ya que en el Modelo Estándar estos no existen. Esto eventualmente va a ser

la causa de que en el Modelo Estándar los neutrinos no tengan términos de
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masa.

Siendo este el contenido de materia en el Modelo Estándar, ya vemos un

problema: los términos de masa mψψ del Lagrangiano de Dirac 1.11 no son

invariantes de gauge frente a las transformaciones SU(2)L, ya que dan lugar a

términos de la forma meLeR. Una vez más, el doblete φ resuelve esto a través

de su acoplamiento a los fermiones. El lagrangiano de Yukawa contiene todos

los términos de esta forma que respetan las simetŕıas de la teoŕıa:

LY ukawa = −Y u
ijQ

iφ̃ujR − Y
d
ijQ

iφdjR − Y
e
ijL

iφejR + h.c., (1.60)

con φ̃ ≡ iσ2φ
∗ con hipercarga Yφ̃ = −1/2. Luego, con el rompimiento es-

pontáneo de la simetŕıa SU(2)L×U(1)Y , expandiendo φ en torno a su mı́nimo

y tomando el gauge unitario obtenemos:

LY ukawa =

(
v√
2

+
h√
2

)[
−Y u

iju
i
Lu

j
R − Y

d
ijd

i
Ld

j
R − Y

e
ije

i
Le

j
R

]
+ h.c. (1.61)

Escribiendo esto en forma matricial tenemos:

LY ukawa =

(
v√
2

+
h√
2

)[
−Y uuLuR − Y ddLdR − Y eeLeR

]
+ h.c. (1.62)

Las matrices Y u, Y d e Y e no son diagonales ni simétricas, pero podemos dia-

gonalizarlas con tres conjuntos de matrices unitarias U y K escribiendo:

Y u = UuMuK
†
u, Y d = UdMdK

†
d, Y e = UeMeK

†
e (1.63)

y transformando

dR → KddR, uR → KuuR, eR → KeeR,

dL → UddL, uL → UuuL, eL → UeeL.
(1.64)

Estas transformaciones sobre los campos dejan el lagrangiano de Yukawa en

una base conocida como la base de masas, ya que los campos transformados

son auto-estados de masa. Aśı obtenemos finalmente los términos de masa

conocidos como de Dirac:

Lmasa = −mu
ju

j
Lu

j
R −m

d
jd
j
Ld

j
R −m

e
je
j
Le

j
R + h.c. (1.65)
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Esto también genera que los acoplamientos de los fermiones con el campo

escalar h no mezclen familias ya que la diagonalización repercute también en

esos términos. Como podemos ver, al no tener neutrinos derechos νR, no hay

términos de masa para los neutrinos.

Interacciones

Ahora que entendemos los mecanismos por los cuales se generan las part́ıcu-

las masivas en el Modelo Estándar, solo nos queda estudiar los términos de

interacción. Juntando entonces la derivada covariante del sector electrodébil

1.51 y los campos fermiónicos 1.45 y 1.59, podemos escribir el lagrangiano de

Dirac antes del rompimiento espontáneo de simetŕıa como:

LDirac = iLi(/∂ − ig /W
a
τa − 1

2
ig′YL /B)Li

+iQi(/∂ − ig /W
a
τa − 1

2
ig′YQ /B)Qi

+ieiR(/∂ − 1

2
ig′Ye /B)eiR

+iuiR(/∂ − 1

2
ig′Yu /B)uiR

+idiR(/∂ − 1

2
ig′Yd /B)diR.

(1.66)

Al sustituir los valores de las hipercargas con los valores de la tabla 1.1 y

diagonalizar las matrices de masas para bosones y fermiones, obtenemos las

interacciones débiles y eléctricas a través de corrientes cargadas (interacciones

mediadas por bosones W±, cargados eléctricamente) y a través de corrientes

neutras (interacciones mediadas por bosones Z y A, ambos sin carga eléctrica).

Se puede ver que los auto-valores del generador no roto,

Q = τ 3 + Y 1, (1.67)

corresponden a los acoplamientos con los campos Aµ, es decir, a las cargas

eléctricas.

Las corrientes neutras (CN) quedan entonces de la forma:

LCN = − g

cosθw
JµZZµ − eJ

µ
AAµ. (1.68)

Debido a la diagonalización de la matriz de masas para los bosones, las corrien-
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Campos L =

(
νeL
eL

)
eR Q =

(
uL
dL

)
uR dR φ

Hipercargas Y -1/2 −1 1/6 2/3 −1/3 1/2

Tabla 1.1: Hipercargas de los distintos campos del Modelo Estándar.

Fermiones gL gR
νe, νµ, ντ 1/2 0
e, µ, τ −1/2 + sin2 θw sin2 θw
u, c, t 1/2− 2/3 sin2 θw −2/3 sin2 θw
d, s, b −1/2 + 1/3 sin2 θw 1/3 sin2 θw

Tabla 1.2: Constantes de acoplamiento con el bosón Z.

tes neutras no mezclan las distintas entradas de los dobletes izquierdos, esto

genera que las transformaciones 1.64 que hacemos para pasar a la base de ma-

sas de los fermiones se cancelen en estos términos, haciendo que las corrientes

neutras no mezclen familias de fermiones. Tenemos entonces:

JµA = −eγµe+
2

3
uγµu− 1

3
dγµd. (1.69)

y

JµZ = guLuLγ
µuL + gdLdLγ

µdL + guRuRγ
µuR + gdRdRγ

µdR

+gνLνLγ
µνL + geLeLγ

µeL + geReRγ
µeR,

(1.70)

con los valores de los acoplamientos g en la tabla 1.2.

Para las corrientes cargadas (CC) tenemos:

LCC = − g√
2
W+
µ J

µ
CC −

g√
2
W−
µ J

µ†
CC , (1.71)

con

JµCC = νe,Lγ
µeL + uLγ

µdL. (1.72)

En este caso, cuando pasemos a la base de masas de los fermiones, al tener

términos que mezclan neutrinos con leptones cargados y quarks u con d, las

transformaciones 1.64 ya no se cancelan, como śı pasaba en las corrientes neu-

tras. Por lo tanto las corrientes cargadas quedan:

JµCC = νe,Lγ
µUeeL + uLγ

µU †uUddL. (1.73)

La matriz VCKM ≡ U †uUd, conocida como la matriz de Cabibbo-Kobayashi-
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Maskawa, no tiene porqué ser diagonal, y de hecho no lo es, aunque śı es

unitaria. Esto genera que las corrientes cargadas puedan cambiar de familia

de quarks, es decir que un quark u puede interactuar, por ejemplo, con un

bosón W− y con un quark s, las entradas de la matriz corresponden con las

probabilidades de estos intercambios y se determinan experimentalmente. Para

la parte leptónica la situación es diferente, ya que al no tener términos de masa

para los neutrinos, estos siguen en la base de sabor. Puedo entonces realizar

la transformación:

νL → U †eνL, (1.74)

dejando las corrientes cargadas de la siguiente forma:

JµCC = νe,Lγ
µeL + uLγ

µVCKMdL. (1.75)

Esto implica que las corrientes cargadas mezclan familias de quarks y definen

a los tres sabores de los neutrinos según el leptón cargado con el que estos

interactúan.

Por último, viendo el lagrangiano 1.66, encontramos que aún quedan si-

metŕıas globales que sobreviven a todos los procesos de cambio de base men-

cionados anteriormente, estas son:

Qi
L → eiθ/3Qi

L,

uiR → eiθ/3uiR,

diR → eiθ/3diR

(1.76)

y

LiL → eiφ/3LiL,

eiR → eiφ/3eiR.
(1.77)

Estas simetŕıas corresponden a las conservaciones del número bariónico y del

número leptónico. El número bariónico se define como nb = (nq−nq)/3, siendo

nq el número de quarks y nq el número de anti-quarks y el número leptónico se

define como (n` − n`) siendo n` el número de leptones (en este caso cargados

o neutros) y n` el número de anti-leptones. Si bien estas definiciones son para

los números totales de quarks y leptones (es decir que no distinguen familias o

sabores), en el caso de los leptones se da otra conservación interesante. Debido

a la transformación 1.74, ningún término del lagrangiano del Modelo Estándar

mezcla sabores leptónicos, esto implica que, además de conservarse el número
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leptónico total, todo proceso tiene que conservar el número leptónico de cada

sabor.

Todas estas simetŕıas son conocidas como simetŕıas anómalas, ya que al

cuantizar la teoŕıa estas desaparecen. Sin embargo, al tratarse de anomaĺıas

globales, estas no dan lugar a inconsistencias en la teoŕıa, algo que sucedeŕıa

si las simetŕıas de gauge fueran anómalas.

1.3. Neutrinos ¿masivos?

En las secciones anteriores presentamos el Modelo Estándar de la f́ısica

de part́ıculas y vimos cómo los campos fermiónicos y bosónicos adquieren

masa e interactúan entre śı. Sin embargo, dado que el Modelo Estándar no

incluye campos de neutrinos derechos, no hay un mecanismo por el cual los

neutrinos puedan adquirir masa y por ende tienen masa nula. A diferencia

del caso del fotón, en el que la masa es cero porque queda una simetŕıa de

gauge sin romper, el caso del neutrino es más curioso, ya que no hay ningún

motivo f́ısico por el cual este no deba tener masa. Esto terminó siendo un

problema aún más grande cuando a través de la observación del fenómeno de

oscilaciones de neutrinos se descubrió que estos śı tienen masa, descubrimiento

que dio lugar al premio Nobel de f́ısica de 2015. En esta sección comenzaremos

introduciendo las oscilaciones de neutrinos para luego estudiar de qué manera

se podŕıa extender el Modelo Estándar con el fin de incorporar las masas de

los neutrinos.

Oscilaciones de neutrinos

Comencemos entonces con las oscilaciones de neutrinos: ¿Qué son? ¿Cuál

es la relación entre las oscilaciones y la masa de los neutrinos?

Las oscilaciones de neutrinos, son los procesos por los cuales neutrinos de

un sabor se transforman en neutrinos de otro sabor, violando aśı la conserva-

ción del número leptónico de sabor. Esto fue lo que se propuso para explicar

distintas observaciones en las cuales, para un cierto sabor de neutrinos, se

detectaban menos de los esperados. Las primeras inconsistencias que se obser-

varon, fueron en la detección de neutrinos provenientes del sol en la década

de 1960. En estos experimentos, se buscaban neutrinos a través de la detec-
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ción de corrientes débiles cargadas1 1.75 con leptones, sin embargo, siempre

se observaba un déficit de neutrinos del electrón no despreciable. Algo simi-

lar suced́ıa con los neutrinos del muón provenientes de la atmósfera: en 1998

el experimento Super-Kamiokande detectó una asimetŕıa entre los neutrinos

del muón detectados desde la parte de abajo del detector y aquellos detecta-

dos desde la parte de arriba[13]. Por último, en el experimento KamLAND en

Japón, a comienzos de siglo XXI, se observó evidencia de las oscilaciones para

anti-neutrinos del electrón provenientes de reactores nucleares[14]. Toda esta

evidencia experimental, sugirió que al trasladarse en el espacio, los neutrinos

cambian de sabor. Esto es un fenómeno que según el Modelo Estándar no de-

beŕıa darse y veremos que se explica asumiendo que los neutrinos son entonces

part́ıculas masivas.

Consideremos entonces un haz de neutrinos de un sabor cualquiera. Un

estado neutrinos de un sabor ` se puede escribir como una combinación de

estados masivos:

|ν`〉 =
∑
α

U`α |να〉 , (1.78)

Siendo U una matriz unitaria. Esta descomposición se debe a que, en caso

de tener neutrinos masivos, las bases de sabor y la de masa son distintas. La

evolución temporal está dada por la ecuación de Schrödinger:

|ν`(t)〉 =
∑
α

e−iEαtU`α |να〉 , (1.79)

donde la evolución de cada estado de masa es distinta, ya que al tener masas

distintas, las enerǵıas Eα =
√
~pα

2 +m2
α son distintas. Ya podemos ver que la

amplitud de probabilidad de encontrar un neutrino ν`′ en el haz original es:

〈ν`′ |ν`(t)〉 =
∑
αβ

〈νβ|U †`′βe
−iEαtU`α|να〉 =

∑
α

e−iEαtU∗`′αU`α, (1.80)

usando la ortogonalidad de las bases. Por lo tanto, la probabilidad de encontrar

un neutrino ν`′ al cabo de un tiempo t es:

Pν`→ν`′ (t) = | 〈ν ′`|ν`(t)〉 |2=
∑
αβ

| U`αU∗`′αU∗`βU`′β | e−i(Eα−Eβ)t. (1.81)

1Es importante aclarar que los neutrinos, a diferencia de los fermiones cargados, no
pueden ser detectados directamente. Al interactuar solo débilmente, su detección se infiere
a través de la observación de corrientes débiles.
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Como los neutrinos suelen ser ultrarelativistas (es decir que ~p2 >> m2), pode-

mos hacer la siguiente aproximación:

Eα =

√
~pα

2 +m2
α ≈ pα +

m2
α

2pα
≈ E +

m2
α

2E
, (1.82)

tomando pα = E, es decir que consideramos neutrinos con enerǵıas y momentos

similares E a primer orden. Por lo tanto:

Eα − Eβ =
m2
α −m2

β

2E
=

∆m2
αβ

2E
. (1.83)

Si ahora sustituimos el tiempo por la distancia recorrida, que en unidades

naturales queda t = L ya que los neutrinos viajan a velocidades cercanas a la

luz, tenemos:

Pν`→ν`′ (L) =
∑
αβ

| U`αU∗`′αU∗`βU`′β | exp
(
−i

∆m2
αβL

2E

)
. (1.84)

Esta probabilidad oscila con la distancia L recorrida por los neutrinos,

mostrando finalmente que los estados masivos dan una explicación para el

fenómeno de oscilación de neutrinos. En particular, la dependencia en la dis-

tancia explica la asimetŕıa de la detección de neutrinos atmosféricos, ya que

los neutrinos detectados desde la parte de arriba del detector recorren una

distancia menor a la de los detectados desde la parte de abajo del detector,

debido a que estos últimos atraviesan la tierra para llegar de la atmósfera al

detector.

Es interesante ver cómo esta probabilidad no depende de las masas de los

neutrinos, sino de las diferencias de las masas al cuadrado. Es por esto que

los experimentos que detectan y estudian estos procesos solo pueden estimar

o poner cotas sobre los valores de ∆m2
αβ.

A la matriz U de 1.84 se la conoce como la matriz PMNS por Pontecorvo,

Maki, Nakagawa y Sakata, esta da las mezclas de estados de masas en la base de

sabor, aśı como lo hace la matriz VCKM de la ecuación 1.73 para las corrientes

cargadas con quarks.

Ahora si, dado que la evidencia experimental nos obliga a darles masas

a los neutrinos, veamos cómo es posible extender el Modelo Estándar para

incorporar estas masas.
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Masa de Dirac

La extensión más simple que podemos hacer consiste en agregar neutrinos

derechos con hipercarga Y = 0:

νiR = {νeR, νµR, ντR}. (1.85)

Estos campos, al no tener carga eléctrica (ver 1.67) ni de color y ser derechos

son lo que se conoce como neutrinos estériles, ya que no tienen ninguna de las

interacciones del Modelo Estándar.

Incorporar neutrinos derechos nos permite agregar distintos términos de

masa. En primer lugar, a través del acoplamiento con el doblete φ podemos

añadir al lagrangiano de Yukawa 1.60 el término:

LνY ukawa = −Y ν
ijL

iφ̃νjR + h.c., (1.86)

que después del rompimiento espontáneo de simetŕıa del sector electrodébil y

la diagonalización de la matriz de masas da lugar a lo que se conoce como un

término de masas de Dirac:

Lν,Dmasa = −mν
j ν

j
Lν

j
R + h.c., (1.87)

donde, al igual que con los otros fermiones, los valores de las masas mν
j son

proporcionales al valor esperado en el vaćıo del Higgs v. Este es quizás uno de

los puntos débiles del mecanismo ya que para los neutrinos las observaciones

experimentales dan masas de varios órdenes de magnitud por debajo de las

masas de los demás fermiones. Las cotas más recientes para masas de los

neutrinos dan valores menores al eV, mientras que la masa de los electrones

es me ≈ 0.51 MeV. Estas diferencias crecen aún mas con los otros fermiones

(mτ ≈ 1776 MeV, mt ≈ 173 GeV), sin embargo no hay ningún mecanismo que

logre explicarlo.

Una consecuencia importante de este mecanismo de generación de masas,

es que la transformación 1.74 ya no está permitida debido a la diagonalización

de la matriz de masas. Esto implica que las corrientes cargadas con neutrinos

ahora quedan de la forma:

Jµν,CC = νe,Lγ
µU †PMNSeL, (1.88)
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lo que debeŕıa generar un efecto análogo a lo que sucede con los cambios de

familia de los quarks. Por lo tanto, los neutrinos podŕıan cambiar de sabor

a través de las corrientes cargadas y la matriz de mezcla es justamente la

matriz PMNS que utilizamos en 1.78 para descomponer un estado de sabor

en estados masivos. Esto también tiene una consecuencia en la conservación

del número leptónico. En la sección anterior comentamos que el Lagrangiano

admit́ıa las simetŕıas U(1) 1.76 y 1.77 y que en particular, al no haber mezclas

de sabores leptónicos, el número leptónico de cada sabor se deb́ıa conservar.

Sin embargo, como acabamos de ver, agregar neutrinos derechos hace que

las corrientes débiles cargadas śı mezclen sabores de leptones, lo que implica

que las transformaciones mencionadas anteriormente son simetŕıas únicamente

cuando la fase es la misma para todos los leptones y por ende el número

leptónico de sabor ya no debe ser conservado. Hasta ahora entonces el número

leptónico total sigue siendo una cantidad conservada, al igual que el número

bariónico total.

Masa de Majorana

Si ahora también nos permitimos descartar la conservación del número

leptónico total, sucede algo interesante1. Recordemos que los neutrinos dere-

chos, que agregamos para extender el modelo, no tienen ninguna carga, por

lo que si también dejamos de tener en cuenta al número leptónico, no poseen

ningún número cuántico no nulo. Esto hace que podamos construir con ellos

términos de masa de la siguiente forma:

Lν,Mmasa = −1

2
MM

ij ν
iC
R ν

j
R + h.c, (1.89)

conocidos como términos de masa de Majorana. Estos términos respetan todas

las simetŕıas del Modelo Estándar, con excepción de las simetŕıas asociadas a

la conservación del número leptónico.

1Es importante aclarar que las transformaciones 1.76 y 1.77, asociadas a las conserva-
ciones de los números bariónico y leptónico, no son simetŕıas utilizadas para construir la
teoŕıa, como śı sucede con la invariancia de Lorentz o las simetŕıas de gauge. Son simetŕıas
accidentales que aparecen en el proceso, pero nada nos impide, del punto de vista teórico,
agregar términos que no sean invariantes ante estas transformaciones.
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Masa de Dirac-Majorana

Si ahora tenemos en cuenta ambos términos de masa, podemos escribir

un lagrangiano de masa de los neutrinos más general sumando las dos con-

tribuciones. En este caso escribiremos todos los términos en la base de sabor

(recordemos que para el término de masa de Dirac hab́ıamos pasado a la base

de masas). Tenemos entonces:

Lν,D+M
masa = −mD

ijν
i
Lν

j
R −

1

2
MM

ij ν
iC
R ν

j
R + h.c. (1.90)

Este Lagrangiano lo podemos re-escribir definiendo el vector columna:

n =

(
νL

νCR

)
(1.91)

y la matriz (simétrica) de masas 6× 6:

MD+M =

(
0 mD

(mD)T MM

)
. (1.92)

El Lagrangiano de masas queda entonces:

Lν,D+M
masa = −1

2
nMD+MnC + h.c, (1.93)

y diagonalizando la matriz MD+M obtenemos los estados de masa:

Lν,D+M
masa = −1

2

6∑
i=1

νimiνi. (1.94)

Es posible ver que estos estados de masa son ellos también su propia anti-

part́ıcula, lo que los hace entonces part́ıculas de Majorana.

Este desarrollo también nos permite relacionar las distintas masas genera-

das, a través de un mecanismo conocido como mecanismo seesaw (en español

subibaja). Veamos una versión simplificada del mismo considerando únicamen-

te una generación de fermiones.

En este caso la matriz de masas MD+M pasa a ser 2× 2 y al diagonalizarla
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obtenemos los auto-valores:

m1,2 =
MM ±

√
(MM)2 + 4(mD)2

2
(1.95)

Si ahora estudiamos el caso en que MM >> mD podemos aproximar los

auto-valores de masa:

m1 ≈MM m2 ≈ −
mD

MM
mD. (1.96)

Es decir, que las masas de los auto-estados masivos cumplen que

|m1| >> |m2|, (1.97)

lo que nos da una posible explicación de porqué los neutrinos del Modelo

Estándar tienen masas tan pequeñas en comparación con los otros fermiones,

de hecho cuanto mayor sea m1, menor es m2 (de ah́ı “subibaja”). Es interesante

aclarar que no es descabellado realizar la aproximación MM >> mD, ya que

la masa de Dirac, al ser generada por la simetŕıa rota de SU(2)L × U(1)Y →
U(1)EM , no puede ser mayor a la escala electrodébil (≈ 100 GeV), mientras

que la masa de Majorana no tiene restricciones de ningún tipo. Se dice que la

masa de Dirac está “protegida” por las simetŕıas del Modelo Estándar.

Volviendo al caso con tres neutrinos izquierdos y tres neutrinos derechos se

puede aplicar el mismo mecanismo y ver cómo los autovalores de la matriz de

masas se separan en dos conjuntos: los livianos, cuyos auto-estados asociados

llamaremos νi, con i = 1, 2, 3, y los pesados, cuyos auto-estados asociados

llamaremos Nk, con k = 1, 2, 3. Esto también implica que los neutrinos activos

(es decir en la base de sabor) se pueden escribir en términos de la base de

masas de la siguiente forma:

νeL = Ueiνi + UeNkNk, (1.98)

con ei = (e, µ, τ) y donde la matriz Uei es la matriz PMNS, que en este caso

ya no es más una matriz unitaria, y la matriz UeNi describe las interacciones

entre los neutrinos pesados y las part́ıculas del Modelo Estándar. Las entradas

de UeN también están restringidas por el mecanismo seesaw, se puede ver que
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para una sola generación:

UeN =
vYe√
2MM

.

√
mν

mN

. (1.99)

Utilizando 1.98 podemos entonces escribir nuevas corrientes cargadas y

neutras para los neutrinos pesados sustituyendo en 1.70 y 1.72:

LNCN = − g

2cosθw
UeNNγ

µνe,LZµ + h.c. (1.100)

y

LNCC = − g√
2
W+
µ UeNNγ

µeL + h.c. (1.101)

Una consecuencia inmediata de esto es que ahora los neutrinos pueden cambiar

de sabor a través de las corrientes neutras.

Otra interacción que aparece es entre los neutrinos derechos y el bosón de

Higgs h. Recordemos que los términos de interacción con el v.e.v. del Higgs,

que resultan en los términos de masas de Dirac, también vienen acompañados

de interacciones con el campo h, como se puede ver en 1.62, esto resulta en

términos de interacción de la forma:

Lνh = −1

v
mDνLνRh+ h.c, (1.102)

por lo que invirtiendo la descomposición de 1.98 obtenemos otra interacción

de las part́ıculas del Modelo Estándar con los neutrinos pesados.

Habiendo presentado los posibles mecanismos de generación de masa para

los neutrinos, ahora es relevante preguntarse cuáles son las consecuencias ob-

servables de estas modificaciones al Modelo Estándar. Sin embargo, la mayor

dificultad en estos estudios es que incorporar part́ıculas estériles da consecuen-

cias extremadamente dif́ıciles de medir. Por lo pronto, la consecuencia más

evidente es que si los neutrinos masivos son de Majorana, el número leptónico

no se debe conservar. Esto dirige la búsqueda hacia la detección de procesos

f́ısicos en los que se viola la conservación del número leptónico, conocidos como

procesos LNV. Siendo uno de los procesos más buscados, el decaimiento doble

β sin neutrinos.

El decaimiento β es el proceso en el que un neutrón decae en un protón, un

electrón y un anti-neutrino del electrón: n → p + e− + νe. Este fue el proceso
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Figura 1.2: Diagrama del decaimiento doble β sin neutrinos.

debido al cual Pauli postuló la existencia del neutrino. El decaimiento doble β

es un proceso que se da cuando, para ciertos núcleos, es energéticamente más

conveniente decaer a través del proceso n+ n→ p+ p+ e− + e− + νe + νe. Lo

interesante de este decaimiento, es que en el caso de que los neutrinos pesados

sean part́ıculas de Majorana, seŕıa posible observar el proceso sin neutrinos

en el estado final, como se observa en la figura 1.2, a este proceso se le llama

decaimiento doble β sin neutrinos.

Los experimentos actuales aún no han observado este proceso, por lo que

han ido acotando los posibles valores de |UeN |2. Diversos experimentos y co-

laboraciones internacionales se dedican a la búsqueda de este y otros procesos

que permitan validar, rechazar, o por lo menos acotar los parámetros de los

modelos teóricos que permitan incorporar masas para los neutrinos. Se puede

encontrar un resumen del estado actual de estas cotas en [15].

1.4. Amplitudes y Renormalización

En las teoŕıas cuánticas de campos, las cantidades f́ısicas que se pueden

calcular son amplitudes de probabilidad. Un ejemplo de esto es el propagador

de Feynman DF (x − y) que, para una part́ıcula creada por un campo φ, co-

rresponde a la probabilidad de que dicha part́ıcula se propague de un punto x

a un punto y en el espacio-tiempo:

DF (x− y) = 〈Ω|T{φ(x)φ(y)}|Ω〉 , (1.103)
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donde |Ω〉 es el vaćıo y T el operador Tiempo Ordenado, definido tal que:

〈Ω|T{φ(x)φ(y)}|Ω〉 = θ(x0 − y0) 〈Ω|φ(x)φ(y)|Ω〉+ θ(y0 − x0) 〈Ω|φ(y)φ(x)|Ω〉 .
(1.104)

A esta amplitud también se le llama función de correlación a dos puntos.

De forma general, estas amplitudes se pueden calcular utilizando las inte-

grales de caminos de Feynman:

〈Ω|T{φ(x1) · · · φ(xn)}|Ω〉 =

∫
Dφφ(x1) · · · φ(xn)eiS[φ]∫

DφeiS[φ]
, (1.105)

donde S =
∫
Ld4x es la acción de la teoŕıa. La idea es entonces que las inte-

grales
∫
Dφ suman todas las posibles configuraciones de los campos, donde el

ĺımite clásico es dominante.

Es posible utilizar esta expresión para el cálculo de cantidades medibles,

como lo son las secciones eficaces y los anchos de decaimiento, cantidades que

definiremos en el caṕıtulo 3. La fórmula de reducción de LSZ (por Lehman,

Symanzik y Zimmerman) nos permite pasar de las funciones de correlación de

la parte izquierda de 1.105 a lo que se conoce como los elementos de la matriz

de scattering, que corresponden a la probabilidad de ir de un estado inicial a

un estado final con momentos definidos en un proceso de dispersión:

fin 〈~p1~p2 · · · |~kA~kB〉in ≡ 〈~p1~p2 · · · |S|~kA~kB〉 . (1.106)

Podemos separar S de la siguiente forma:

S = 1 + iT, (1.107)

donde la identidad corresponde con que no se dé ninguna interacción entre los

estados iniciales y T corresponde justamente a los términos de interacción. En

la interacción se deben conservar la enerǵıa y el momento totales, por lo que

definimos el elemento de matriz M de la siguiente forma:

〈~p1~p2 · · · |iT |~kA~kB〉 = (2π)4δ(4)(kA+ kB−
∑

pf ) · iM(kA, kB → pf ).
1 (1.108)

La parte derecha de 1.105 a menudo se puede calcular utilizando métodos

1Aqúı kA, kB y pf son los cuadri-momentos de las part́ıculas definidos como en la sección
3.1.
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perturbativos, pero en estos procesos suelen aparecer divergencias, a pesar de

tratarse del cálculo de cantidades finitas. Una forma de resolver esto es regu-

larizando las integrales de la teoŕıa, esto es acotar el espacio de fases que se

integra para obtener un resultado finito. De esta manera los cálculos de ampli-

tudes ya no divergen, pero sólo son válidos para un rango de enerǵıas. Esto se

debe a que las teoŕıas necesitan medidas que den una suerte de “calibración”

de los modelos, lo que se conoce como el esquema de renormalización. De esta

manera, las amplitudes teóricas se pueden calcular en función de las medidas,

lo que permite separar las constantes de la teoŕıa en partes finitas y partes in-

finitas que cancelen las divergencias (contra-términos). Las teoŕıas en las que

es posible realizar este procedimiento utilizando un conjunto finito de medidas

son las teoŕıas renormalizables y son predictivas a toda escala. Sin embargo no

todas las teoŕıas son renormalizables y es ah́ı que entran en juego las teoŕıas

efectivas, teoŕıas que son válidas, y por ende predictivas, únicamente en un

cierto rango de enerǵıas.

En esta tesis, trabajamos con un enfoque en el cual incorporamos neutrinos

derechos al Modelo Estándar y estudiamos sus interacciones con las demás

part́ıculas utilizando una teoŕıa efectiva, suponiendo que el Modelo Estándar

es el ĺımite de bajas enerǵıas de una f́ısica desconocida a escalas de enerǵıa

mayores. En el próximo caṕıtulo presentaremos este desarrollo más en detalle.
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Caṕıtulo 2

Lagrangiano efectivo para

Neutrinos de Majorana

En el caṕıtulo anterior mencionamos brevemente las teoŕıas efectivas, ahora

profundizaremos más en este concepto, viendo porqué son herramientas suma-

mente útiles en la f́ısica. Luego introduciremos un acercamiento alternativo a

los mencionados en el caṕıtulo anterior para el estudio de interacciones de neu-

trinos de Majorana pesados. La idea consiste en agregar un neutrino derecho

al Modelo Estándar y estudiar todas sus posibles interacciones con las demás

part́ıculas introduciendo términos de interacción en un Lagrangiano efectivo,

válido únicamente en un rango de enerǵıas. Este enfoque está basado en el

art́ıculo [16] de del Águila, Bar-Shalom, Soni y Wudka.

2.1. Teoŕıas Efectivas

Para realizar cálculos teóricos de observables f́ısicos en teoŕıas cuánticas de

campos, es muy común utilizar métodos perturbativos. Para ello se utilizan los

conocidos diagramas de Feynman, que permiten representar de manera gráfica

los distintos términos que resultan del desarrollo de las integrales necesarias

para el cálculo de amplitudes como en la parte derecha de 1.105. Aunque

depende del nivel de precisión que se busque, a menudo basta con calcular el

primer orden no trivial del desarrollo (que muchas veces coincide con lo que

se conoce como el nivel árbol o tree level) para obtener buenos resultados. Sin

embargo, a medida que se incorporan términos de órdenes mayores, comienzan

a aparecer los diagramas llamados a 1 loop (o bucle). Estos pueden diverger,
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algo problemático ya que las medidas f́ısicas son finitas. Como comentamos

anteriormente, esto se resuelve renormalizando la teoŕıa. De esta manera, con

tan solo algunas medidas, es posible realizar infinidad de predicciones. Aún

aśı, las teoŕıas renormalizables también tienen ciertas desventajas, ya que para

determinar observables a cualquier escala de enerǵıa con pocas medidas, es

necesario hacer cálculos a varios loops, lo cual termina siendo un enorme desaf́ıo

matemático.

Afortunadamente, las teoŕıas efectivas nos muestran un camino alternativo.

Si el objetivo es hacer predicciones comparables con un experimento, suele

ser más conveniente el uso de teoŕıas no renormalizables en las que se tienen

en cuenta únicamente los grados de libertad relevantes para el problema. Si

bien el rango de aplicabilidad de estas teoŕıas es más acotado, siguen siendo

predictivas en la escala de interés. Para hacer esto, se introduce en las integrales

una enerǵıa de corte Λ, conocida como cut-off. De esta manera, siempre que

los momentos y las enerǵıas del problema sean suficientemente menores que el

cut-off, la teoŕıa efectiva es válida. Λ se interpreta como la escala de enerǵıa

de los procesos que no estamos teniendo en cuenta.

Estos procedimientos no solo son de utilidad cuando la teoŕıa completa es de

gran complejidad, permitiéndonos realizar predicciones con modelos simplifica-

dos. También resulta interesante utilizar las teoŕıas efectivas cuando realmente

desconocemos la f́ısica a escalas de enerǵıa mayores.

Un ejemplo de esto es la teoŕıa de Fermi de 1933 para la interacción débil.

En ella, Fermi establece que es posible modelar los decaimientos β y los de-

caimientos leptónicos del muón (µ− → e−νeνµ) con interacciones de cuatro

fermiones:

LFermi = GFψψψψ, (2.1)

con el valor de GF medido experimentalmente de los decaimientos del muón,

dando un valor de:

GF =

(
1

292.3GeV

)2

. (2.2)

Hoy sabemos que las interacciones débiles son quirales y tienen mediadores

masivos, por lo que no hay interacciones de cuatro fermiones en el Modelo

Estándar. Sin embargo, si la escala de enerǵıas en la que se trabaja es sufi-

cientemente más chica que la masa del bosón W (E � mW ≈ 80.4 GeV),

es posible escribir las interacciones débiles cargadas utillizando el lagrangiano
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efectivo:

Leff =
GF√

2
JµJ

µ, (2.3)

con Jµ las corrientes cargadas de la ecuación 1.72.

La teoŕıa de Fermi es válida si se usa en la escala de enerǵıa correcta, mos-

trando que las teoŕıas efectivas permiten hacer predicciones precisas de ciertos

fenómenos, a pesar de ignorar la f́ısica detrás de los mismos, visible a enerǵıas

mayores.

Como mencionamos en el caṕıtulo anterior, hay claras evidencias de la

necesidad de extender el Modelo Estándar. Una de las formas de hacer esto

es utilizando teoŕıas efectivas. Si consideramos que el Modelo Estándar es

el ĺımite a bajas enerǵıas de una f́ısica desconocida, es posible construir un

lagrangiano efectivo agregando términos suprimidos por una escala de enerǵıa

Λ y construidos con operadores formados por los mismos campos ya conocidos

del Modelo Estándar, al igual que en la teoŕıa de Fermi. De esta manera,

obtenemos un desarrollo de la forma:

L = LSM +
∞∑
d=5

1

Λd−4

∑
J

cJOd
J , (2.4)

siendo OJ los operadores formados por productos de los campos del Modelo

Estándar, d la dimensión de los mismos y Λ la escala de nueva f́ısica, y en donde

cada término es invariante bajo las simetŕıas SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y . A

esta extensión efectiva del Modelo Estándar se la conoce como SMEFT. En

este tipo de desarrollos, el cálculo de observables da términos proporcionales a

((E/Λ)d−4)2, por lo que si trabajamos en rangos de enerǵıa tales que E � Λ,

podemos quedarnos únicamente con los operadores de dimensión más baja. La

idea de este enfoque es ir acotando los valores de los coeficientes cJ a partir

de los resultados experimentales de bajas enerǵıas.

Antes de seguir es importante aclarar a qué nos referimos cuando habla-

mos de la “dimensión” de los operadores. Los Lagrangianos con los que es-

tamos trabajando técnicamente son densidades lagrangianas, ya que hay que

integrarlos en
∫
d4x para obtener cantidades adimensionadas. En el sistema

de unidades naturales, c = 1 por lo que [distancia]=[tiempo], lo que implica

que [L]=[distancia]−4=[enerǵıa]4. La dimensión en enerǵıa es lo que llamamos
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dimensión canónica y es a lo que nos referimos cuando hablamos de la di-

mensión del operador. Recordando por ejemplo el lagrangiano de Dirac 1.66,

podemos ver que las derivadas ∂µ y los campos bosónicos vectoriales tienen

dimensión canónica d = 1 y que los campos fermiónicos tienen dimensión

canónica d = 3/2. De esta manera, escribiendo productos de campos y deriva-

das que sean invariantes de gauge, podemos ir construyendo los operadores de

dimension cada vez mayor en el desarrollo 2.4.

2.2. Lagrangiano efectivo para Neutrinos

derechos

Veamos entonces cómo las teoŕıas efectivas pueden ser de utilidad para

estudiar las consecuencias de la incorporación de neutrinos derechos al Modelo

Estándar.

Como mencionamos anteriormente, una forma de incorporar las masas de

los neutrinos al Modelo Estándar es agregando neutrinos derechos y descar-

tando la conservación del número leptónico. De esa manera, a través de los

términos de masa de Dirac-Majorana y el mecanismo seesaw, obtenemos es-

tados masivos livianos y pesados para los neutrinos, dando una explicación

natural para la gran diferencia entre las masas de los neutrinos y las de los

otros fermiones.

El inconveniente de esto es que da como resultado neutrinos masivos pesa-

dos, cuyas interacciones con las demás part́ıculas dependen de las entradas de

la matriz de mezcla UeNk , como vimos en las corrientes 1.100, 1.101 y 1.102.

Estas entradas están fuertemente restringidas por el mecanismo seesaw, como

vimos en la ecuación 1.99.

Sin embargo, siguiendo un enfoque similar al de la extensión efectiva del

Modelo Estándar (SMEFT), introducida en la sección anterior, es posible cons-

truir nuevos términos de interacción con los neutrinos derechos como grados de

libertad accesibles. Estos términos, a pesar de estar suprimidos por potencias

de la escala Λ de nueva f́ısica en el denominador, pueden introducir diferen-

cias con las predicciones del Modelo Estándar. Este enfoque es conocido como

νSMEFT y se han estudiado los operadores hasta dimensión d = 9 [16-22].

En esta tesis, siguiendo el trabajo realizado en [16], agregamos un solo

campo de neutrino derecho NR e incorporamos la extensión efectiva νSMEFT
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Tipo Operador Interacciones Acoplamiento

Término de ma-
sa d = 5

Od=5
Nφ (N̄N c)(φ†φ) hNN y término de masa de Ma-

jorana
αd=5
Nφ

Dipolo d = 5 O(5)
NB (N̄aσµνN

c
b )B

µν , a 6= b Dipolos dγ, dZ αd=5
NB

Mezcla con h O(i)
LNφ (φ†φ)(L̄iNφ̃) Yukawa + doblete (U`N y mν) α

(i)
LNφ

Corrientes ONNφ i(φ†
←→
Dµφ)(N̄γµN) Corriente neutra (NNZ) αNNφ = αZ

bosónicas O(i)
Nlφ i(φT εDµφ)(N̄γµli) Corriente cargada (NlW ) α

(i)
Nlφ = α

(i)
W

O(i)
QNN (Q̄iγ

µQi)(N̄γµN) 4 fermiones α
(i)
QNN

4 fermiones NC O(i,j)
LNN (L̄iγ

µLj)(N̄γµN) mediado vectorialmente α
(i,j)
LNN

O(i)
fNN (f̄iγ

µfi)(N̄γµN) f = u, d, l α
(i)
fNN

4 fermiones CC O(i,j)
duNl (d̄jγ

µuj)(N̄γµli) 4 fermiones mediado vectorial-
mente

α
(i,j)
duNl = α

(i,j)
V0

O(i,j)
QuNL (Q̄iui)(N̄Lj) 4 fermiones α

(i,j)
QuNL = α

(i,j)
S1

4 fermiones O(i,j)
LNQd (L̄iN)ε(Q̄jdj) mediado escalarmente α

(i,j)
LNQd = α

(i,j)
S2

CC/NC O(i,j)
QNLd (Q̄iN)ε(L̄jdj) α

(i,j)
QNLd = α

(i,j)
S3

O(i,j)
LNLl (L̄iN)ε(L̄jlj) α

(i,j)
LNLl = α

(i,j)
S0

Dipolos O(i)
NB (L̄iσ

µνN)φ̃Bµν Generados a nivel un loop α
(i)
NB

O(i)
NW (L̄iσ

µντ IN)φ̃W I
µν dγ, dZ , dW α

(i)
NW

Tabla 2.1: Operadores de dimensiones d = 5 y d = 6 con neutrinos derechos NR ' N [16,
20]. σµν = i

2 [γµ, γν ] y ε = iσ2. La notación es la utilizada en [16].

al Lagrangiano del Modelo Estándar. Juntando todo, el Lagrangiano completo

queda:

L = LSM +NR/∂NR − Y νLφ̃NR −
1

2
MνN

c

RNR +
∞∑
d=5

1

Λd−4

∑
J

αJOdJ . (2.5)

Esto genera tres estados masivos livianos νi, con i = 1, 2, 3 y un neutrino pesado

N .1 Luego, considerando al estado pesado N de los neutrinos relativamente

liviano (mN . 1 TeV) y las mezclas con los estados de sabor despreciables

debido a las fuertes cotas en los coeficientes UeN (1.99), con e = {e, µ, τ},
descartamos las interacciones 1.100, 1.101 y 1.102 frente a las interacciones

efectivas. Esto también genera que el neutrino derecho coincida con el neutrino

pesado:

N = NR. (2.6)

En la tabla 2.1 podemos ver los distintos operadores con neutrinos derechos

que se pueden construir con dimensiones d = 5 y d = 6. Utilizamos la notación

de [16] en la que para los leptones cargados derechos se utiliza eR ≡ li, con

1En rigor, al menos dos estados pesados son necesarios para reproducir las medidas
de las masas y las mezclas con neutrinos livianos. En este enfoque consideramos que los
demás estados pesados tienen masas demasiado grandes para ser detectados en las enerǵıas
estudiadas.
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i = {e, µ, τ} y ya sustituimos N = NR.

Para d = 5, tenemos dos operadores posibles:

• El operador de Anisimov-Graesser [17, 18] ONφ = (NRN
C
R )(φ†φ), que contri-

buye al término de masa de Majorana de NR y da interacciones con el bosón

de Higgs.

• El operador dipolar ONB = (NRσµνN
C
R )Bµν , con σµν = i

2
[γµ, γν ], que in-

troduce un momento magnético para los neutrinos pesados.

Al agregar sólo un neutrino derecho, las contribuciones de este último son

nulas, por lo que no lo consideramos. Un estudio más detallado de estos ope-

radores se puede encontrar en [19, 23].

Para d = 6 podemos separar los operadores en tres categoŕıas: términos

con bosones escalares y vectoriales, términos de cuatro fermiones y términos a

1-loop.

Los operadores construidos con campos bosónicos son los siguientes:

O(i)
LNφ = (φ†φ)(L̄iNφ̃), ONNφ = i(φ†

←→
Dµφ)(N̄γµN), O(i)

Nlφ = i(φT εDµφ)(N̄γµli),

(2.7)

con Dµ la derivada covariante del sector electrodébil (1.51), ε = iσ2 el tensor

de Levi-Civita en dos dimensiones y φ†
←→
Dµφ = φ†Dµφ− (Dµφ)†φ.

Luego del rompimiento espontáneo de simetŕıa (1.52) obtenemos los si-

guientes términos del Lagrangiano efectivo:

• Término de masas con Higgs:

O(i)
LNφ = (φ†φ)(L̄iNφ̃)→

α
(i)
LNφ

Λ2

(
3v2

2
√

2
ν̄L,iNR h

+
3v

2
√

2
ν̄L,iNR hh+

1

2
√

2
ν̄L,iNR hhh

)
,

(2.8)

el cual contribuye al decaimiento h→ νN y al término de masa de los neutri-

nos (ver [24]):
α
(i)
LNφ

Λ2
v3

2
√

2
νL,iNR.
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• Corrientes neutras bosónicas:

ONNφ = i(φ†
←→
Dµφ)(N̄γµN)→ −

α
(i)
NNφ

Λ2

(
(N̄Rγ

µNR)
(mZ

v
Zµ

) (
v2 + 2vh+ hh

))
.

(2.9)

Este término introduce contribuciones al decaimiento Z → NN y a las inter-

acciones con el Higgs.

• Corrientes cargadas bosónicas:

O(i)
Nlφ = i(φT εDµφ)(N̄γµli)→

α
(i)
Nlφ

Λ2

mW√
2v

(N̄Rγ
µlR,i)W

+
µ (v2 +2vh+hh). (2.10)

Es interesante ver que este último operador introduce corrientes cargadas simi-

lares a las del Modelo Estándar (ec 1.72) pero con leptones derechos en lugar

de izquierdos.

Los operadores que podemos construir con cuatro fermiones son:

O(i)
QNN = (Q̄iγ

µQi)(N̄γµN), O(i)
LNN = (L̄iγ

µLi)(N̄γµN),

O(i)
fNN = (f̄iγ

µfi)(N̄γµN), O(i,j)
duNl = (d̄jγ

µuj)(N̄γµli),

O(i,j)
QuNL = (Q̄juj)(N̄Li), O(i,j)

LNQd = (L̄iN)ε(Q̄jdj),

O(i,j)
QNLd = (Q̄iN)ε(L̄j, dj), O(i,j)

LNLl = (L̄iN)ε(L̄jlj).

(2.11)

Generando los siguientes términos para el Lagrangiano efectivo:

• Términos de corrientes neutras mediadas por campos vectoriales:

O(i)
QNN = (Q̄iγ

µQi)(N̄γµN)→
α

(i)
QNN

Λ2
(ūL,iγ

µuL,i+d̄L,iγ
µdL,i)(N̄RγµNR) (2.12)

O(i)
LNN = (L̄iγ

µLi)(N̄γµN)→ α
(i)
LNN

Λ2
(ν̄L,iγ

µνL,i + ¯̀
L,iγ

µ`L,i)(N̄RγµNR) (2.13)

O(i)
fNN = (f̄iγ

µfi)(N̄γµN)→
α

(i)
fNN

Λ2
(f̄iγ

µfi)(N̄RγµNR), f = uR, dR, `R

(2.14)

• Una corriente cargada mediada por un campo vectorial:

38



O(i,j)
duNl = (d̄jγ

µuj)(N̄γµli)→
α

(i,j)
duNl

Λ2
(d̄R,jγ

µuR,j)(N̄Rγµ`R,i) (2.15)

• Interacciones que pueden ser mediadas por campos escalares cargados y

neutros:

O(i,j)
QuNL = (Q̄juj)(N̄Li)→

α
(i,j)
QuNL

Λ2
(ūL,juR,jN̄RνL,i + d̄L,juR,jN̄R`L,i) (2.16)

O(i,j)
LNQd = (L̄iN)ε(Q̄jdj)→

α
(i,j)
LNQd

Λ2
(ν̄L,iNRd̄L,jdR,j − ¯̀

L,iNRūL,jdR,j) (2.17)

O(i,j)
QNLd = (Q̄iN)ε(L̄j, dj)→

α
(i,j)
QNLd

Λ2
(ūL,iNR

¯̀
L,jdR,j − d̄L,iNRν̄L,jdR,j) (2.18)

O(i,j)
LNLl = (L̄iN)ε(L̄jlj)→

α
(i,j)
LNLl

Λ2
(ν̄L,iNR

¯̀
L,j`R,j − ¯̀

L,iNRν̄L,j`R,j). (2.19)

Si bien existen más operadores de cuatro fermiones de dimensión seis, en

[20] los autores prueban que es posible escribirlos en función de los aqúı pre-

sentados utilizando la identidad de Fierz para fermiones quirales:

(ψ1Lγ
µψ2L)(ψ3Rγµψ4R) = −2(ψ1Lψ4R)(ψ3Rψ2L). (2.20)

Por último están los operadores dipolares. Estos operadores son siempre

generados a nivel un loop, ya que la única manera de escribirlos respetando

las simetŕıas de gauge es con un loop de los mediadores de la teoŕıa de altas

enerǵıas [25]. Esto implica que estos operadores están suprimidos por un factor

1/(4π)2. Estos son:

O(i)
NB = (L̄iσ

µνN)φ̃Bµν , O(i)
NW = (L̄iσ

µντ IN)φ̃W I
µν . (2.21)

Luego del rompimiento espontáneo de simetŕıa y expresando Bµν en térmi-

nos de los bosones Z y A como vimos en 1.55:

Bµν = cosθw(∂µAν − ∂νAµ)− sinθw(∂µZν − ∂νZµ), (2.22)

obtenemos los siguientes términos del lagrangiano efectivo:
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Figura 2.1: Tasas de decaimiento de los canales más relevantes y ancho total de
decaimiento del N considerando los operadores efectivos de la tabla 2.1, Λ = 1 TeV
y los coeficientes αJ = 0.2.

O(i)
NB = (L̄iσ

µνN)φ̃Bµν → i
α

(i)
NB

Λ2

(v + h)√
2

(ν̄L,iσ
µνNR)

(
swP

(Z)
µ Zν − cwP (A)

µ Aν
)
.

(2.23)

Análogamente, escribiendo σµντ IW I
µν en términos de A, Z, W±, cosθw y sinθw,

obtenemos:

O(i)
NW = (L̄iσ

µντ IN)φ̃W I
µν →

α
(i)
NW

Λ2
i
√

2
{

(ν̄L,iσ
µνNR)

[
(v + h)(cwP

(Z)
µ Zν + swP

(A)
µ Aν) + (2mW + gh)W+

µ W
−
ν

]
+(¯̀

L,iσ
µνNR)

[√
2(2mW + gh)W−µ (cwZν + swAν) + P (W )

µ W−ν (v + h)
]}

, (2.24)

donde cw = cosθw, sw = sinθw y sustituimos la acción de las derivadas en

los campos por los cuadri-momentos correspondientes (∂µφ→ −iP (φ)
µ φ). Estos

últimos operadores son tensores de Lorentz debido al tensor σµν .

Todos estos operadores introducen canales de decaimiento para el neutrino

N . En la figura 2.1, podemos ver los anchos de decaimiento (cantidad que

definiremos en el próximo caṕıtulo) de los canales más relevantes, además del

ancho total de decaimiento del N en función de su masa mN para αJ = 0.2. El

ancho de decaimiento del N es el inverso de su vida media y corresponde a la

probabilidad de que este decaiga, lo que es de gran importancia en el estudio

de sus interacciones.

40



Habiendo presentado los operadores de dimensión d = 6 responsables de

las interacciones efectivas para el neutrino derecho, que en nuestro caso es el

mismo que el pesado N ' NR, veamos qué cotas existen para sus respectivos

coeficientes αJ .

2.3. Cotas a los coeficientes efectivos

Como comentamos previamente, el interés de este tipo de teoŕıas efectivas

está en ir acotando progresivamente los parámetros del Lagrangiano en función

de los resultados experimentales. Esto permite ganar intuición de la f́ısica por

encima de la escala de enerǵıa Λ. En los últimos años, numerosos trabajos han

estudiado las interacciones de neutrinos derechos en el marco de la extensión

efectiva del Modelo Estándar (νSMEFT) y han ido acotando sus parámetros.

En [26] se puede ver un extenso resumen de las cotas actuales para masas O(1)

MeV < mN < O(100) GeV.

En el trabajo de esta tesis, consideramos el rango de masas de 100 GeV

< mN < 500 GeV y fijamos la escala de nueva f́ısica en Λ = 1 TeV. Dado

que los operadores efectivos llevan el factor
α

Λ2
, las amplitudes |Mi→f |2 son

proporcionales a
( α

Λ2

)2

, y es posible cambiar a otra escala Λ̃ cambiando los

coeficientes por α̃ =

(
Λ̃

Λ

)2

α.

Veamos entonces cuáles son las cotas más restrictivas a tener en cuenta para

los parámetros αJ en el enfoque simplificado con un solo neutrino derecho NR

y despreciando las mezclas U`N en 1.98.

El operador O(i)
LNφ, como vimos en 2.8, contribuye al decaimiento h→ νN .

Las cotas asociadas a este proceso, válidas para mN < mh, se traducen a

α
(i)
LNφ . 0.3 para Λ = 1 TeV, cuando este operador es el único activo. Las

cotas asociadas a los decaimientos invisibles del bosón Z, introducidos por el

operador ONNφ solo valen para mN < mZ ≈ 91.2 GeV, que está fuera de

nuestro rango de masas de interés y por ende no son tenidas en cuenta.

Para el operador bosónico O(1)
Nlφ y los operadores de cuatro fermiones O(1,1)

duNl,

O(1,1)
QuNL, O(1,1)

LNQd y O(1,1)
QNLd, ambos para la primera familia, las cotas más restric-

tivas son las de no-observación del decaimiento doble β sin neutrinos, como

comentamos en el caṕıtulo 1. Esto da un ĺımite dependiente de la masa que es-

tablece que α0νββ(mN) ≤ 3.2×10−2(
mN

100 GeV
)1/2 para Λ = 1 TeV (los detalles
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de este cálculo se pueden ver en [27, 28]). Siguiendo esta cota utilizamos α
(1)
Nlφ =

α
(1,1)
duNl = α

(1,1)
QuNL = α

(1,1)
LNQd = α

(1,1)
QNLd = α0νββ(mN) = 3.2 × 10−2(

mN

100 GeV
)1/2,

dando valores dependientes de mN .

Para el operador bosónico O(i=2,3)
Nlφ con los leptones µ y τ , es posible utilizar

los ĺımites actuales para las mezclas U`N a través de la relación:

U`N ≈
v2

2

α
(i)
Nlφ

Λ2
, (2.25)

para obtener cotas asociadas a la búsqueda de los procesos µ+ → e+γ y τ →
eγ. En ambos casos y también para los ĺımites en los operadores de cuatro

fermiones, las cotas son menos restrictivas que α ≤ 0.3.

Teniendo en cuenta estas cotas, estudiaremos la extensión efectiva para

d = 6 con αJ ≤ 0.3, igualando todos los coeficientes entre śı y variándolos

en simultáneo, excepto para los coeficientes asociados al decaimiento doble β

sin neutrinos, para los cuales utilizaremos α
(1)
Nlφ = α

(1,1)
duNl = α

(1,1)
QuNL = α

(1,1)
LNQd =

α
(1,1)
QNLd = α0νββ(mN) = 3.2 × 10−2(

mN

100 GeV
)1/2. Variando los valores de las

constantes de acoplamiento respetando las cotas actuales, intentaremos ver

cuándo esta teoŕıa efectiva da predicciones suficientemente alejadas de las del

Modelo Estándar, para aśı identificar el tipo de experimentos en el que se

podŕıan seguir acotando estos parámetros. Para hacer esto implementaremos

numéricamente la teoŕıa efectiva con el software FeynRules [29], que nos permi-

tirá realizar las simulaciones de experimentos como explicaremos en el siguiente

caṕıtulo.

2.4. Perspectivas

En este caṕıtulo escribimos la extensión efectiva del Modelo Estándar con

neutrinos derechos (νSMEFT), las nuevas interacciones que introduce y las

principales cotas en sus coeficientes. En el caṕıtulo siguiente presentaremos

un poco de la metodoloǵıa de trabajo en los colisionadores de part́ıculas para

entender el tipo de experimentos que permiten poner a prueba teoŕıas como las

mencionadas anteriormente para aśı validarlas, refutarlas o acotar los valores

de sus parámetros.
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Caṕıtulo 3

Metodoloǵıa de la

fenomenoloǵıa de F́ısica de

Part́ıculas

Ahora presentaremos parte de la metodoloǵıa comúnmente utilizada en la

fenomenoloǵıa de la f́ısica de part́ıculas y, por lo tanto, en esta tesis. Desde el

conocido experimento de Rutherford (quizás el primer experimento de f́ısica de

part́ıculas de la historia), en el que se descubrió que el átomo teńıa estructu-

ra interna al “bombardear” con part́ıculas α (núcleos de helio-4) una delgada

lámina de oro y observar la dispersión de las mismas, aceleradores y colisio-

nadores de part́ıculas han sido herramientas fundamentales para completar el

entendimiento que tenemos del universo que habitamos. En los experimentos

realizados en colisionadores se miden propiedades de las part́ıculas ya conoci-

das, se ponen a prueba distintas teoŕıas y se explora la existencia de nuevas

part́ıculas.

Esto es posible, ya que en los colisionadores se producen inicialmente pa-

quetes de part́ıculas espećıficas con momentos precisamente definidos e “infini-

tamente” separados entre śı, que luego interactúan a altas enerǵıas en un punto

del espacio tiempo, dando lugar a part́ıculas finales con momentos definidos

que son luego detectadas por complejos sistemas de detección. De esta manera,

los colisionadores permiten recrear con gran precisión los estados de las ampli-

tudes calculables teóricamente, como los de la expresión 1.106. Al interactuar

a altas enerǵıas, las part́ıculas producen nuevas part́ıculas no presentes en el

estado inicial, las probabilidades de que se produzcan ciertos estados finales
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están dadas por la sección eficaz, cantidad que definiremos más adelante en el

caṕıtulo. Una vez producidas, las part́ıculas pueden decaer o desintegrarse en

otras. Las probabilidades de estos decaimientos están dadas por los anchos de

decaimiento, relacionados con la vida media de las part́ıculas inestables.

Todos estos procesos tienen lugar en los colisionadores de part́ıculas, y es

aśı es que en 2012 se realizó uno de los más grandes hallazgos de la f́ısica

reciente: el descubrimiento del Bosón de Higgs en el LHC -el Gran Colisiona-

dor de Hadrones- [30, 31], completando aśı el Modelo Estándar de la f́ısica de

part́ıculas. Por la importancia de estos experimentos para estudiar la materia

y sus interacciones, en la actualidad se siguen realizando mejoras en los coli-

sionadores ya existentes (por ejemplo el proyecto del HL-LHC, LHC de alta

luminosidad)[32], además de proyectar la construcción de nuevos colisionado-

res[33, 34].

En este contexto, la fenomenoloǵıa de la f́ısica de part́ıculas cumple un rol

pivot imprescindible, ya que a través del uso de simulaciones realiza prediccio-

nes de las consecuencias observables de los modelos teóricos, orientando aśı la

búsqueda en los laboratorios, pero también analiza datos experimentales, para

entender las implicancias de los mismos. En este caṕıtulo intentaremos explicar

entonces cuáles son las principales herramientas utilizadas en fenomenoloǵıa,

allanando el camino para luego entender la metodoloǵıa y los resultados de la

investigación desarrollada a lo largo de esta tesis.

Comenzaremos recordando parte del formalismo teórico que será utilizado

en esta sección y en el resto de la tesis, hecho esto presentaremos brevemente

algunos tipos de colisionadores de part́ıculas y sus principales caracteŕısticas.

Luego, definiremos algunos de los observables utilizados para analizar estos ex-

perimentos, es decir las cantidades que realmente se miden (o que se calculan

en función de cantidades medidas) al realizar las colisiones. Una vez fami-

liarizados con los colisionadores y parte de los observables más importantes,

introduciremos algunas de las herramientas estad́ısticas utilizadas para anali-

zar estos datos. Finalmente presentaremos el conjunto de softwares utilizados

para realizar las simulaciones de experimentos en colisionadores de part́ıculas

que estudiamos a lo largo de esta tesis, comentando las distintas etapas de las

mismas.
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3.1. Colisionadores

Enerǵıa, cuadri-momentos y variables de Mandelstam

Comencemos recordando la ecuación para la enerǵıa de una part́ıcula de

masa m en reposo:

E = mc2. (3.1)

Cuando la part́ıcula está en movimiento con momento lineal ~p, su enerǵıa está

dada por:

E =
√
m2c4 + (c~p)2. (3.2)

Estas expresiones son sumamente importantes en la f́ısica dentro de los co-

lisionadores, ya que es la enerǵıa de las part́ıculas incidentes la que permite

producir a las part́ıculas salientes luego de las interacciones.

Necesitamos también definir los 4-momentos: Si consideramos nuevamente

una part́ıcula de masa m, moviéndose con momento ~p, definimos su 4-momento

como pµ ≡ (
E

c
, ~p). Usando la métrica diag(1,−1,−1,−1) y el sistema de

unidades naturales, en el cual c = 1 y ~ = 1, vemos que al contraer el 4-

momento de una part́ıcula consigo mismo obtenemos la masa en reposo de la

part́ıcula, cantidad invariante de Lorentz:

p2 = pµpµ = E2 − ~p · ~p = m2. (3.3)

En los colisionadores, al haber part́ıculas con velocidades muy altas, inclu-

so cercanas a la velocidad de la luz, muchos de los fenómenos interesantes se

pueden entender mejor en referenciales solidarios a estas part́ıculas en movi-

miento, es por eso que suele ser útil trabajar con cantidades que no cambian al

pasar de un referencial en movimiento al referencial del laboratorio en el que

se hacen los experimentos.

Por este motivo, resulta interesante trabajar con las variables de Man-

delstam, ya que estas también son invariantes de Lorentz. Se definen de la

siguiente manera: para una dispersión de part́ıculas 2 −→ 2, si asignamos los
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(a) (b) (c) (d)

Figura 3.1: (a) Esquema de dispersión 2 −→ 2. (b), (c) y (d) Diagramas de los
canales s, t y u para procesos p1 + p2 −→ p3 + p4.

4-momentos p1 + p2 −→ p3 + p4 como muestra la figura 3.1a, definimos:

s = (p1 + p2)2 = (p3 + p4)2 = E2
cm (3.4)

t = (p1 − p3)2 = (p2 − p4)2 (3.5)

u = (p1 − p4)2 = (p2 − p3)2. (3.6)

Estas variables, además de ser invariantes de Lorentz y prácticas para rea-

lizar cálculos de amplitudes1, introducen la nomenclatura de los “canales s, t

y u”, que son de gran utilidad para clasificar procesos utilizando diagramas de

Feynman como muestran las figuras 3.1b, 3.1c, 3.1d y donde las variables s, t

y u corresponden al cuadrado de los momentos de las part́ıculas intermedias

(punteadas) de los respectivos canales.

F́ısica de los Colisionadores

Pasemos entonces a los colisionadores de part́ıculas. Como mencionamos

anteriormente, el objetivo de colisionar part́ıculas es hacerlas interactuar a al-

tas enerǵıas. Estas interacciones dan lugar a la producción de nuevas part́ıculas

(generalmente inestables) que a su vez pueden decaer en otros conjuntos de

part́ıculas finales. Este es uno de los motivos por los cuales con el paso del

tiempo se ha buscado incrementar la enerǵıa de las part́ıculas incidentes en los

aceleradores: con mayor enerǵıa se pueden producir más part́ıculas y estas a

su vez pueden decaer a otras por ser producidas con más enerǵıa cinética. El

espectro de fenómenos f́ısicos que pueden tener lugar crece con la enerǵıa y se

vuelve más interesante de estudiar. A menudo nos referiremos a la enerǵıa de la

1Ver por ejemplo sección 5.4 de Peskin & Schroeder[1] donde se utilizan para expresar de
una forma concisa la amplitud al cuadrado del proceso e+e− → µ+µ− y de la misma se deriva
la amplitud del proceso e−µ− → e−µ− también utilizando las variables de Mandelstam.
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colisión en términos de la variable de Mandelstam que definimos previamente:

Ecm =
√
s. (3.7)

Si bien no pretendemos entrar en detalles técnicos de los aceleradores de

part́ıculas, que exceden el tema de esta tesis, es importante tener una noción

de cómo es que se les da enerǵıa a las part́ıculas para luego hacerlas chocar.

Existen dos tipos de aceleradores: los circulares y los lineales. En ambos el

principio es el mismo, se hace pasar a las part́ıculas cargadas por regiones con

campos eléctricos que las aceleran progresivamente. En el caso de los acelera-

dores lineales hay una clara limitante espacial, ya que cuanto más largo sea el

acelerador, mayor va a ser la enerǵıa final de la part́ıcula acelerada, sin embargo

los presupuestos son acotados y no se pueden construir aceleradores arbitraria-

mente grandes. Para los aceleradores circulares, se utilizan campos magnéticos

que curvan y coliman las trayectorias de las part́ıculas y de esta manera las

mismas pueden pasar reiteradas veces por las regiones de aceleración, por ende

el tamaño es menos limitante.

Cuando las part́ıculas cargadas alcanzan velocidades ultra-relativistas (cer-

canas a la velocidad de la luz), aparecen nuevos fenómenos a tener en cuenta:

las pérdidas por radiación. Utilizando la generalización covariante de la fórmu-

la de Larmor para la potencia radiada por una part́ıcula de masa m y carga

e:

P = −2

3

e2

m2c3

(
dpµ

dτ

)(
dpµ
dτ

)
(3.8)

podemos obtener expresiones para las pérdidas de enerǵıa en aceleradores. Las

mismas indican que para aceleradores lineales estas pérdidas por radiación

son despreciables a menos que la ganancia energética de las cargas sea de

2 × 1014 MeV/m, sin embargo, el crecimiento de enerǵıa en estos casos suele

ser menor a 50 MeV/m. Para aceleradores circulares en cambio, la situación

es más compleja, ya que las pérdidas por radiación son:

δE ∝ 1

R

(
E

m

)4

, (3.9)

donde E es la enerǵıa del haz, m la masa de la part́ıcula y R el radio del

acelerador1. Esto muestra que ambos tipos de aceleradores tienen sus ventajas

1Los cálculos de ambos casos están más detallados en la sección 14.2 del libro Classical
Electrodynamics de John David Jackson[35].

47



Figura 3.2: Esquema de colisión de dos haces de part́ıculas. Tomada de [36].

y sus limitaciones, hoy en d́ıa ambos son utilizados.

Otra cantidad importante en los colisionadores es la luminosidad, que se

define como la cantidad de part́ıculas que impactan en el experimento por

unidad de tiempo y por unidad de área transversal en el punto de interacción.

En los haces incidentes, las part́ıculas viajan en paquetes, como se puede

ver de forma muy esquemática en la figura 3.2. Por lo tanto, si los paquetes

de los haces 1 y 2 tienen n1 y n2 part́ıculas respectivamente y chocan con una

frecuencia f (en Hertz), con un perfil transversal de los haces a, la luminosidad

cumple:

Linst ∝ fn1n2/a. (3.10)

Esta cantidad también es conocida como la Luminosidad instantánea, para

distinguirla de la Luminosidad integrada, definida como:

L =

∫ T

0

Linst, (3.11)

y que permite estimar el número de colisiones ocurridas en un colisionador en

un lapso de tiempo T .

La luminosidad es un parámetro del colisionador y depende de las carac-

teŕısticas del mismo. Si queremos usar la luminosidad para estimar el número

de eventos de dispersión que ocurren por unidad de tiempo, hay que tener en

cuenta que las part́ıculas tienen un área transversal efectiva para la interacción

llamada sección eficaz de interacción.

La sección eficaz se define como la tasa de eventos por part́ıcula incidente

y por part́ıcula blanco y se calcula usando las amplitudes de probabilidad

que se obtienen a partir de la teoŕıa cuántica de campos que describe las

interacciones. La expresión de la sección eficaz diferencial para una dispersión

de dos part́ıculas A y B con enerǵıas y velocidades EA, EB, ~vA y ~vB, yendo a
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un cierto conjunto de part́ıculas finales con momentos {pf} está dada por:

dσ =

(∏
f

d3pf
(2π)3

1

2Ef

)
|M(pA, pB → {pf})|2

2EA2EB| ~vA − ~vB|
(2π)4δ(4)(pA+pB−Σpf ). (3.12)

donde la amplitud de probabilidad |M(pA, pB → {pf})|2, definida en 1.108, se

calcula perturbativamente utilizando los diagramas de Feynman de los procesos

tenidos en cuenta al orden que se quiera considerar. El factor

(∏
f

d3pf
(2π)3

1

2Ef

)
de la ecuación, refleja la naturaleza cuántica de los procesos, ya que corresponde

a tener en cuenta todas las configuraciones posibles de los momentos de las

part́ıculas finales (espacio de fases). Por lo tanto, para obtener la sección eficaz

total solo queda integrar en el espacio de fases, restringido por la delta de Dirac

δ(4)(pA + pB −Σpf ) que selecciona la región permitida por la conservación del

cuadri-momento del proceso.

Podemos ver que, mientras que la luminosidad es una caracteŕıstica propia

del colisionador, la sección eficaz es una cantidad que además de estar deter-

minada por las propiedades de las part́ıculas en los estados iniciales y finales,

depende de las interacciones fundamentales que tienen lugar al momento de la

colisión.

La sección eficaz tiene unidades de [distancia]2, pero al tratarse de haces

de part́ıculas sub-atómicas, por ende infinitesimales, es conveniente utilizar el

barn (b) como unidad. Se define entonces

1cm2 = 1024b = 1036pb = 1039fb = 1042ab. (3.13)

Volviendo al cálculo del número de eventos de un cierto proceso de dis-

persión ocurridos en un colisionador, tenemos que el número de colisiones por

unidad de tiempo se obtiene como el producto de la luminosidad instantánea

y la sección eficaz del proceso considerado:

dN

dt
= Linstσ. (3.14)

Es habitual trabajar en términos de la luminosidad integrada a lo largo

de un año, ya que permite estimar el número de colisiones que tendŕıan lugar

para un año de actividad del colisionador. Por lo tanto es común expresar la

luminosidad de un colisionador en fb−1/año.
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Otra cantidad importante que se mencionó previamente, es el ancho de

decaimiento o tasa de decaimiento de una part́ıcula. Esta cantidad corresponde

a la probabilidad de que una part́ıcula inestable se desintegre produciendo una

cierta cantidad de particulas finales. Para una part́ıcula A en su referencial

de reposo, el ancho de decaimiento se calcula de manera análoga a la sección

eficaz:

dΓ =

(∏
f

d3pf
(2π)3

1

2Ef

)
|M(mA → {pf})|2

2mA

(2π)4δ(4)(pA − Σpf ). (3.15)

Es posible utilizar esta expresión para calcular la tasa total de decaimiento

de una part́ıcula, sumando en todos los canales permitidos, es decir, en todas

las combinaciones posibles de part́ıculas finales permitidas por las leyes de

conservación. La tasa total de decaimiento es el inverso de la vida media de la

part́ıcula, por lo que tiene unidades de [tiempo]−1, que en unidades naturales

es [masa] y se expresa en eV.

Esto es de gran importancia en los colisionadores, ya que las part́ıculas que

se producen en las colisiones tienen una cierta vida media, lo que significa que

pueden decaer rápidamente luego de producidas, dependiendo de su masa. Es-

tos decaimientos dan lugar a part́ıculas finales distintas de las producidas en la

colisión principal. Parte del análisis de datos en experimentos en colisionadores

consiste en reconstruir los vértices donde se produjeron las part́ıculas finales.

Algo sumamente importante a destacar, es que cuanto mayor sea la masa de la

part́ıcula inestable, mayor es el volumen del espacio de fases accesible, ya que

puede dar lugar a más configuraciones de momentos finales. Esto significa que

las part́ıculas más pesadas “viajan” menos, es decir que decaen rápidamente.

Si a esto le agregamos la conservación del momento, obtenemos una des-

cripción más fiel de la cinemática de las part́ıculas dentro de los colisionadores:

las part́ıculas más livianas suelen ser producidas con mayor velocidad mien-

tras que las part́ıculas más pesadas suelen ser producidas con menor velocidad.

Al decaer, una part́ıcula con velocidad alta produce a sus part́ıculas “hijas”

en torno a su dirección de vuelo, mientras que una part́ıcula con velocidad

baja suele dar como productos de su decaimiento a part́ıculas en diferentes

direcciones vistas desde el laboratorio. La intuición de la cinemática de los

decaimientos y el conocimiento de los distintos canales de decaimiento de una

part́ıcula son fundamentales en los experimentos en colisionadores, ya que en
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un proceso dado, las part́ıculas intermedias solo se pueden detectar a través de

sus productos de decaimiento, que son las part́ıculas detectadas en los estados

finales.

Antes de finalizar esta sección, comentaremos brevemente algunos tipos de

colisionadores en función de las part́ıculas alĺı utilizadas. Cabe aclarar que nos

centraremos en colisionadores en los cuales hay dos haces de part́ıculas, dejando

de lado los colisionadores de blanco fijo (como por ejemplo en el experimento

de Rutherford).

Como comentamos previamente, las part́ıculas cargadas son ideales para

estos experimentos, ya que es posible acelerarlas y controlar sus trayectorias

con campos eléctricos y magnéticos. Esto y su estabilidad hace de protones

y electrones, part́ıculas óptimas para utilizar en colisionadores. En efecto,

los principales tipos de colisionadores que han existido son los llamados co-

lisionadores hadrónicos (como el LHC, donde se aceleran y chocan protones)

y leptónicos (como el LEP -Gran Colisionador de electrones y positrones-),

además de los colisionadores electrón-protón, como HERA (en actividad de

1992 a 2007). Actualmente no hay colisionadores electrón-protón en funciona-

miento, pero se está desarrollando el proyecto para la construcción del LHeC

en el CERN[37-39].

El interés de construir distintos tipos de colisionadores, es que la f́ısica que

podemos observar en cada uno de ellos es distinta y complementaria.

En los colisionadores hadrónicos, al colisionar protones, que son part́ıculas

compuestas por quarks, se observan principalmente procesos mediados por la

interacción fuerte. Debido justamente a la estructura interna de los protones,

cada quark lleva una fracción distinta de la enerǵıa del protón incidente, ha-

ciendo que, para cada evento de colisión entre quarks, el referencial del centro

de masas se mueva siempre con distinta velocidad, además de no coincidir con

el referencial del laboratorio. Esta cinemática puede dar lugar a resultados po-

co intuitivos y es por eso que es importante trabajar con cantidades invariantes

bajo boosts en la dirección de los haces incidentes para realizar predicciones y

analizar resultados en este tipo de colisionadores.

Por otro lado, para una colisión dada entre dos quarks incidentes, además

del “hard scattering”, es decir el proceso principal en el que los quarks (par-

tones) intercambian grandes cantidades de enerǵıa, existe toda una cantidad

de procesos secundarios entre los demás quarks y gluones de los protones, que

también producen grandes cantidades de part́ıculas y radiación en los estados
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Figura 3.3: Esquema de colisión de dos protones. Tomada de [36].

finales y que no están relacionados con la colisión principal, como muestra la

figura 3.3. Estos procesos son principalmente mediadas por la fuerza fuerte.

En los colisionadores leptónicos (electrón-positrón) la situación es conside-

rablemente más sencilla, ya que al chocar part́ıculas elementales, el problema

de la estructura interna no existe. Además, el referencial del centro de masas

de las colisiones idealmente siempre es el mismo y coincide con el referencial

del laboratorio. Por último, al tratarse de leptones, los procesos esperados son

principalmente mediados por las interacciones débil y electromagnética. Todo

esto resulta en señales más limpias y fáciles de analizar e interpretar que para

los colisionadores de protones, como se puede observar en la figura 3.4 donde

se ven las trazas dejadas por las part́ıculas y los depósitos de enerǵıa en los

caloŕımetros para ambos tipos de colisionadores.

Por último, es importante comentar que, ya sea en colisionadores leptónicos

o hadrónicos, es imposible detectar quarks aislados. Esto se debe al confina-

miento de QCD, que genera que los quarks se agrupen siempre en hadrones.

En los colisionadores, cuando se producen quarks muy energéticos, producto

del evento principal, estos rad́ıan gluones que suelen tener su momento apro-

ximadamente paralelo al del quark. Los gluones radiados a su vez dan lugar a

pares de quark y anti-quark, que también emiten gluones que luego vuelven a

producir pares. Estos procesos se repiten sucesivamente dando lugar a quarks

cada vez menos energéticos hasta que las enerǵıas son suficientemente bajas

como para que los quarks se combinen en mesones y bariones. A este gran
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Figura 3.4: Comparación de eventos en colisionadores hadrónicos y leptónicos res-
pectivamente, tomada del curso Lepton Collider Experiments de Frank Simon. En el
caso del colisionador hadrónico se detecta gran cantidad de trazas de las part́ıculas
producidas por la radiación de QCD.

conjunto de hadrones finalmente emitido en la dirección del primer quark se

le llama “jet” y su reconstrucción a partir de las señales en los detectores es

un gran desaf́ıo, ya que a bajas enerǵıas la constante de acoplamiento de QCD

crece, haciendo que no sean válidos los métodos perturbativos.

3.2. Observables

Mucho se ha evolucionado desde las primeras cámaras de niebla que permi-

tieron detectar rayos cósmicos y las cámaras de burbujas como el Gargamelle,

dónde se observaron por primera vez las corrientes neutras de la interacción

débil en la década del 70. Comentemos entonces cómo es que se detectan hoy

en d́ıa a las part́ıculas salientes luego de las colisiones y cuáles son las can-

tidades medibles con las que luego se trabaja en este tipo de experimentos.

Los colisionadores cuentan con sistemas de detección de alta precisión que

permiten detectar a las part́ıculas que los atraviesan. A través del uso de detec-

tores de radiación Cherenkov y de transición, centelladores, fotomultiplicadores

y otros instrumentos, distintas cámaras de detección de trazas y caloŕımetros

se disponen en capas salientes respecto al lugar de la colisión. Estos son con-

cebidos para detectar distintas interacciones (hadrónicas o electromagnéticas)

de forma que las part́ıculas van dejando trazas y/o depósitos de enerǵıa ca-

racteŕısticos, como se puede ver en la figura 3.5. A esto se le agregan distintos
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Figura 3.5: Interacciones caracteŕısticas de las distintas part́ıculas con las capas de
detectores. Imagen tomada de [40].

campos magnéticos que curvan las trayectorias de las part́ıculas cargadas, de

forma de poder identificar sus cargas eléctricas.

Todo esto resulta en enormes cantidades de datos para analizar, incluso ha-

ciendo uso de complejos sistemas de trigger que permiten descartar las señales

que no son de interés para no almacenarlas. En el CERN Data Centre se pro-

cesó aproximadamente 1 petabyte de datos por d́ıa durante la segunda corrida

del LHC.

Estos datos permiten calcular los momentos con los que se producen las

part́ıculas en el estado final, y aśı reconstruir los vértices1 donde fueron pro-

ducidas.

La forma de reconstruir lo sucedido en los experimentos en colisionadores,

es con el uso de distintos observables, que son las cantidades realmente medibles

o calculadas en función de cantidades medibles con los detectores.

A continuación, una lista de algunos de los observables principales con los

que se trabaja en estos análisis:

• Momento lineal de una part́ıcula y todas sus componentes: |~p|, px, py y pz

(ver sistema de coordenadas en la figura 3.6).

1Es importante distinguir entre los vértices de producción y los vértices permitidos de
las interacciones. Los primeros refieren a la producción de las part́ıculas reales, mientras que
los segundos corresponden a las interacciones permitidas por los términos del Lagrangiano
de la teoŕıa.
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Figura 3.6: Coordenadas utilizadas en los colisionadores. Imagen tomada de [41].

• Enerǵıa de una part́ıcula (ver Ecuación 3.2).

• Velocidad de una part́ıcula (en particular se suele trabajar con |~β| = |~v|/c =

|c~p|/E).

• θ y φ: Ángulo entre el momento lineal y el eje del haz y ángulo azimutal

respectivamente.

• Rapidity y Pseudo-Rapidity :

y =
1

2
ln
E + pzc

E − pzc
(3.16)

y

η =
1

2
ln
|~p|+ pz
|~p| − pz

, (3.17)

respectivamente. Se pueden ver algunos valores que toma y en 3.6. Estas dos

definiciones permiten dar una descripción del ángulo θ con la particularidad

de que, si tomamos dos part́ıculas 1 y 2, tanto ∆y = y1−y2 como ∆η = η1−η2

son cantidades invariantes bajo boosts en la dirección z. Es posible utilizar una

de estas cantidades y φ como coordenadas angulares en el detector, como se

ve en el Lego Plot de la figura 3.7.

• ∆R =
√

(∆η)2 + (∆φ)2. Haciendo uso de la invariancia de ∆η y ∆φ, se

construye este observable invariante que da una descripción de separación an-

gular entre dos part́ıculas detectadas. En el Lego Plot de la figura 3.7, ∆R

representa las distancias entre dos puntos del plano η-φ.

• Momento transversal de una part́ıcula: |~pT | =
√
p2
x + p2

y, con z correspon-

diendo a la dirección longitudinal paralela a los haces incidentes, como se puede
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ver en 3.6. Suele ser útil trabajar con cantidades transversales como esta, ya

que al tratarse de proyecciones en el plano perpendicular a la dirección de los

haces incidentes, son perpendiculares a la dirección de velocidad relativa entre

el centro de masas y el laboratorio y por lo tanto invariantes. Además, al no

conocer siempre la velocidad del centro de masas de la colisión, el momento

transversal es la única parte conocida del momento inicial.

• Enerǵıa transversal de una part́ıcula: ET =
√
p2
T +m2.

• Masa transversal de un sistema de part́ıculas: dadas dos part́ıculas 1 y 2,

mT =
√

(E1T + E2T )2 − (~p1T + ~p2T )2.

•Masa invariante de un conjunto de part́ıculas: Se suman los cuadri-momentos

de las part́ıculas y se calcula la masa como en 3.3). Esta cantidad es de su-

ma importancia en los experimentos en colisionadores, ya que las part́ıculas

inestables, se detectan a través de los productos de sus decaimientos y la ma-

sa invariante nos permite conocer la masa de la part́ıcula que da lugar a las

part́ıculas detectadas en el estado final. Un ejemplo de esto se puede ver en

la figura 3.8, donde la masa invariante de las part́ıculas finales se corresponde

con la masa de los bosones W .

También podemos definir observables generales de un evento:

• Enerǵıa perdida: Este observable corresponde a la enerǵıa faltante en un

evento, suele corresponder a neutrinos, ya que son part́ıculas imposibles de

detectar, y a part́ıculas que escapan sin ser observadas (por ejemplo en la di-

rección de los haces, ya que ah́ı no hay detectores).

• Momento transversal perdido: (��~pT ).

• Enerǵıa transversal perdida -Missing Transverse Energy- (��ET o MET ).

• Suma de la enerǵıa total de todos los objetos del estado final (TET ).

Y utilizarlos para definir nuevos observables:

•MT MET : Para una part́ıcula, este observable corresponde a la masa trans-

versal del sistema formado por esa part́ıcula y la enerǵıa transversal perdida:
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Figura 3.7: Gráfica de la enerǵıa transversal para un evento con dos Jets en el
plano η-φ. Tomada de [36].

MT-MET(A)=
√

2pAT��pT [1− cos(∆φ(~pAT , ~��pT )].

Es importante especificar que esta lista muestra solo algunos de los ob-

servables más utilizados. Cabe aclarar que muchas de estas cantidades que

se definen para una part́ıcula, también se pueden calcular para dos o más

part́ıculas sumando sus cuadri-momentos.

Debido a la naturaleza cuántica de los procesos que tienen lugar en los

colisionadores de part́ıculas, una misma colisión puede dar lugar a distintas

part́ıculas finales, estas a su vez con distintos momentos. Es por esto que la

forma de hacer estos experimentos es repitiendo muchas veces las colisiones1,

para obtener el número de eventos de colisión en los cuales se da una cierta

configuración de los momentos finales. Esto se representa con histogramas co-

mo los de la figura 3.8. En este ejemplo se puede ver para cada bin (o columna

del histograma), el número de eventos en los que la masa invariante de las

part́ıculas consideradas está en el rango correspondiente. Los picos correspon-

den a los valores más probables, que en este caso son producto del decaimiento

de bosones W , cuya masa es mW ≈ 80.4 GeV.

Los histogramas son fundamentales para representar los resultados de ex-

1Actualmente en el LHC se generan alrededor de 600 millones de colisiones por segundo.
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Figura 3.8: Histogramas de los números de eventos observados para distintos valo-
res de la masa invariante de las part́ıculas finales. Datos del experimento OPAL del
LEP.

perimentos que se repiten una gran cantidad de veces y se usan para comparar

las distintas predicciones teóricas (de naturaleza probabiĺıstica). La estad́ıstica

es una herramienta imprescindible para cuantificar las diferencias o similitudes

entre las predicciones y los resultados.

En la siguiente sección explicaremos cómo son utilizados los observables

aqúı presentados (y muchos más) junto con algunos métodos estad́ısticos usa-

dos para realizar los análisis de datos que permiten sacar conclusiones de los

experimentos en colisionadores de part́ıculas.

3.3. Estudio estad́ıstico

Ya sea en experimentos en colisionadores o con simulaciones, existen dis-

tintos desaf́ıos a nivel del análisis de los datos.

Un primer desaf́ıo consiste en identificar correctamente los eventos en los

que los procesos ocurridos son los buscados (comúnmente llamados eventos de

Señal). En los colisionadores, al tener lugar una gran cantidad de procesos

f́ısicos, es importante poder descartar la parte de los datos finales correspon-
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diente a procesos que no son de interés, ya sea la información de part́ıculas

finales que son producto de procesos secundarios o los resultados de colisiones

en las cuales no suceden los procesos buscados. A estos conjuntos de datos se

les suele llamar eventos de Background.

En el estudio de las predicciones de distintas teoŕıas para su comparación,

sin embargo, es común utilizar otra terminoloǵıa. Cuando lo que se busca es

comparar las predicciones de una nueva teoŕıa con las del Modelo Estándar, es

común referirse a los eventos correspondientes a procesos del Modelo Estándar

como Background y a los eventos correspondientes a procesos predichos por

la nueva teoŕıa estudiada, como Señal. Esta es la terminoloǵıa que empleamos

a lo largo de esta tesis, por lo que para referirnos a procesos en los que se

producen neutrinos de Majorana pesados N , utilizaremos el término Señal.

En estos casos, el desaf́ıo es identificar las regiones del espacio de fases en

las cuales las predicciones de las teoŕıas a comparar son distintas, de manera

de poder ponerlas a prueba con experimentos, y eventualmente restringir los

posibles valores de los parámetros que las caracterizan. Esto es lo que se conoce

como un Test de hipótesis de nueva f́ısica (H1, correspondiente a la extensión

νSMEFT) comparada con el Modelo Estándar (H0). La forma de hacer esto es

utilizando observables como los definidos en la sección anterior, ya que, dado

un proceso en espećıfico, es esperable cierta correlación caracteŕıstica entre los

valores de los observables de las part́ıculas finales. Lo que se hace entonces

es aplicar “cortes” que restringen el espacio de fases. Estos cortes consisten

en seleccionar o rechazar los eventos en los que los estados finales dan lugar

a ciertos valores de los observables, como se puede ver de forma esquemática

en la figura 3.9. De esta manera se descartan los eventos en los cuales las

predicciones de las teoŕıas comparadas son similares.

Sin embargo, las teoŕıas en comparación no sólo tienen que predecir resul-

tados distintos, también es importante identificar las regiones del espacio de

fases en las que las diferencias son suficientemente grandes.

La razón de esto último es que las desviaciones en los resultados, debidas

por ejemplo a errores en la medición, pueden resultar en eventos de background

identificados como señal y viceversa, es por esto que se buscan regiones en

las que el conjunto de datos de señal y el conjunto de datos de background

tengan diferencias estad́ısticamente significativas. La definición de “diferencias

estad́ısticamente significativas” es ambigua, sin embargo un criterio que se

suele utilizar en la literatura para afirmar la realización de un descubrimiento
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Figura 3.9: Distintos tipos de cortes utilizados para separar eventos de Señal (en
azul) de eventos de Background (en rojo). Tomada de las clases de Statistics for
Particle Physicists de Glen Cowan.

es el de los 5σ. Esto significa que la diferencia entre dos conjuntos de datos

es estad́ısticamente significativa cuando tienen una separación de al menos 5

desviaciones estándar, ya que en ese caso la probabilidad de que la diferencia

se deba a fluctuaciones es suficientemente baja.1

Una forma de poner a prueba un modelo teórico utilizando el criterio de los

5σ, es realizar lo que se conoce como Test Estad́ıstico χ2 para histogramas.2

Al ser cada colisión independiente de las otras, el número de eventos en cada

columna del histograma sigue una distribución de Poisson, es decir que la

probabilidad de tener N = k eventos en una columna es

P (N = k) =
λke−λ

k!
, (3.18)

donde λ es el valor esperado de N y también su varianza. En el caso de una

cantidad suficientemente grande de entradas en cada columna del histograma,

esta distribución se vuelve Gaussiana y se puede construir la cantidad

χ2 ≡
∑
i

(ni − µi)2

σi
, (3.19)

siendo ni el número de eventos en cada columna y µi el valor teórico esperado

en cada columna y σi la desviación. El ı́ndice i recorre las columnas del his-

tograma. La cantidad χ2 sigue una distribución χ2 (de ah́ı el nombre) y con

1A pesar de que el criterio de 5σ es ampliamente utilizado en f́ısica de part́ıculas, autores
señalan que para otro tipo de fenómenos, como la f́ısica mas allá del Modelo Estándar, las
ondas gravitacionales o el descubrimiento de pentaquarks, el número de sigmas debeŕıa ser
mayor a 5 para poder refutar la f́ısica anterior[42].

2Un tratamiento más general y detallado de estos temas puede encontrarse en el caṕıtulo
8 del libro Statistical methods for data analysis in particle physics[43] de Luca Lista.
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ella podemos calcular el número de desviaciones estándar que se apartan los

resultados obtenidos para la señal (H1) respecto del background (H0). Si este

número es suficientemente alto, las predicciones de los eventos de nueva f́ısica

no pueden explicarse exclusivamente por fluctuaciones del background. Para

esto, se calcula el valor p, el cual corresponde a la probabilidad de obtener un

resultado tan extremo como el obtenido o más, suponiendo que la teoŕıa H1

que se está testeando es falsa. De esta probabilidad se puede obtener el número

de desviaciones estándar de la siguiente forma:

p =
1

2

[
1− erf

(
Z√
2

)]
, (3.20)

siendo Z el número de desviaciones estándar.

También es posible calcular la separación entre las predicciones de distintas

teoŕıas a través del conteo de eventos, como se muestra en [44]. La idea es que

al clasificar los eventos observados como Señal y Background, los números

de eventos de cada conjunto de datos también pueden ser utilizados como

observables para el análisis. De esta manera, es posible calcular el número de

desviaciones que hay de separación, dado un número de eventos de señal Ns

y un número de eventos de background Nb observados, utilizando la siguiente

fórmula:

Zσ =

√
2

[
(Ns +Nb)ln

(
1 +

Ns

Nb

)
−Ns

]
. (3.21)

Para comparar las predicciones de dos teoŕıas, también es posible calcular

los conocidos ĺımites de exclusión como se explica en el apéndice B de [45] y en

la sección de estad́ıstica de [46]. Esto se hace suponiendo que la hipótesis H1

de nueva f́ısica es falsa y que las medidas obtenidas del experimento coinciden

con las predicciones de la hipótesis nula H0, con estas suposiciones, se puede

determinar la región a descartar del espacio de parámetros de la teoŕıa de

nueva f́ısica.

Para ello, consideramos un experimento de conteo de eventos, en el que

se observan n eventos y hay b eventos predichos por el Modelo Estándar y

s eventos predichos por la nueva f́ısica. En el marco Bayesiano, dada una

probabilidad a posteriori y una función de verosimilitud, es posible establecer
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un ĺımite superior con nivel de confianza de 1− α de la siguiente manera:

1− α =

∫ sup

0

p(s|n) ds =

∫ sup
−∞ L(n|s)π(s) ds∫∞
−∞ L(n|s)π(s) ds

. (3.22)

Utilizando una función de probabilidad a priori (π) constante para nueva

f́ısica y una función de verosimilitud de Poisson:

L(n|s) =
(s+ b)n

n!
e−(s+b), (3.23)

podemos escribir:

α = e−sup
Σn
m=0(sup + b)m/m!

Σn
m=0b

m/m!
, (3.24)

y resolver para hallar sup, el número máximo de eventos de señal consistente

con la observación y con la predicción del background con nivel de confianza

de 1− α.

Como explicamos anteriormente, si asumimos n = b, es decir que los eventos

observados en el experimento coinciden con el número de eventos predicho por

el background, podemos determinar las regiones del espacio de parámetros

de la teoŕıa de nueva f́ısica compatibles con la no-observación de eventos de

señal. Esto implica que, al testear una teoŕıa, la ausencia de observaciones de

eventos de señal, no siempre permite refutar dicha teoŕıa, simplemente nos

permite acotar su espacio de parámetros.

Estas son tan solo algunas de las herramientas estad́ısticas utilizadas en

la f́ısica de colisionadores para transformar los resultados experimentales o de

simulaciones en conclusiones con significado f́ısico. Ahora pasamos a presentar

las simulaciones y los softwares utilizados para las mismas a lo largo de la tesis.

3.4. Simulaciones numéricas en colisionadores

Como el t́ıtulo de esta tesis lo indica, nuestro trabajo se centró en la simula-

ción y el posterior análisis de experimentos en colisionadores de part́ıculas. Esto

se hizo con la implementación de la extensión efectiva del Modelo Estándar con

neutrinos derechos presentada en el caṕıtulo 2, la cual incorpora un neutrino

pesado e interacciones efectivas del mismo con las demás part́ıculas del Modelo

Estándar. Ahora que estamos más familiarizados con la f́ısica en colisionado-

res de part́ıculas y con las herramientas utilizadas para estudiar los resultados
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de estos experimentos, vamos a presentar el software utilizado tanto para la

simulación de las colisiones, como para la simulación de los detectores para

cada tipo de colisionador utilizado y los programas empleados para el análisis

de los datos.

La primera etapa consiste en la implementación numérica de la extensión

efectiva del Modelo Estándar con neutrinos derechos, cuyas interacciones están

determinadas por el Lagrangiano presentado en 2.2. Para ello, cargamos el

Lagrangiano en el paquete FeynRules [47] de Mathematica, el cual escribe

las reglas de Feynman de la teoŕıa (vértices y propagadores). En nuestro caso

incluye al Modelo Estándar e incorpora los vértices de la extensión efectiva

dados por los operadores de la tabla 2.1. De esta forma, se genera un archivo

Universal FeynRules Output (UFO) [29], que contiene la información de las

interacciones de esta teoŕıa y que luego es importado por el software que simula

los experimentos.

El software MadGraph5 aMC@NLO [48, 49] es luego utilizado para simular las

colisiones de part́ıculas y sus decaimientos. Este programa realiza las simulacio-

nes de los eventos de colisión con el método Monte Carlo, calculando secciones

eficaces y anchos de decaimiento y determinando los cuadri-momentos de las

part́ıculas en los estados finales para un cierto número de eventos de Monte

Carlo generados. Para generar un proceso dado se le especifica al software las

part́ıculas iniciales y finales (además de poder especificar las part́ıculas inter-

medias) y los parámetros del experimento, como la enerǵıa de las part́ıculas

incidentes y el número de eventos a generar. En esta etapa se pueden aplicar

los primeros cortes en los observables, conocidos como cortes de generación.

Esto se debe a que, si bien todo el espacio de fases permitido por las leyes de

conservación es accesible a nivel teórico, esto no es aśı a nivel experimental.

Por ejemplo, las part́ıculas solo pueden ser detectadas si depositan suficien-

te enerǵıa en los detectores (pTmin) y tampoco pueden ser detectadas si sus

momentos son en la dirección de los haces incidentes (|η|max). Por último,

MadGraph genera únicamente procesos a nivel partónico, esto significa que en

los estados finales no se observan estados ligados, solamente part́ıculas elemen-

tales (en especial quarks libres o partones).

Una vez generado un cierto número de eventos de Monte Carlo a nivel

partónico, estos datos son luego procesados por el software Pythia [50, 51] que

justamente simula la hadronización de los quarks en los estados finales, gene-

rando los jets que se observan realmente en los detectores de los colisionadores,
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y las “lluvias” electromagnéticas, correspondientes a radiación electromagnéti-

ca.

Con las colisiones y hadronizaciones simuladas y teniendo un conjunto de

eventos Monte Carlo con la información de las part́ıculas estables finales, la

última etapa de la simulación consiste en simular el funcionamiento de los

detectores. Para ello, utilizamos el software Delphes [52]. Esta etapa es fun-

damental, ya que al simular los detectores, el programa agrega ciertas incer-

tidumbres en los valores medidos en los observables y la eficiencia con la que

pueden ser detectadas ciertas part́ıculas.

Al final de la cadena de programas de simulación, lo que obtenemos es un

conjunto de eventos de Monte Carlo en los cuales está la información de las

part́ıculas observadas en el estado final, con sus momentos, enerǵıas, etc. Para

ver y analizar estos datos, es necesario utilizar programas que puedan leer los

archivos generados por Delphes (de formato .root), para esto hay distintas

alternativas. Una de ellas es el software MadAnalysis5[53], que permite reali-

zar histogramas con los observables mencionados anteriormente o definiendo

nuevos, además de aplicar cortes. También se puede utilizar el programa Root,

desarrollado y utilizado ampliamente en el CERN para analizar datos de coli-

siones. En esta tesis, el paquete TMVA (Toolkit for Multivariate Data Analysis)

de Root [54], nos permitió utilizar algoritmos de Machine Learning para hacer

análisis más efectivos de nuestros datos, como veremos en el caṕıtulo 5.

Tanto MadAnalysis como Root permiten realizar un nuevo tipo de cortes,

conocidos como cortes de pre-selección, para seleccionar los eventos que tengan

los estados finales buscados (ciertas part́ıculas con ciertas caracteŕısticas). Es-

tos cortes son necesarios ya que la simulación del detector introduce cambios en

los estados finales (nuevas part́ıculas, part́ıculas detectadas con menos enerǵıa,

etc). Luego se pasa al análisis final de los datos, que puede implicar la reali-

zación de cortes para separar los conjuntos de eventos de señal y background

como explicamos en la sección anterior.

En estos procedimientos, es importante distinguir entre el número de even-

tos generados por las simulaciones con el método Monte Carlo y el número

de eventos f́ısicos realmente observables en colisionadores. La forma de pasar

de unos a otros es multiplicando la eficiencia de los cortes en los eventos de

Monte Carlo (ε = Nseleccionados/Ntotales) por sus respectivas secciones eficaces y

por la luminosidad integrada según el tipo de colisionador y el lapso de tiempo
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considerado:

Nfis = L σ εMC . (3.25)

De esta manera se puede traducir la información de un cierto histograma

obtenido con eventos Monte Carlo a un histograma de predicciones reales,

comparable con resultados de experimentos.

Todos los programas mencionados anteriormente, fueron desarrollados para

la investigación en f́ısica de altas enerǵıas y son herramientas fundamentales

en el estudio de la fenomenoloǵıa de f́ısica de colisionadores.

3.5. Perspectivas

Habiendo presentado en los caṕıtulos 1 y 2 el Modelo Estándar y su exten-

sión efectiva con neutrinos derechos (νSMEFT), y en este caṕıtulo algunas de

las técnicas usadas para estudiar la fenomenoloǵıa de la f́ısica de los colisio-

nadores, prodeceremos a presentar en los caṕıtulos 4 y 5 los resultados de la

investigación llevada a cabo a lo largo de esta tesis.
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Caṕıtulo 4

Test de interacciones efectivas

de neutrinos de Majorana en

colisionadores leptónicos

En los caṕıtulos anteriores, presentamos sucintamente el Modelo Estándar

de la F́ısica de Part́ıculas y vimos porqué el mismo encuentra limitaciones en la

descripción de los neutrinos, en particular respecto al mecanismo de generación

de masa de los mismos. En ese contexto introdujimos la extensión efectiva del

Modelo Estándar con neutrinos derechos (νSMEFT), la cual incorpora térmi-

nos de interacción entre estos y las part́ıculas del Modelo Estándar suprimidos

por la escala de nueva f́ısica Λ. En el enfoque simplificado que adoptamos,

vimos que los neutrinos derechos coinciden con los neutrinos pesados de Majo-

rana: NR = N . Hecho esto, presentamos parte de la metodoloǵıa comúnmente

utilizada en la fenomenoloǵıa de la f́ısica de part́ıculas, donde mencionamos al-

gunas caracteŕısticas de la f́ısica de los colisionadores y vimos las herramientas

utilizadas a lo largo de la investigación realizada en esta tesis.

En este caṕıtulo, procederemos a presentar los primeros resultados, que co-

rresponden a simulaciones de experimentos en colisionadores del tipo electrón-

positrón.

El objetivo fue estudiar las consecuencias observables de la extensión

νSMEFT considerando únicamente las interacciones efectivas de dimensión

d = 6, además de las interacciones del Modelo Estándar. Para nuestro estudio,

implementamos numéricamente esta teoŕıa, con el fin de realizar simulaciones

de experimentos en colisionadores variando los parámetros de masa mN y los
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coeficientes αJ de las interacciones efectivas y analizando sus consecuencias.

Cabe aclarar que a pesar de que en la actualidad hay pocos colisionadores

leptónicos activos y estos operan a enerǵıas significativamente más bajas que

los máximos alcanzados (6.5 TeV por haz en el LHC contra 104 GeV por haz en

el LEP), su f́ısica sigue siendo de interés por diversos motivos (recordemos que

fue en el LEP que se pudo medir por primera vez las masas de los bosones Z

y W ). Como mencionamos en el caṕıtulo 3, los experimentos en colisionadores

leptónicos permiten observar otro tipo de procesos, además de dar resultados

considerablemente más “limpios” que para los colisionadores hadrónicos. En

particular, la búsqueda de neutrinos de Majorana está entre los principales

objetivos de los futuros colisionadores e+e−, como se puede observar en la

literatura [55-69].

Para las simulaciones que presentaremos en este caṕıtulo, utilizamos

parámetros correspondientes al futuro colisionador International Linear Co-

llider (ILC) [34], es decir que simulamos procesos con una enerǵıa en el centro

de masa de
√
s = 500 GeV y una luminosidad integrada de L = 500fb−1. Para

la simulación a nivel partónico (es decir el proceso principal que involucra sólo

part́ıculas elementales) utilizamos MadGraph5 aMC@NLO 2.5.5 [48, 49], gene-

rando únicamente diagramas de Feynman a nivel árbol. Luego realizamos la

simulación de la hadronización de los quarks con Pythia 8 [51] y por último

la simulación del detector la realizamos con Delphes 3.5.0 [52] utilizando la

DSiD card para simular la detección en el ILC [70]. Para el análisis de los datos

finales utilizamos el software MadAnalysis5 1.8.58 [53].

Los resultados de este caṕıtulo fueron publicados en The European Physical

Journal C [71].

4.1. Procesos estudiados

Para los colisionadores del tipo electrón-positrón, estudiamos la producción

de neutrinos de Majorana N a través del proceso e+e− → νN , seguido por dos

tipos de decaimientos, el leptónico N → µ−µ+ν y el semi-leptónico N → µ−jj,

como se puede ver en la figura 4.1. Los procesos con muones y jets en los estados

finales son de gran interés ya que dejan señales distintivas en los detectores.

Veamos qué operadores de los definidos en la sección 2.2 contribuyen a

estos procesos. En la extensión efectiva, la producción del N en el vértice

primario (vértice I en la figura 4.1) está dominada por el operador O(1,1)
LNLl,
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ya que la contribución del operador O(1)
Nlφ está fuertemente suprimida por las

cotas actuales, asociadas a que aún no se ha observado el decaimiento doble

beta sin neutrinos. Luego, para los decaimientos del N que contribuyen al

estado final buscado (vértice II en la figura 4.1) tenemos dos tipos de procesos.

Para el canal leptónico, el decaimiento del N al par muón y anti-muón tiene

contribuciones de los operadores O(2,2)
LNLl y O(2)

Nlφ para la segunda familia de

sabor. En el caso del canal semi-leptónico, el decaimiento a dos jets y un

muón tiene contribuciones del operador vectorial de cuatro fermiones O(2,i)
duNl,

del operador vectorial bosónico O(2)
Nlφ y de los operadores escalares de cuatro

fermiones O(2,i)
QuNL, O(2,i)

LNQd y O(i,2)
QNLd.

II

e−

e+

ν

N

I

(a)

µ+

ν

N

µ−

W
µ+

ν

N

µ−

j

j

N

µ−

W
j

j

N

µ−

(b)

Figura 4.1: Producción de N y decaimiento en canales con dos muones y con dos
jets.

Como mencionamos anteriormente, nuestro objetivo es ver cuánto difie-

ren los resultados de nuestras simulaciones que incluyen neutrinos pesados N

(S+B: señal con neutrinos pesados junto a background del Modelo Estándar,

incluyendo interferencias) respecto a los resultados para procesos similares pe-

ro generados únicamente a través de vértices de interacción permitidos en el

Modelo Estándar (B: background). Es importante identificar el background

dominante (con mayor sección eficaz y por ende más probable) ya que son los

procesos que se pueden confundir con nuestra señal. En nuestro caso, tanto

para el canal leptónico e+e− → νµ−µ+ν, como para el canal semi-leptónico

e+e− → νµ−jj, existe lo que se conoce como backgrounds irreducibles, es decir

que hay procesos permitidos por el SM en los cuales las part́ıculas iniciales

y finales son exactamente las mismas que en los procesos con neutrinos N .

Para ambos canales, los backgrounds del Modelo Estándar dominantes vienen
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del proceso e+e− → W+W− mediado por fotones, Higgs o bosones Z, con

los bosones W decayendo ambos leptónicamente para el canal leptónico y uno

leptónicamente y otro hadrónicamente para el canal semi-leptónico como vi-

mos en las corrientes cargadas débiles 1.75 y como se puede ver en la figura

4.2.

(a) (b)

Figura 4.2: Diagramas dominantes del background de los procesos para los canales
leptónicos (a) y semi-leptónicos (b).

Una vez identificados los backgrounds dominantes, procedemos a estudiar

nuestra señal (S), es decir que simulamos los procesos e+e− → νN → νµ−µ+ν

y e+e− → νN → νµ−jj donde le explicitamos al software que incluya solo

los eventos con neutrinos N intermediarios, y analizamos las caracteŕısticas

cinemáticas de los procesos. De esta forma, buscamos saber en qué difieren

estos procesos con los del background y por ende qué tipo de análisis se puede

implementar para identificar la región del espacio de fases en la que los procesos

de señal y los de background dan predicciones suficientemente distintas.

Previo a simular los procesos de señal y background, es importante fijar los

cortes de generación de eventos, esto significa que de todos los eventos posibles,

generamos únicamente aquellos que cumplan con ciertas condiciones dadas de

antemano. Tanto para el proceso leptónico como el semi-leptónico, aplicamos

los siguientes cortes: rechazamos los eventos con momento transversal de los

jets tales que pj
T < 20 GeV y para los leptones p`T < 10 GeV, seleccionamos

las pseudorapidities |ηj| < 5, |η`| < 2.5 y seleccionamos para las separaciones

angulares de jets y leptones, ∆Rjj,``,lj > 0.4. Estos son cortes estándar que

se suelen aplicar por defecto y la razón de los mismos es que buscamos que

las part́ıculas finales detectadas provengan del proceso principal y no de sub-

procesos secundarios cuya f́ısica no nos interesa (en este caso), es por eso que

seleccionamos un momento transversal mı́nimo de las part́ıculas finales. En el
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caso de los jets, los cortes también nos permiten una correcta separación e

identificación de jets independientes. Por último, algunos cortes están motiva-

dos por la disposición real de los detectores en los colisionadores (por ejemplo,

no podemos aspirar a detectar part́ıculas que sean producidas con momento

en la dirección del haz principal, ya que ah́ı no hay detectores), es por eso que

seleccionamos un máximo para los valores absolutos de las pseudorapidities

(|η| muy grande se corresponde a part́ıculas que se escapan en la dirección de

las part́ıculas incidentes, ver 3.6).

Una vez hechos los cortes de generación, la siguiente etapa consiste en ge-

nerar una cierta cantidad de eventos de Monte Carlo (en este caso 100.000) y

estudiar la sección eficaz de los procesos dada por MadGraph, tanto para los

backgrounds como para los procesos generados con la extensión efectiva, que

incluyen al background y a la señal con neutrinos N . Recordemos que en la

νSMEFT, la masa de los neutrinos mN y los coeficientes αJ de los operadores

(2.5) son parámetros que variamos con el objetivo de ver cómo sus distintos

valores alteran los resultados. En este trabajo igualamos todos los coeficientes

a un parámetro α, el cual variamos progresivamente. También consideramos

las cotas actuales correspondientes a los operadores que contribuiŕıan al decai-

miento doble-beta sin neutrinos, por lo que utilizamos la expresión dependiente

de mN : α0νββ = 3.2× 10−2
(

mN
100GeV

)1/2
, para los coeficientes de los operadores

O(1)
LNφ, O

(1,1)
duNl, O

(1,1)
QuNL, O

(1,1)
LNQd, O

(1,1)
QNLd.
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Figura 4.3: Secciones eficaces de los procesos leptónicos y semi-leptónicos en fun-
ción de mN para distintos valores de las constantes α.

En la figura 4.3 podemos ver las curvas de las secciones eficaces (recordar

definición de 3.12) de ambos procesos (leptónico y semi-leptónico) en función
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de las distintas masas de N y de los distintos valores de α para los procesos

de los conjuntos de datos que llamamos S+B (en colores) y B (en negro).

Estas curvas nos permiten ver que los efectos de la extensión efectiva son más

notorios si el neutrino N tiene una masa cercana a mN = 125 GeV, esto se

debe a que a partir de mN = 80 GeV se abre un canal de decaimiento del

N en el cual, independientemente de la enerǵıa que tenga, puede decaer al

bosón W , ya que de ser producido el N , siempre va a tener suficiente masa

como para decaer al W . Estos efectos crecen al aumentar la masa mN , pero a

partir de mN ≈ mh ≈ 125 GeV las secciones eficaces de los procesos buscados

comienzan a decrecer, ya que aparece un nuevo canal de decaimiento a Higgs

y neutrino liviano N → hν. Por otro lado, los efectos de la existencia del N

son nautralmente más importantes a medida que α crece. Para el background,

como es de esperarse, la sección eficaz no depende ni de la masa mN ni de

α, además verificamos que los valores de la misma están en concordancia con

trabajos previos [62].

Por último, antes de pasar a los análisis espećıficos para los procesos de

los canales leptónico y semi-leptónico respectivamente, discutamos brevemente

caracteŕısticas comunes a ambos que nos permitiŕıan diferenciar las señales de

los backgrounds.

Asimetŕıas Forward-Backward

Como comentamos anteriormente, tanto en el canal leptónico como en el

canal semi-leptónico podemos esperar que la presencia del N tenga consecuen-

cias en los momentos de las part́ıculas finales, y por ende esto también debeŕıa

depender de su masa. De hecho, en los procesos de la señal del canal leptónico

(N → µ−µ+ν), el N decae en el par de muones y un neutrino liviano de los

del estado final (el otro neutrino liviano viene del primer vértice, en el que

se produce el N y común a ambos canales: e+e− → νN), mientras que para

los backgrounds, al estar dominados por la producción de un par de bosones

W+ y W−, como muestra la figura 4.2, cada uno de los muones proviene del

decaimiento de un bosón W distinto. Esto naturalmente tiene consecuencias

en los momentos de las part́ıculas finales y en las distribuciones angulares de

los mismos. Por ejemplo, dependiendo de si la masa del N es pequeña o grande

(recordemos que se trata de un parámetro a variar), podemos esperar que el N

sea producido con mayor o menor velocidad respectivamente (intuitivamente,
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la idea es que si el N tiene una masa elevada, gran parte de la enerǵıa se usa

en producirlo, por ende su velocidad es menor). Luego, si el N es producido

con velocidad mayor, entonces los productos de su decaimiento son producidos

en direcciones cercanas a la de su vuelo, mientras que si el N es producido con

menor velocidad, los productos de su decaimiento tienden a salir en direccio-

nes más separadas. Nada de esto se puede decir para el background, ya que

el mismo está dominado por procesos donde las part́ıculas finales provienen

de los decaimientos de distintas part́ıculas. El mismo razonamiento se puede

llevar a cabo para el canal semi-leptónico (N → µ−jj), en el que el N decae en

un muon y dos jets. Para el background, estas part́ıculas t́ıpicamente también

van a ser producto de los decaimientos de dos bosones W+ y W−.

Es con esto en mente que introducimos un observable relacionado con las

separaciones angulares de las part́ıculas salientes y que nos permite cuantificar

qué tan seguido dos part́ıculas son producidas con momentos en la misma

dirección: las asimetŕıas forward-backward. Definidas para dos part́ıculas x1 y

x2:

AFBx1,x2 =
N+ −N−
N+ +N−

, (4.1)

con N+ y N− los números de eventos en los cuales las part́ıculas x1 y x2 salen

en la misma semi-esfera (0 ≤ cos(∆θ(x1, x2)) ≤ 1) y en semi-esferas opuestas

(−1 ≤ cos(∆θ(x1, x2)) ≤ 0) respectivamente.

Para generar cierta intuición, veamos cómo se comporta esta asimetŕıa en

casos extremos: cuando dos part́ıculas x1 y x2 son más comúnmente producidas

en la misma dirección, AFBx1,x2 va a tender a 1, mientras que cuando son produ-

cidas en direcciones opuestas, AFBx1,x2 va a tender a −1. Este tipo de observables

es de gran utilidad para estos procesos, ya que una de las primeras diferencias

entre las señales y los backgrounds proviene justamente de la separación angu-

lar de las part́ıculas del estado final. Para calcular este observable, utilizamos

el software MadAnalysis5 1.8.58 en su modo experto, el cual nos permite

definir observables a partir de los cuadri-momentos generados por Delphes y

realizar análisis más elaborados que el modo normal, el cual es más sencillo

pero permite únicamente realizar análisis rápidos y preliminares.

Por lo mencionado anteriormente, este observable es de gran utilidad para

estudiar tanto el canal leptónico como el canal semi-leptónico. Procedemos

entonces a los análisis y resultados de cada canal.
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4.2. Resultados

Canal Leptónico: e+e− → µ+µ−νν

Para el canal leptónico, las part́ıculas del estado final son únicamente neu-

trinos livianos y muones, por ende, las únicas part́ıculas que pueden ser real-

mente detectadas e identificadas independientemente son los muones (recor-

demos que los neutrinos se detectan como enerǵıa perdida, como definimos en

la sección 3.2). Es por esto que nuestro análisis se centró en la distribución

angular entre los muones del estado final.

Veamos entonces el análisis de los datos del conjunto de señal (S), que

corresponde a generar expĺıcitamente los procesos con neutrinos N (e+e− →
νN → νµ−µ+ν), para aśı estudiar las caracteŕısticas de los procesos con neu-

trinos de Majorana. Hecho esto pasaremos al análisis de todos los procesos

que lleven al mismo estado final en la extensión efectiva, correspondiente al

conjunto de datos (S+B), para luego comparar con el conjunto de datos co-

rrespondiente únicamente al background del Modelo Estándar (B).

Como mencionamos antes, para la señal ambos muones son producto del

decaimiento del neutrino N , por ende podemos esperar que su separación an-

gular refleje una dependencia en la masa mN . Cabe aclarar que el argumen-

to presentado en la sección anterior respecto a la separación angular de las

part́ıculas finales según la masa del N está incompleto, ya que incluso para

masas mN grandes, el neutrino N puede ser producido con una velocidad alta

(y viceversa), simplemente es menos probable, pero no imposible. Es por esto

que resulta interesante analizar los resultados en función de la enerǵıa de los

muones finales, Eµµ = E(µ+ + µ−), ya que esta cantidad refleja la enerǵıa con

la que se produce el N .

En la figura 4.4a vemos el histograma de la separación angular ∆R =√
∆η2 + ∆φ21 entre los muones finales en función de Eµµ para distintos valores

de mN para la señal generada con α = 0.2. Como es de esperarse, cuando los

1En el caso de los colisionadores leptónicos, el uso del observable ∆R no es imprescindi-
ble, ya que el referencial del laboratorio y el del centro de masas son el mismo y por ende no
es necesario utilizar un observable invariante de Lorentz, podŕıamos directamente calcular
la diferencia angular entre los momentos. Sin embargo en f́ısica de colisionadores, el ∆R
es ampliamente utilizado ya que para los colisionadores electrón-protón y protón-protón śı
es necesario trabajar con observables invariantes ante boosts, como veremos en el próxi-
mo caṕıtulo. Para evitar confusiones, en este caṕıtulo también trabajamos con ∆R, ya que
cualitativamente refleja lo que necesitamos.
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Figura 4.4: Distribuciones de ∆Rµµ (promediado en cada bin) (a) y AFBµµ (b) en
función de Eµµ, solo señal (S) y sin cortes aplicados.

muones producidos son muy energéticos, es decir que vienen de un N con

momento alto, estos son producidos de forma más colineal (∆Rµµ pequeño),

mientras que cuando son poco energéticos, su separación angular comienza a

crecer. Sin embargo, vemos que para la masa del N más baja (mN = 50 GeV),

los muones finales son producidos siempre en la misma dirección, mientras que

para las masas más grandes (mN = 100 y 150 GeV) se da el comportamiento

explicado anteriormente.

Para cuantificar de forma más precisa la colinearidad de los muones, cal-

culamos la aśımetŕıa forward-backward AFBµµ entre estos y la graficamos en la

figura 4.4b. Como mencionamos anteriormente, a medida que la masa mN de-

crece, los muones son producidos más colinealmente, como vemos en particular

para mN = 50 GeV, para la cual AFBµµ = 1. Para mN = 100 y 150 GeV vemos

que a medida que Eµµ decrece, AFBµµ se aleja de 1, como consecuencia de muo-

nes cada vez menos colineales, dando incluso valores negativos para mN = 150

GeV.

Con esta intuición adquirida luego del análisis de la señal, veamos los resul-

tados y el análisis realizado para los conjuntos de datos generados con procesos

de señal y background (S+B, generados en conjunto y por ende con interferen-

cias), comparando con el background correspondiente a los procesos permitidos

únicamente por el Modelo Estándar.

Antes de esto, es importante establecer los cortes de pre-selección. Los

primeros cortes implementados consisten en seleccionar los eventos con al me-

nos un muón y un anti-muón en el estado final y seleccionar los eventos con
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MET > 25 GeV, este último garantiza que haya neutrinos en el estado final, ya

que selecciona eventos con un mı́nimo de enerǵıa perdida (que principalmente

corresponde a los neutrinos).

Para el análisis, luego de realizar los cortes de selección, realizamos un

corte más, que consiste en seleccionar los eventos con Eµµ < 240 GeV. Esto

se debe a que en la curva de background de la figura 4.5 observamos un pico

en Eµµ ≈ 250 GeV correspondiente a la configuración final más simétrica

en la que cada bosón W es producido con una enerǵıa de 250 GeV y los

productos de sus decaimientos son producidos con 125 GeV cada uno, dando

una enerǵıa Eµµ ≈ 250 GeV. Además podemos ver que no hay eventos de señal

por encima de esa enerǵıa ya que para la señal ambos muones son producidos

por el decaimiento del N producido en el vértice principal con una enerǵıa de

250 GeV.
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e+e- → ν μ- μ+ ν
α = 0.2, signal only

mN = 150 GeV
mN = 100 GeV
mN = 50 GeV
SM/10

Figura 4.5: Histograma de los números de eventos en función de Eµµ para α = 0.2,
Λ = 1TeV,

√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1.

Este último corte nos permite descartar gran parte del background y res-

tringirnos a la región del espacio de fases en la cual la separación entre la señal

y el background seŕıa máxima. El impacto de estos cortes en los números de

eventos de las señales y el background pueden observarse en la tabla 4.1. En

la misma vemos que al implementar los cortes, nos quedamos todav́ıa con un

94 %, 92 % y 81 % de los eventos generados por las señales de mN = 50, 100
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α = 0.2 mN = 50 GeV mN = 100 GeV mN = 150 GeV SM

Cortes: S S+B S S+B S S+B B

Muons 544 33545 1659 34612 901 33860 33060

MET 539(99%) 27098 1617(97%) 28035 884(98%) 27296 26543(80%)

Eµµ 511(94%) 7085 1524(92%) 8070 734(81%) 7351 6771(20%)

S/
√

(S +B) 6.1 16.9 8.6

Tabla 4.1: e+e− → νµ−µ+ν (Canal-leptónico). Numero de eventos para señal (S),
señal con background (S+B, generado con interferencia) y background (B), para
α = 0.2, Λ = 1TeV,

√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1. Corte de muones: un muon y

un anti-muon en el estado final. Corte en MET : seleccionamos eventos con MET >
25 GeV. Corte en Eµµ: seleccionamos eventos con Eµµ < 240 GeV (ver Fig.4.5).
Significancia de la señal: S/

√
(S +B) para experimento de conteo de eventos.

y 150 GeV respectivamente, mientras que sólo nos estamos quedando con el

20 % de los eventos del background.

Por último, para realizar una comparación cuantitativa entre los conjuntos

de eventos S+B y B, utilizamos un test ∆χ2 para aśı calcular la separación

estad́ıstica entre los histogramas de las asimetŕıas luego de aplicados todos los

cortes. Para esto, construimos la función ∆χ2 de la siguiente manera:

∆χ2 =
∑
Ei

(
AS+B
µµ (Ei,mN , α)− ABµµ(Ei)

)2(
(∆AS+B

µµ )2 + (∆ABµµ)2
) , (4.2)

donde Ei = Eµµ, la enerǵıa de los dos muones en función de la cual graficamos

las distribuciones en las figuras 4.4. Para esto utilizamos la suma al cuadrado

del error en el número de eventos de ambas asimetŕıas (S+B y B) en cada bin

de Eµµ sumado. Estos errores son estimados considerando que los números de

eventos siguen una distribución de Poisson.

En la figura 4.6 podemos ver el histograma de las asimetŕıas en función

de Eµµ para las masas de mN = 50, 100 y 150 GeV y con α = 0.2. En las

mismas aparecen las barras de error calculadas como se explicó anteriormente,

las cuales nos permitieron calcular la separación estad́ıstica entre las curvas de

S+B y B. Como observamos en la figura, para el conjunto de datos de señal

con mN = 50 GeV no hay una separación estad́ıstica apreciable, mientras que

para mN = 100 GeV se obtiene una separación de 12.23σ y para mN = 150

GeV una separación de 7.13σ.
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Figura 4.6: Asimetŕıa entre los muones finales AFBµµ en función de Eµµ para α = 0.2,
Λ = 1TeV,

√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1.

Canal Semi-Leptónico e+e− → νµ−jj

Para el canal semi-leptónico, el razonamiento es completamente análogo al

caso puramente leptónico, pero los cortes son distintos, ya que los criterios para

separar los conjuntos de eventos S+B y B deben modificarse al tener distintas

part́ıculas en el estado final. En este caso, las part́ıculas finales son un neutrino

liviano, un muón y dos jets. Como comentamos en secciones anteriores, en el

caso de la señal (es decir el proceso e+e− → νN → νµ−jj), tanto el muón como

los jets provienen del decaimiento del neutrino N , mientras que, al igual que en

el caso leptónico, el background del Modelo Estándar consiste principalmente

de eventos en los cuales el muón y los jets son producidos por los decaimientos

de dos bosones W− y W+ respectivamente, como vimos en la figura 4.2b.

Además, podemos ver que lo realmente detectable en este estado final son el

muón y los jets, por lo tanto nuestro análisis va a utilizar la separación angular

entre, justamente, el muón y el jet más energético. Nuevamente, esperamos

que la presencia del N y el valor de su masa mN tengan algún impacto en la

separación angular entre el muón y los jets.

Como en el canal leptónico, comenzamos estudiando sólo la señal, en la

que generamos los procesos explicitando la producción y el decaimiento del N .

En la figura 4.7a podemos ver cómo la separación angular entre el muón y el
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Figura 4.7: Distribuciones de ∆Rjµ (promediado en cada bin) (a) y AFBjµ (b) en
función de Eµ− , solo señal (S) y sin cortes. En ambos casos el jet es el más energético

jet más energético crece a medida que la masa mN aumenta, sin embargo, la

dependencia en la enerǵıa del muón Eµ− , como un reflejo de la dependencia

en el boost del N , no es tan evidente como para el caso leptónico. A pesar

de esto, en la figura 4.7b śı podemos ver que, para las masas de mN = 50

y 100 GeV la asimetŕıa AFBjµ depende de Eµ− como lo esperaŕıamos, es decir

que a medida que el muón final es producido con más enerǵıa (y por ende

viene de un neutrino con momento mayor), menor es la separación angular

entre el muón y el jet, por ende AFBjµ se acerca a 1. Este comportamiento no

se ve reflejado por los datos de mN = 150 GeV. Podemos suponer que esto se

debe a que, a diferencia del caso leptónico, al crecer la masa de N , los nuevos

canales de decaimiento (ver figura 4.1b) comienzan a pesar más, dando lugar

a comportamientos menos intuitivos. Aún aśı, en los rangos de enerǵıas que

estamos observando, la asimetŕıa AFBjµ cambia con mN de la forma esperada.

Para el background, por lo explicado anteriormente, podemos esperar que si

la enerǵıa del muón es mayor, el momento del bosón W que lo produce también

sea mayor, lo que vale para ambos bosones, ya que siempre salen back-to-back

(en direcciones opuestas). Por ende, podemos esperar que para el background

la asimetŕıa AFBjµ tienda a −1 al crecer Eµ− . Este efecto es más importante en

este canal que en el leptónico, ya que al tratarse de un leptón y un jet, si sólo

consideramos los vértices permitidos por el SM, estos siempre son producidos

por decaimientos de part́ıculas distintas, mientras que para los dos muones del

caso leptónico, existen vértices con bosones Z, Higgs o fotones que, aunque

menos probables, pueden producir el par µ−µ+.
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Figura 4.8: Histogramas del número de eventos en función de MT-MET(µ) con
α = 0.2, Λ = 1TeV,

√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1.

Veamos entonces los cortes de pre-selección y de análisis implementados

para aislar la señal y descartar la mayor cantidad posible de background. Los

cortes de pre-selección nuevamente seleccionan eventos con un muón en el es-

tado final y eventos con MET > 25 GeV, para intentar asegurarnos de tener el

estado final correcto. Para el análisis, un corte que resultó útil, surgió estudian-

do la masa transversal del sistema muón-neutrino (con el neutrino detectado

a través de la enerǵıa perdida). Para ello utilizamos el observable definido en

la sección 3.2 MT-MET(µ)=

√
2pµTp

miss
T [1− cos(∆φ( ~pµT ,

~pmissT )]. Observamos

que, como muestra la figura 4.8, para los procesos del background hay un pico

en MT-MET ≈ 85 GeV, el cual refleja que en la mayoŕıa de los eventos del

background, el muón y el neutrino vienen de un bosón W− (mW ≈ 80.4 GeV).

Habiendo constatado esto último, realizamos un último corte seleccionando los

eventos con MT-MET(µ) > 85 GeV.

En la tabla 4.2 podemos observar el impacto de los cortes en los números

de eventos, vemos que luego de aplicados los tres cortes, conservamos entre

72 % y 85 % de las distintas señales, mientras que solo conservamos un 9 % de

los eventos de background.

Una vez implementados los cortes, repetimos el estudio estad́ıstico utili-

zando nuevamente el test ∆χ2 con la asimetŕıa AFBjµ , ahora entre el jet más
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α = 0.2 mN = 50 GeV mN = 100 GeV mN = 150 GeV SM

Cortes: S S+B S S+B S S+B B

Muon 223 134944 2027 136584 2062 136799 135086

MET 223(100 %) 96046 2005(99 %) 97615 2048(99 %) 98189 96036(71 %)

MT-MET (µ) 161(72 %) 12140 1627(80 %) 13779 1755(85 %) 14058 12051(9 %)

S/
√

(S +B) 1.46 13.86 14.8

Tabla 4.2: e+e− → νµ−jj (Canal semi-leptónico). Numero de eventos para señal
(S), señal con background (S+B, generado con interferencia) y background (B), para
α = 0.2, Λ = 1TeV,

√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1. Corte de Muones: un muon en

el estado final. Corte en MET : seleccionamos eventos con MET > 25 GeV. Corte
en MT-MET: seleccionamos eventos con MT-MET (µ) > 85 GeV (ver Fig 4.8).
Significancia de la señal: S/

√
(S +B) para experimento de conteo de eventos.

energético y el muón, de la misma manera que hicimos para el canal leptónico.

Aśı cuantificamos la separación entre las curvas de la asimetŕıa para las señales

con background (S+B) y el background (B).
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Figura 4.9: Asimetŕıa AFBjµ entre el jet más energético y el muón finales en función

de Eµ para α = 0.2, Λ = 1TeV,
√
s = 500 GeV y L = 500 fb−1.

En la figura 4.9 podemos ver los histogramas de las asimetŕıas AFBjµ , con

las barras de error, en función de Eµ para las masas de mN = 50, 100 y 150

GeV y con α = 0.2. Nuevamente, constatamos que para mN = 50 GeV no hay

una separación estad́ıstica apreciable, mientras que para mN = 100 GeV se da

una separación de 6.90σ y para mN = 150 GeV una separación de 12.64σ.
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4.3. Algunas conclusiones

En este caṕıtulo estudiamos posibles producciones de neutrinos de Majora-

na pesados en colisionadores electrón-positrón. Para ello analizamos el proceso

e+e− → Nν, seguido por un decaimiento puramente leptónico N → µ−µ+ν y

semi-leptónico N → µ−jj, para masas del N de 50, 100 y 150 GeV.

Realizamos simulaciones Monte-Carlo con MadGraph5 utilizando los

parámetros del futuro ILC en la enerǵıa
√
s = 500 GeV, la luminosidad in-

tegrada L = 500 fb−1 y en la simulación del detector a través del software

Delphes 3.5.0. Implementamos nuestro análisis con MadAnalysis5, el cual

nos permitió utilizar las asimetŕıas para identificar diferencias entre la señal

con background y el background del Modelo Estándar utilizando las asimetŕıas

forward-backward entre las part́ıculas finales.

Para el canal leptónico, observamos dichas diferencias con una sensibilidad

de hasta 12σ para mN = 100 GeV, con α = 0.2 y escala de nueva f́ısica Λ = 1

TeV. Para el caso semi-leptónico encontramos la mayor separación para la

masa de mN = 150 GeV, nuevamente con una sensibilidad cercana a 12σ.

Si bien estos resultados son interesantes por el uso de las asimetŕıas co-

mo observables en el análisis, los rangos de masas mN y de los valores de los

coeficientes α estudiados son bastante acotados. Aún aśı muestran que el co-

lisionador ILC permitiŕıa estudiar la existencia de neutrinos de Majorana a

través de la búsqueda de procesos como los presentados, ya que encontramos

que la νSMEFT de dimensión d = 6 predice que, para estos valores de mN

y α, el neutrino N se podŕıa descubrir aplicando nuestro análisis a los datos,

ya que obtuvimos separaciones mayores a 5σ. También, en caso de observar

resultados compatibles con el background del Modelo Estándar, se podŕıan

acotar los valores posibles de los parámetros de las masas y de los coeficientes

efectivos α.
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Caṕıtulo 5

Estudio de la sensibilidad de

colisionadores electrón-protón a

las interacciones efectivas de

neutrinos de Majorana

En este caṕıtulo presentaremos los resultados de nuestras simulaciones en

colisionadores del tipo electrón-protón. El objetivo fue estudiar procesos que

permitan descubrir o restringir las interacciones efectivas de los neutrinos pe-

sados N . Para ello realizamos simulaciones variando la masa de los neutrinos

N y los coeficientes αJ de los operadores de dimensión d = 6, los parámetros

del Lagrangiano efectivo, con el fin de ver cómo sus distintos valores afectan a

nuestros resultados.

Este tipo de colisionadores permiten acceder a un nuevo espectro de pro-

cesos que permitiŕıan complementar los descubrimientos que se han hecho en

colisionadores leptónicos y hadrónicos hasta la fecha. En particular, se puede

ver que la producción de neutrinos de Majorana pesados en colisionadores del

tipo electrón-protón ha sido estudiada en diversos art́ıculos [59, 65, 72-81].

Para las simulaciones de este caṕıtulo utilizamos los parámetros correspon-

dientes al colisionador futuro LHeC, a ser implementado como una evolución

del LHC en el CERN [37-39]. Esto corresponde a enerǵıas de 60 GeV para los

electrones y 7 TeV para los protones, dando una enerǵıa en el centro de masa

de
√
s ≈ 1.3 TeV y una luminosidad integrada de L = 100fb−1 por año de ac-

tividad. Realizamos las simulaciones a nivel partónico con MadGraph aMC@NLO
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3.4.1, para la simulación de la hadronización de los quarks utilizamos Pythia

6, ya que es la única versión compatible con colisionadores electrón-protón,

y por último hicimos la simulación de la detección en el LHeC con Delphes

3.5.0.

Para analizar los datos, en una primera instancia seguimos los pasos del

caṕıtulo anterior, pero al encontrar dificultades con el uso de las asimetŕıas

forward-backward, decidimos implementar otro tipo de análisis que está siendo

cada vez más utilizado en f́ısica de colisionadores y análisis de datos para

diversas aplicaciones: los métodos de Machine Learning. Para ello utilizamos

el paquete de TMVA (Toolkit for Multivariate Data Analysis) de Root [54]

aplicando un algoritmo de BDT (Boosted Decision Tree) para optimizar la

separación de las señales y los backgrounds.

Los resultados de este caṕıtulo se encuentran en el art́ıculo [82].

5.1. Procesos estudiados

Para la producción de neutrinos pesados en colisionadores electrón-protón,

consideramos el proceso pe− → N j con el neutrino N decayendo de dos formas

distintas que se pueden observar en la figura 5.1. Por un lado, estudiamos el

decaimientoN → µ−jj, un proceso que viola la conservación del sabor leptónico

por tener un electrón en el estado inicial y un muón en el estado final. Por otro

lado, estudiamos el decaimiento N → µ+jj, el cual viola la conservación del

número leptónico en dos unidades, ya que tiene nuevamente un electrón en el

estado inicial, pero ahora un anti-muón en el estado final. Tanto el sabor como

el número leptónico son cantidades conservadas en el Modelo Estándar, sin

embargo, gracias al descubrimiento de las oscilaciones de neutrinos, sabemos

que el sabor leptónico no se conserva, además, si los neutrinos masivos fueran

de Majorana, el número leptónico tampoco se conservaŕıa. Es por esto que

los procesos estudiados en este caṕıtulo son de gran interés en la búsqueda

de nueva f́ısica y ayudaŕıan a comprender mejor el origen de la masa de los

neutrinos. En particular nosotros los utilizamos para acotar los coeficientes αJ

de las interacciones efectivas para distintas masas del neutrino pesado N .

Estudiemos los principales operadores del Lagrangiano efectivo que domi-

nan las interacciones de estos procesos. En este caso, tanto en la producción

del neutrino N en el vértice I, como en su decaimiento en el vértice II de la

figura 5.1, las contribuciones son de los operadores escalares y vectoriales de
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Figura 5.1: Producción de N y decaimiento en canales con tres jets y un muón (vio-
lación de conservación de sabor leptónico) o anti-muón (violación de la conservación
número leptónico).

cuatro fermiones, O(i,j)
QuNL, O(i,j)

LNQd y O(i,j)
QNLd y O(i,j)

duNl respectivamente y del ope-

rador vectorial bosónico O(i)
Nlφ (con los ı́ndices correspondientes según el sabor

del leptón del vértice). Nuevamente, las contribuciones de algunos operadores

están restringidas por las cotas correspondientes al decaimiento doble beta sin

neutrinos, que aún no ha sido observado.

Si también queremos estudiar los procesos con las mismas part́ıculas ini-

ciales y finales, pero generados por el Modelo Estándar para comparar las

predicciones de ambos modelos, nos encontramos con una situación interesan-

te ya que dichos procesos no existen. Como mencionamos anteriormente, los

procesos que estamos analizando violan la conservación del sabor leptónico

(pe− → µ−+ 3j) y la del número leptónico (pe− → µ+ + 3j), pero en el Modelo

Estándar estas cantidades se conservan. Sin embargo, esto no significa que no

haya procesos que se puedan confundir con los mencionados. Efectivamente,

existen procesos con estados finales indistinguibles experimentalmente de los

procesos de señal. Para que esto suceda en el Modelo Estándar, tiene que tra-

tarse de procesos con part́ıculas adicionales en el estado final que aseguren

la conservación del número y del sabor leptónico. Estos procesos podŕıan ser

confundidos con la señal buscada en el caso de que algunas de estas part́ıculas

no sean detectadas por errores en los detectores o simplemente por limitacio-

nes técnicas. Recordemos que las part́ıculas que escapan en la dirección de

los haces incidentes no son detectables y lo mismo sucede con los neutrinos,
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Etiqueta Proceso σ(LHeC)[Pb]

B1 p e− → je−(V V )→ je−(jjµ+µ−) 1, 054× 10−4

B2 p e− → je−(V V )→ je−(jjµ−νµ) 1, 801× 10−3

B3 p e− → jνe(V V )→ jνe(jjµ
+µ−) 7, 155× 10−5

B4 p e− → jνe(V V )→ jνe(jjµ
−νµ) 5, 716× 10−4

B5 p e− → je−(V V )→ je−(jjµ+νµ) 1, 879× 10−3

B6 p e− → jνe(V V )→ jνe(jjµ
+νµ) 2, 776× 10−4

Tabla 5.1: Procesos de Background de p e− → µ∓+3j. V corresponde a los bosones
vectoriales Z y W±

independientemente de su dirección de vuelo. Estos factores son incorporados

en las simulaciones de los detectores del software Delphes.

Con esto en mente y siguiendo el trabajo realizado en [73], que realiza un

estudio similar, generamos los backgrounds dominantes considerando los proce-

sos de la tabla 5.1. Uno de los principales desaf́ıos de este trabajo es justamente

el desarrollo de un análisis para separar las señales de estos backgrounds de

manera estad́ısticamente significativa.

Los procesos de background que llamamos B1, B2 y B5 surgen de la pro-

ducción de dos bosones vectoriales Z y W± junto con un electrón y un jet en el

vértice principal, seguido por el decaimiento de los bosones a un par de jets y

un muón con un anti-muón o un muón/anti-muón con un neutrino liviano. Si

bien estos procesos tienen electrones en los estados finales, esto también puede

suceder en las señales debido a procesos de radiación, por lo tanto, pueden

confundirse con las señales y deben ser tenidos en cuenta. Los otros proce-

sos considerados como background, son los que llamamos B3, B4 y B6, que

también consisten en la producción de dos bosones vectoriales Z y W± en el

vértice principal, pero esta vez son producidos junto con un jet y un neutrino

liviano. En estos casos, si el boson W± decae leptónicamente, obtenemos es-

tados finales idénticos a los de las señales, ya que los neutrinos escapan sin ser

detectados.

Introducidos estos nuevos procesos, podŕıa resultar natural agregar los mis-

mos procesos pero con neutrinos masivos N en lugar de los neutrinos livianos

ya que, por la explicación anterior, si estos escaparan antes de decaer, daŕıan

lugar a los mismos estados finales. Sin embargo, no consideramos estos proce-

sos ya que, para los rangos de masas mN en los que estamos trabajando, el

neutrino pesado decae rápidamente, dando lugar a estados finales distintos a
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los de la señal.

Introducidos los procesos de las señales y de los backgrounds, procedemos a

detallar los cortes de generación de los eventos Monte Carlo en MadGraph. Para

ambas señales y para los backgrounds, rechazamos los eventos con momento

transversal de los jets tales que pj
T < 5 GeV y para los leptones p`T < 2 GeV,

seleccionamos las pseudorapidities |ηj| < 4.5 y |η`| < 4.5 y seleccionamos, para

las separaciones angulares de jets y leptones, ∆Rjj,``,lj > 0.4. Tomamos estos

cortes siguiendo nuevamente el trabajo realizado en [73] y, como especificamos

en el caṕıtulo anterior, los mismos buscan asegurar la correcta identificación

de las part́ıculas provenientes del proceso principal y la identificación y separa-

ción de jets independientes. También aseguran que se generen únicamente los

eventos en los cuales las part́ıculas no se escapan en la dirección de los haces

incidentes.

Una vez determinados los procesos a estudiar y los cortes de genera-

ción, procedemos a simular las colisiones para distintos valores de mN y de

los coeficientes αJ . Al igual que en el caṕıtulo anterior, igualamos todos

los coeficientes de las interacciones efectivas a un parámetro α el cual fui-

mos variando, con excepción de los coeficientes de los operadores que con-

tribuyen al decaimiento doble-beta sin neutrinos, para los cuales utilizamos

α0νββ = 3.2× 10−2
(

mN
100GeV

)1/2
.

Para cada proceso generamos 100.000 eventos de Monte Carlo y utilizamos

una luminosidad integrada de L = 100fb−1 y enerǵıas de 60 GeV para los

electrones y 7 TeV para los protones, dando una enerǵıa en el centro de masa

de
√
s ≈ 1.3 TeV. Todos los procesos son generados a nivel árbol.

En las figuras 5.2a y 5.2b podemos ver las secciones eficaces en función

de mN para α = 0.1, 0.2 y 0.3 para los procesos pe− → µ− + 3j (izquierda) y

pe− → µ+ +3j (derecha). En ambas figuras se pueden ver también las secciones

eficaces de los seis procesos de background.

Al igual que para nuestro estudio en colisionadores leptónicos, podemos ver

que las secciones eficaces de las señales tienen un pico en un valor cercano a

mN = 100 GeV, esto nuevamente está asociado a que a partir de mN = mW ≈
80.4 GeV, se abren los canales de decaimiento de N a bosones W±. Estos

efectos crecen con mN hasta mN ≈ 125 GeV, ya que en este valor se abre el

canal de decaimiento del neutrino pesado a Higgs y neutrino liviano, N → hν,

que no contribuye a ninguno de los procesos de las señales. Naturalmente, las

secciones eficaces crecen con α.
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Figura 5.2: Secciones eficaces de los procesos pe− → µ− + 3j (izquierda) y pe− →
µ+ + 3j (derecha) en función de mN para distintos valores de los coeficientes α.

Cinemática de las señales

Para familiarizarnos con la f́ısica de los procesos de la señal, ahora estudia-

remos su cinemática, es decir el comportamiento de las part́ıculas producidas

en los estados finales. Para esto realizamos los histogramas de algunos de los

observables definidos en la sección 3.2 de las part́ıculas producidas en las co-

lisiones. Si trabajamos con los resultados de la simulación a nivel partónico,

es decir previo a simular la hadronización y la detección, podemos estudiar

la cinemática del N antes de que este decaiga. Esto nos da una noción del

comportamiento que van a tener sus part́ıculas hijas, común a los dos procesos

de señal considerados.

En las figuras 5.3, podemos ver los histogramas de: la velocidad |~βN | =

|~vN |/c del neutrino N , su factor de Lorentz γN , su pseudo-rapidity ηN , la del

jet más energético ηj, la separación con la que se producen el neutrino N y el

jet ∆R(N, j) y la enerǵıa con la que se produce el neutrino EN . Todas estas

cantidades están calculadas en el referencial del laboratorio.

Como explicamos en el caṕıtulo anterior, cuanto menor sea la masa del N ,

mayor es la parte de la enerǵıa de la colisión que se convierte en enerǵıa cinéti-

ca, y por lo tanto el N es producido con mayor velocidad. Esto se confirma en

las figuras 5.3a y 5.3b, donde vemos cómo los neutrinos N alcanzan mayores
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(a) (b)

(c) (d)

(e) (f)

Figura 5.3: Caracterización cinemática del proceso p e− → N j a nivel partónico
en el LHeC. Común a ambas señales.
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velocidades en las curvas correspondientes a mN menores. Si observamos estas

figuras en detalle también podemos ver un resultado curioso, y es que las velo-

cidades más bajas que se observan para los neutrinos N también corresponden

a las curvas de masas mN menores. Para entender este comportamiento, es

necesario pararnos en el referencial del centro de masas de la colisión. En di-

cho referencial, la mı́nima enerǵıa con la que se puede producir el N es la de

su masa en reposo. Sin embargo, debido a la gran asimetŕıa de las enerǵıas

de los haces incidentes de protones y electrones (Ep y Ee), el centro de masas

de la colisión siempre se encuentra en movimiento respecto al laboratorio, lo

que genera que, para el referencial del laboratorio, el neutrino siempre tenga

una velocidad mı́nima, correspondiente a la velocidad relativa entre el centro

de masas y el laboratorio. Esta velocidad mı́nima también depende de mN , ya

que el momento del centro de masas depende de la fracción de la enerǵıa del

protón incidente que lleve el quark que efectivamente interactúa con el electrón,

esta fracción se conoce como la variable de Björken x [7]. Para cada masa del

N , existe un valor mı́nimo de esta variable que permite que el proceso tenga

lugar, asegurando que la enerǵıa inicial sea suficiente para producirlo. Para la

enerǵıa del centro de masas
√
S =

√
4EpEe, obtenemos el valor mı́nimo de la

variable de Björken: xmin = m2
N/4EpEe. Esto nos permite entonces calcular la

velocidad mı́nima con la que se producen los N , correspondiente a la velocidad

del centro de masas:

βUmbral =
m2
N − 4E2

e

m2
N + 4E2

e

,

De esta expresión podemos ver que, si mN toma valores grandes y el mı́nimo

de la variable de Björken para que se dé el proceso crece, el boost del referencial

del centro de masas también crece, lo que resulta en una mayor velocidad

mı́nima del N . Sin embargo, para mN ≤ 2Ee = 120 GeV se tiene βUmbral ≤ 0.

Esto significa que por debajo de esa masa, el N es suficientemente liviano

como para poder ser producido con la velocidad necesaria para compensar

la velocidad del centro de masas. Este comportamiento se puede ver en las

distribuciones para la curva de mN = 100 GeV en las figuras 5.3a y 5.3b.

Si ahora observamos las distribuciones de ηN y ηj, efectivamente podemos

ver que las part́ıculas finales suelen producirse con η > 0, es decir hacia z > 0,

que corresponde a la dirección de vuelo del protón incidente. Para los neutri-

nos más livianos y los jets, estas distribuciones tienden a centrarse más, en
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particular vemos que para mN = 100 GeV, ηN toma valores negativos en un

número no despreciable de eventos. Como dijimos antes, esto se corresponde

con una producción en dirección opuesta al boost del centro de masas. Este

efecto se da también para los jets, ya que los quarks tienen masas aún menores.

La figura 5.3e, muestra el histograma de ∆R(N, j), el cual da una des-

cripción de la separación angular entre el neutrino N y el jet más energético,

ambos provenientes del vértice I. El pico de eventos en ∆R(N, j) ≈ π se expli-

ca por el momento del centro de masas. En este referencial, ambas part́ıculas

son producidas en direcciones opuestas -back to back-, esto da una separación

de ∆φ ≈ π, mientras que la velocidad relativa del centro de masas genera una

separación ∆η ≈ 0. Si las part́ıculas son producidas con mayor velocidad, pue-

den compensar parcialmente los efectos del boost, haciendo crecer el número

de eventos con ∆R(N, j) > π.

Finalmente, en la figura 5.3f, vemos las enerǵıas con las que se producen

los neutrinos N . Estas enerǵıas son siempre mayores o iguales a la enerǵıa en

reposo de la masa del neutrino pesado, lo cual explica los saltos discretos en

los números de eventos para cada masa del N . Salvo para mN = 100 GeV,

el valor en el que se dan estos saltos siempre está por encima del valor de la

masa y esta diferencia crece con mN . Esto nuevamente se debe al boost del

referencial solidario al centro de masas, ya que la menor enerǵıa que puede

tener el neutrino pesado, se da cuando este es producido en reposo en el centro

de masas, en cuyo caso la enerǵıa es :

Emin = γminmc
2, (5.1)

con

γmin =
1√

1− β2
Umbral

. (5.2)

Como explicamos anteriormente, el único caso de nuestras simulaciones en el

que la velocidad del N puede compensar el efecto del boost, es para mN = 100

GeV, es por esto que es la única curva en la que EMin
N = mN .

Pasamos entonces a la siguiente sección, en la que presentaremos los resul-

tados de las simulaciones y su análisis.
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5.2. Resultados

Para estudiar los procesos pe− → µ∓+3j decidimos hacer un barrido de los

parámetros más exhaustivo que el del caṕıtulo anterior. Realizamos entonces

las simulaciones de las señales para mN = 100, 125, 150, 200, 300 y 500 GeV

y α = 0.10, 0.15, 0.20, 0.25 y 0.30 y de los seis procesos de background de la

tabla 5.1. Para cada simulación se generaron 100.000 eventos Monte Carlo con

los cortes de generación especificados anteriormente. Una vez generados los

eventos a nivel partónico y simuladas la hadronización y la detección final,

aplicamos los cortes de pre-selección. El primero fue en la enerǵıa transversal

total y consistió en seleccionar los eventos con TET < 900 GeV, de esta manera

nos aseguramos de estar en el rango de enerǵıas válido para el Lagrangiano

efectivo. Recordemos que la escala de enerǵıas utilizada es Λ = 1 TeV y la

enerǵıa del centro de masa en el LHeC se estima ≈ 1.3 TeV. El otro corte

implementado en esta etapa consistió en seleccionar los eventos con al menos

un muón final para el proceso pe− → µ− + 3j, o con al menos un anti-muón

final para el proceso pe− → µ+ + 3j y con al menos tres jets en el estado

final para ambos procesos. Estos cortes garantizan que los estados finales de

las señales y de los backgrounds sean los buscados. Una vez aplicados estos

cortes, el número de eventos Monte Carlo de background es de 3.7×105 eventos

para el proceso de violación de sabor leptónico y de 3.6× 105 eventos para el

proceso de violación de número leptónico. Para los conjuntos de datos de señal

los cortes conservan más del 90 % de los eventos.

Pasando al análisis de estos datos, en una primera instancia, intentamos

reproducir el análisis realizado en el caṕıtulo 4 para colisionadores leptóni-

cos, utilizando nuevamente las asimetŕıas forward-backward pero construidas

con el invariante de Lorentz ∆R (debido a la velocidad relativa del centro de

masas). Esto, sin embargo, no nos permitió observar una diferencia estadisti-

camente significativa entre los resultados de los eventos de señal y los de los

backgrounds, lo cual nos llevó a buscar un análisis más efectivo: el análisis

multivariado.

El análisis multivariado consiste en entrenar un algoritmo que permita

determinar la región del espacio de fases en la que dos conjuntos de datos

tienen mayor diferencia. Una vez realizadas las simulaciónes del experimento

a nivel partónico, la hadronización de los quarks finales y la detección en el

LHeC, le damos por separado los conjuntos de datos con eventos de señal
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y de background al paquete TMVA de Root junto a la lista de observables a

utilizar para el análisis. De esta manera, un algoritmo BDT (Boosted Decision

Tree) determina la forma óptima de cortar en el espacio de fases para separar

los eventos de cada conjunto. El poder de clasificación del BDT está en el

hecho de que tanto la señal como los backgrounds tienen correlaciones entre

los observables, caracteŕısticas de los procesos, pero distintas entre śı. Al darle

los conjuntos de eventos de señal y de background y los observables a utilizar,

el algoritmo de entrenamiento tiene la capacidad de encontrar las regiones del

espacio de fases en las que la mayoŕıa de los eventos corresponden a uno de los

conjuntos de datos. De esta manera, construye una variable con los observables

de entrada en la que al realizar un corte se separan los eventos de señal de los

de background de forma óptima.

Para nuestro análisis, utilizando el BDT realizamos un entrenamiento in-

dependiente para cada punto del espacio de parámetros (mN , α). Cada en-

trenamiento fue realizado con ≈ 3 × 104 eventos Monte Carlo de señal y de

background, seleccionados aleatoriamente del conjunto de eventos de entrena-

miento. Estos eventos fueron generados de forma independiente a los eventos

para analizar, pero utilizando los mismos cortes.

Los observables que utilizamos fueron los momentos transversales pT y las

pseudo-rapidities η de los jets finales, del muón (o anti-muón) final y de la

enerǵıa perdida �
�ET . También utilizamos las masas invariantes de cada par de

jets M(ji, jk) y de cada par de jets junto al muón (o anti-muón) M(ji, jk, µ
∓).

En las figuras 5.4 y 5.5 vemos algunos de los histogramas de los observables

dados como entrada para el algoritmo de entrenamiento. Las señales mostradas

corresponden al proceso de violación de número leptónico (pe− → µ+3j) para

las masas de 100 GeV y 500 GeV respectivamente y α = 0.2.

En las figuras de las masas invariantes de 5.4 y 5.5 encontramos un resul-

tado interesante. Previo a realizar este análisis, esperaŕıamos que el jet más

energético, identificado como j1, fuera producido siempre en el vértice principal

junto con el neutrino N . Si este fuera el caso, la masa invariante M(j2, j3, µ
∓)

siempre correspondeŕıa al valor de mN de la simulación correspondiente. Sin

embargo, observando las masas invariantes de las otras combinaciones de jets

con muón (o anti-muón), M(j1, j3, µ
∓) y M(j1, j2, µ

∓), vemos que también pue-

de suceder que el jet más energético provenga del decaimiento del neutrino N .

Esto se acentúa para la señal de mN = 500 GeV, ya que al tener una masa

mayor, las part́ıculas producto de su decaimiento tienen mayor enerǵıa. Esta
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Figura 5.4: Distribuciones de algunos de los observables utilizados para el entre-
namiento del análisis multivariado. Correspondientes a la señal de mN = 100 GeV
y α = 0.2 y a los backgrounds.

ambigüedad a la hora de identificar a los jets por su enerǵıa puede ser uno de

los principales motivos por el cual el análisis a través de las asimetŕıas no nos

permitió separar de forma efectiva los eventos de señal de los de background.

En estas figuras también vemos cómo, para algunas distribuciones, la señal

y el background tienen comportamientos apreciablemente diferentes, en parti-

cular para mN = 500 GeV. Sin embargo, esto no significa que aplicar cortes en

estos observables sea necesariamente óptimo. Efectivamente, las bajas seccio-

nes eficaces de las señales, en particular para las masas mN altas, resultan en

pocos números de eventos f́ısicos. Los bajos números de eventos implican des-

viaciones grandes por lo que impiden observar separaciones estad́ısticamente

significativas y por lo tanto no son útiles para nuestro análisis.

Una vez realizado el entrenamiento, el algoritmo nos permite calcular el

corte ideal en la variable construida por el BDT en función de los números de
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Figura 5.5: Distribuciones de algunos de los observables utilizados para el entre-
namiento del análisis multivariado. Correspondientes a la señal de mN = 500 GeV
y α = 0.2 y a los backgrounds.

eventos f́ısicos esperados para señal y background. En la figura 5.6 podemos

ver las distribuciones de la variable construida por el BDT para la señal y el

background del proceso pe− → µ+ + 3j nuevamente para mN = 100 y 500

GeV con α = 0.2, tambien podemos ver la eficiencia en función del corte en la

variable del BDT.

Finalmente, en la tabla 5.2 podemos ver los números de eventos f́ısicos ob-

tenidos una vez aplicados los cortes para cada señal. La luminosidad integrada

utilizada para calcular los números de eventos es de L = 100fb−1.

Después de realizada la clasificación de los eventos en cada uno de los

puntos seleccionados del espacio de parámetros (mN , α), podemos determinar
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Figura 5.6: Distribuciones del BDT normalizadas y eficiencias de los cortes en
muestras de señal y background para el proceso de violación de conservación del
número leptónico (pe− → µ+ + 3j) en el LHeC. Arriba: mN = 100 GeV, α = 0.2.
Para Ns = 146 y Nb = 212, el corte en BDT ≥ 0.0247 da una significancia de
Ns/
√
Ns +Nb = 11.8419. Abajo: mN = 500 GeV, α = 0.2. Para Ns = 16 y Nb =

212, el corte en BDT ≥ 0.1186 da una significancia de Ns/
√
Ns +Nb = 3.8117.

el grado de separación entre las señales y el background realizando un estudio

estad́ıstico que explicaremos a continuación.

Estudio estad́ıstico

Para el análisis estad́ıstico de estos resultados, utilizamos dos de los méto-

dos presentados en la sección 3.3. Los resultados de ambos se pueden ver en la

figura 5.7.

El primero consistió en determinar la región del espacio de parámetros en

la que el número de eventos de señal predicho por la simulación de la teoŕıa

efectiva se aleja al menos 5σ del número de eventos predicho por la simulación

del background del Modelo Estándar. Esto se calcula utilizando la fórmula

3.21:

Zσ =

√
2

[
(Ns +Nb)ln

(
1 +

Ns

Nb

)
−Ns

]
. (5.3)

Esta expresión nos permite calcular, a través del conteo de eventos seleccio-
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LFV (pe− → µ− + 3j)

mN

α
0.10 0.15 0.20 0.25 0.30

100 GeV
Ns 45.25 80.16 131.62 195.14 279.24

Nb 246.45 253.47 260.02 270.76 278.39

125 GeV
49.62 82.16 126.01 187.22 257.29

249.96 256.43 265.78 273.86 287.10

150 GeV
22.47 33.27 48.91 69.69 95.78

242.67 245.84 249.51 253.18 257.22

200 GeV
14.99 20.04 27.49 36.13 47.83

240.04 241.30 242.51 244.83 246.65

300 GeV
17.66 21.00 26.19 31.25 38.36

238.31 238.85 238.48 239.42 239.71

500 GeV
12.63 14.19 15.60 16.48 18.02

235.90 235.96 235.80 236.37 236.45

LNV (pe− → µ+ + 3j)

mN

α
0.10 0.15 0.20 0.25 0.30

100 GeV
Ns 42.81 76.61 124.76 186.90 264.87

Nb 221.89 227.43 233.80 241.06 248.65

125 GeV
49.51 81.60 127.19 187.30 261.75

224.83 230.32 236.31 243.02 250.31

150 GeV
23.00 33.90 51.66 72.06 100.07

218.59 221.46 222.89 226.87 228.41

200 GeV
15.22 20.72 28.59 37.46 49.38

217.05 217.93 218.70 220.83 222.38

300 GeV
17.87 21.53 25.61 31.22 38.77

215.53 215.74 216.52 216.76 216.79

500 GeV
12.59 13.93 15.02 16.74 18.09

213.35 213.59 213.84 213.53 213.57

Tabla 5.2: Clasificación de los números de eventos de señal y de background reali-
zada por el TMVA para el proceso de violación de conservación de sabor leptónico
(izquierda) y para el proceso de violación de conservación del número leptónico
(derecha) en el LHeC. L = 100 fb−1.

nados como de señal y de background, el número de desviaciones estándar de

separación entre los dos conjuntos de datos. Una vez hecho este cálculo para

cada punto de nuestra grilla de conjuntos de datos, interpolamos linealmente

los valores obtenidos para toda la región de 100 ≤ mN ≤ 500 y 0.1 ≤ α ≤ 0.3,

obteniendo la superficie del número de desviaciones estándar que separan a la

señal del background para estos valores de los parámetros. Hecho esto, deter-

minamos la intersección de esta superficie con el plano Z = 5 y, proyectándola

en el plano (mN , α), obtuvimos los ĺımites de 5σ para ambos procesos.

El segundo método fue el de los ĺımites de exclusión de 95 %CL, siguiendo

el método presentado brevemente en el caṕıtulo 3 de esta tesis y detallado en

el caṕıtulo de Estad́ıstica en [46] y en el Apéndice B de [45]. Este cálculo nos

permite determinar, para cada punto del espacio de parámetros, el número

máximo de eventos de señal sup consistente con asumir que la hipótesis de

nueva f́ısica es falsa y que el número total de eventos observado en el expe-

rimento coincide con el número de eventos de background predichos por el

Modelo Estándar. Luego, interpolando linealmente los números de eventos de

la simulación identificados como señal, determinamos la intersección entre esta

superficie y los sup calculados. Debido a que el valor de sup vaŕıa levemente

para cada punto (mN , α), hallamos la intersección con el mayor y con el menor

sup calculados y nuevamente proyectamos ambas intersecciones en el espacio

de parámetros (mN , α).

En resumen, las figuras 5.7 muestran, para 100 GeV ≤ mN ≤ 500 GeV y
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Figura 5.7: Ĺımites de 5σ y 95 % CL, para los procesos pe− → µ− + 3j (izquierda)
y pe− → µ+ + 3j (derecha) en el LHeC. Λ = 1 TeV.

0.1 ≤ α ≤ 0.3, la región en la que las predicciones del Lagrangiano efectivo y

del Modelo Estándar se separan más de 5σ (en celeste y rojo) y la región en la

que el número de eventos de señal predicho por el Lagrangiano efectivo supera

el número máximo de eventos de señal consistente con la hipótesis nula para

la nueva f́ısica y el número de eventos observados igual a los predichos por el

background.

5.3. Algunas conclusiones

En este caṕıtulo, estudiamos la producción de neutrinos pesados N en

colisionadores electrón-protón. Para hacerlo, realizamos simulaciones de los

procesos pe− → µ− + 3j y pe− → µ+ + 3j a través de la implementación del

Lagrangiano efectivo presentado en el caṕıtulo 2 y utilizando enerǵıa, lumino-

sidad y simulación de detector del futuro colisionador LHeC. Estos procesos

son interesantes, ya que violan la conservación del sabor leptónico y del núme-

ro leptónico respectivamente, cantidades conservadas en el Modelo Estándar.

Luego de estudiar las caracteŕısticas cinemáticas de estos procesos, analizamos

los resultados de las simulaciones utilizando un análisis multivariado con un

algoritmo BDT con el fin de determinar las regiones del espacio de paráme-

tros de la extensión efectiva νSMEFT en las cuales la separación entre señal y
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background es estad́ısticamente significativa.

Estos resultados muestran que, a través de la búsqueda de estos procesos,

el LHeC podŕıa testear las interacciones efectivas con neutrinos de Majorana

pesados, restringiendo los parámetros de la teoŕıa para los rangos mencionados.
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Caṕıtulo 6

Conclusiones

En esta tesis buscamos contribuir al conocimiento del origen de las masas

de los neutrinos a través del estudio de las consecuencias fenomenológicas de

la extensión efectiva del Modelo Estándar con un neutrino derecho. En dicho

enfoque, se agrega un neutrino derecho al Modelo Estándar y se incorporan

términos de interacción con las demás part́ıculas a través de operadores de

dimensión d = 6, suprimidos por la escala de enerǵıa de nueva f́ısica Λ. El

objetivo de esta tesis fue estudiar posibles experimentos en colisionadores de

part́ıculas, en los cuales estos nuevos términos de interacción pudieran tener

consecuencias medibles.

Para este estudio, implementamos el Lagrangiano efectivo de la teoŕıa ha-

ciendo uso del paquete FeynRules de Mathematica, permitiéndonos aśı realizar

simulaciones Monte Carlo de las colisiones con el software MadGraph aMC@NLO.

Luego, haciendo uso de los softwares Pythia y Delphes realizamos las simu-

laciones de las hadronizaciones de los quarks finales y la radiación partónica,

y de los detectores, respectivamente.

Con toda la cadena de software en funcionamiento, simulamos experimentos

de colisión de part́ıculas a altas enerǵıas que podŕıan tener lugar en colisiona-

dores de los tipos electrón-positrón y electrón-protón. Para los colisionadores

electrón-positrón utilizamos los parámetros experimentales y simulamos la de-

tección para el futuro International Linear Collider (ILC), mientras que para

los colisionadores electrón-protón utilizamos los parámetros y la simulación del

detector de Large Hadron-electron Collider (LHeC), también futuro.

En ambos casos el espacio de parámetros de la νSMEFT que consideramos

fue el de la masa mN del neutrino de Majorana pesado N , y los coeficientes
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de las interacciones efectivas αJ . Realizando nuestras simulaciones para dis-

tintos puntos del espacio de parámetros, buscamos las regiones en las cuales

las predicciones se alejen lo suficiente de las del Modelo Estándar. El rango de

masas estudiado fue 50 GeV < mN < 500 GeV y, teniendo en cuenta las cotas

actuales, tomamos valores de αJ ≤ 0.3, igualando todos los coeficientes αJ

entre śı y variándolos en simultáneo, con excepción de los coeficientes de los

operadores asociados al decaimiento doble beta sin neutrinos, para los cuales

utilizamos α0νββ(mN) = 3.2× 10−2(
mN

100 GeV
)1/2.

Para colisiones tipo electrón-positrón, estudiamos el proceso e+e− → Nν,

seguido por los decaimientos N → µ−µ+ν (leptónico) y N → µ−jj (semi-

leptónico), con una enerǵıa en el centro de masas de
√
s = 500 GeV y una

luminosidad integrada de L = 500fb−1, ambos parámetros del ILC. Simu-

lamos los procesos para valores de mN = 50, 100 y 150 GeV y α = 0.1,

0.2 y 0.3. Haciendo uso de asimetŕıas forward-backward entre las part́ıculas

finales para nuestro análisis, calculamos las separaciones entre los procesos ge-

nerados incluyendo neutrinos pesados intermediarios (Señal + Background) y

los procesos generados sin neutrinos pesados (Background). Para el proceso

e+e− → µ−µ+νν observamos la separación con una sensibilidad de 12σ para

mN = 100 GeV y 7σ para mN = 150 GeV. Para el proceso e+e− → jjµ−ν

observamos la separación con una sensibilidad de 6σ para mN = 100 GeV y

12σ para mN = 150 GeV, ambos con α = 0.2.

En el caso de los colisionadores tipo electrón-protón, estudiamos dos pro-

cesos, primero pe− → µ− + 3j, en el que se viola la conservación del sabor

leptónico y segundo pe− → µ+ + 3j, en el que se viola la conservación del

número leptónico. Como ya mencionamos, para la enerǵıa y la luminosidad

utilizamos los parámetros del LHeC, en el que
√
s ≈ 1.3 TeV y L = 100fb−1

por año de actividad. Para estos procesos realizamos un barrido más exhausti-

vo de los parámetros de la teoŕıa, simulando los procesos para mN = 100, 125,

150, 200, 300 y 500 GeV y α = 0.10, 0.15, 0.20, 0.25 y 0.30. Luego, realiza-

mos el análisis de los resultados de las simulaciones utlizando un algoritmo de

análisis multivariado, que permitió clasificar los eventos de señal y los eventos

de background y calculamos la separación entre los mismos para distintos pun-

tos del espacio de parámetros (mN , α). Con los resultados de nuestro análisis

logramos determinar las regiones de separación con mayor sensibilidad, obte-

niendo para ambos procesos las regiones comprendidas en mN < 150 GeV y

0.15 ≤ α.

100



Con estos resultados podemos concluir que tanto el uso de asimetŕıas en

colisionadores leptónicos, como el uso de los métodos de análisis multivariado

con datos de colisionadores electrón-protón, permitiŕıan estudiar la existencia

de neutrinos de Majorana y eventualmente poner cotas en los parámetros de la

extensión efectiva del Modelo Estándar con neutrinos. En colisionadores como

el ILC o el LHeC se podŕıan observar procesos de gran interés en esta rama de

la f́ısica de altas enerǵıas, en particular a través de la búsqueda de los procesos

de violación de conservación de sabor leptónico y de violación de conservación

de número leptónico.

Respecto a las perspectivas de trabajo a futuro, aún queda mucho por hacer

en el estudio de la fenomenoloǵıa de los neutrinos de Majorana.

Un primer ejemplo surge del trabajo realizado en el caṕıtulo 5 de la tesis, ya

que seŕıa interesante utilizar esa metodoloǵıa para volver a estudiar simulacio-

nes de experimentos en colisionadores electrón-positrón. También se podŕıan

estudiar otros rangos de masas y otros valores para los parámetros de la teoŕıa,

para aśı de seguir buscando maneras de acotar el espacio de parámetros de las

interacciones efectivas. Por otro lado, los métodos presentados en esta tesis

pueden ser usados para estudiar procesos que puedan darse en colisionadores

del tipo protón-protón, en particular esto se puede hacer analizando resultados

de datos reales del LHC, utilizando la implementación del Lagrangiano efec-

tivo usada en esta tesis. Por último, existen análisis complementarios que se

pueden realizar estudiando los vértices desplazados, esto consiste en analizar

el vuelo del neutrino pesado a través de la reconstrucción del vértice de pro-

ducción y el vértice de decaimiento del mismo. La implementación numérica

del Lagrangiano efectivo y el desarrollo de softwares de simulación como los

utilizados en esta tesis son excelentes herramientas para todos estos estudios

y muchos más.
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doi: 10.1016/j.cpc.2014.04.012. arXiv: 1310.1921 [hep-ph].

[48] Alwall J y col. “The automated computation of tree-level and next-to-

leading order differential cross sections, and their matching to parton

shower simulations”. En: JHEP 07 (2014), pág. 079. doi: 10 . 1007 /

JHEP07(2014)079. arXiv: 1405.0301 [hep-ph].

[49] Alwall J y col. “MadGraph 5 : Going Beyond”. En: JHEP 06 (2011),

pág. 128. doi: 10.1007/JHEP06(2011)128. arXiv: 1106.0522 [hep-ph].

[50] Sjostrand T, Mrenna S y Skands PZ. “PYTHIA 6.4 Physics and Manual”.

En: JHEP 05 (2006), pág. 026. doi: 10.1088/1126-6708/2006/05/026.

arXiv: hep-ph/0603175 [hep-ph].

[51] Sjostrand T y col. “An Introduction to PYTHIA 8.2”. En: Comput. Phys.
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10.1016/j.nuclphysbps.2015.09.304. arXiv: 1411.5230 [hep-ex].

[70] Potter CT. “DSiD: a Delphes Detector for ILC Physics Studies”. En:

International Workshop on Future Linear Colliders. Feb. de 2016. arXiv:

1602.07748 [hep-ph].

[71] Zapata G y col. “Lepton collider probes for Majorana neutrino effective

interactions”. En: (ene. de 2022). arXiv: 2201.02480 [hep-ph].

[72] Li SY, Si ZG y Yang XH. “Heavy Majorana Neutrino Production at

Future ep Colliders”. En: Phys. Lett. B 795 (2019), págs. 49-55. doi:

10.1016/j.physletb.2019.06.001. arXiv: 1811.10313 [hep-ph].

[73] Antusch S, Fischer O y Hammad A. “Lepton-Trijet and Displaced Vertex

Searches for Heavy Neutrinos at Future Electron-Proton Colliders”. En:

JHEP 03 (2020), pág. 110. doi: 10.1007/JHEP03(2020)110. arXiv: 1908.

02852 [hep-ph].

[74] Gu H y Wang K. “Search for heavy Majorana neutrinos at electron-

proton colliders”. En: Phys. Rev. D 106.1 (2022), pág. 015006. doi: 10.

1103/PhysRevD.106.015006. arXiv: 2201.12997 [hep-ph].

[75] Blaksley C y col. “Heavy Neutrinos and Lepton Number Violation in lp

Colliders”. En: Nucl.Phys. B852 (2011), págs. 353-365. doi: 10.1016/j.
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