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Resumen

El Modelo estándar de la física de partículas falla en explicar ciertos fenómenos que

se han ido descubriendo en el última parte del siglo pasado. Algunos de estos son: el

problema de jerarquía (la masa del bosón de Higgs es altamente sensible a las correc-

ciones cuánticas); la predominancia de la materia sobre la antimateria; la existencia

de materia oscura; la masa de neutrinos; entre otros. Algunos de estos problemas se

pueden resolver en principio con una extensión del Modelo estándar conocida como

Supersimetría. Dicha variante impone una simetría extra al lagrangiano: las leyes físicas

no se alteran si se intercambian los bosones por fermiones y vice versa. La consecuencia

inmediata más importante que surge al implementar dicha extensión es la predicción de

partículas nuevas, con espín distinto, asociadas a cada una de las ya establecidas.

En este trabajo revisaremos un modelo supersimétrico conocido como el Modelo es-

tándar supersimétrico minimal con ruptura de paridad R (RPV MSSM), calculando

las matrices de masa generadas para las partículas presentes en dicho contexto. Se

verá que los neutrinos se mezclan con los higgsinos y con los gauginos conocidos

como bino y wino, para formar estados propios de masa conocidos como neutralinos.

En este análisis toma fundamental importancia la búsqueda de regiones en el espa-

cio de parámetros supersimétricos que permitan la generación de masas de neutrinos,

compatibles con los datos experimentales disponibles actualmente. Además, dichas

regiones permitidas nos muestran que tipo de mezclas entre neutralinos en la base

de interacción son más probables. Junto con el análisis del espacio de parámetros

antes mencionado, se podrá brindar un panorama general del modelo supersimétrico

con ruptura de paridadR en el contexto de las partículas con largo tiempo de vida (LLP).

Palabras clave: Supersimetría, Neutrinos, Paridad R, Fenomenología.
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Abstract

The Standard Model of particle physics fails to explain certain phenomena that have

been discovered in the last part of the past century. Some of these are the hierarchy

problem (the mass of the Higgs boson is highly sensitive to quantum corrections);

the predominance of matter over antimatter; the existence of dark matter; the mass of

neutrinos; among others. Some of these problems can be potentially solved with an

extension of the Standard Model known as Supersymmetry. This variant imposes an

extra symmetry to the Lagrangian: the physical laws remain unchanged if bosons are

exchanged for fermions and vice versa. The most important immediate consequence

of implementing this extension is the prediction of new particles, with different spin,

associated with each of the already established ones.

In this work, we will review a supersymmetric model known as the Minimal Supersym-

metric Standard Model with R-Parity Violation (RPV MSSM), calculating the mass

matrices generated for the particles present in this context. It will be shown that the

neutrinos mix with the higgsinos and with the gauginos known as bino and wino, to

form mass eigenstates known as neutralinos. In this analysis, the search for regions

in the supersymmetric parameter space that allow the generation of neutrino masses

compatible with currently available experimental data is of fundamental importance.

Additionally, these allowed regions show us the most probable type of neutralino mixtu-

res in the interaction basis. Along with the analysis of the aforementioned parameter

space, a general overview of the supersymmetric model with R-Parity Violation in the

context of long-lived particles (LLP) will be provided.

Keywords: Supersymmetry, Neutrinos, R parity, Phenomenology.
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Prólogo

El modelo estándar de la física de partículas describe tres de las cuatro interacciones

presentes en los fenómenos que involucran a las partículas fundamentales en regímenes

altos de energía [1], pero falla en responder ciertos problemas que surgienron en la

última parte del siglo pasado. Estos son: el problema de jerarquía (la masa del bosón

de Higgs es altamente sensible a las correcciones cuánticas); la existencia de materia

oscura; el origen de la masa de neutrinos; la predominancia de materia sobre antimateria;

entre otros.

En principio, los primeros tres problemas mencionados encuentran una solución en una

extensión del modelo estándar llamada supersimetría [2]. Dicha variante impone una

condición extra a la teoría: las leyes físicas no se alteran si se intercambian todos los

bosones por fermiones y vice versa. La consecuencia inmediata más importante que

surge al considerar dicha extensión es la predicción de partículas nuevas, con espín

distinto, asociadas a cada una de las ya establecidas en el modelo estándar. Hasta la

actualidad, las búsquedas experimentales no han tenido éxito en la detección de dichas
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partículas predecidas por la supersimetría. No obstante, estas búsquedas normalmente

asumen que la partículas supersimétricas decaen inmediatamente, casi en el mismo

instante de su origen, lo que motiva el estudio de señales no convencionales.

Existen ciertos modelos en donde estas partículas supersimétricas pueden viajar unos

centímetros antes de desintegrarse. Este nuevo marco teórico por explorar en colisiona-

dores (ya que estas dejan señales distintas a las habituales, dependiendo de la parte del

detector en donde se desintegran) recibe el nombre de partículas con largo tiempo de

vida [3]. La consideración de este nuevo concepto trae como consecuencia el repensar

las estrategias que comúnmente se utilizaban para detectarlas.

En el capítulo uno se brindarán los conceptos básicos de supersimetría y se introducirá

el superpotencial, función que define toda teoría supersimétrica. En el capítulo dos se

revisará un modelo supersimétrico que se define por la ruptura de las simetrías electro-

débil y de paridad R, conocido como el modelo estándar supersimétrico minimal con

ruptura de paridad R (RPV MSSM), calculando las matrices de masa generadas para

las partículas presentes en dicho contexto. Se verá que los neutrinos se mezclan con

partículas supersimétricas llamadas higgsinos, bino y wino, a fin de constituir estados

propios de masa conocidos como neutralinos. En el capítulo tres se investigará la matriz

de masa de neutrinos, contando contribuciones a tree-level y a 1-loop. El análisis del

capítulo cuatro se centrará en la búsqueda de regiones en el espacio de parámetros

supersimétricos que permitan la generación de masa de neutrinos, compatible con los

datos experimentales disponibles. Aún más, dichas regiones permitidas mostrarían qué

tipo de mezclas entre neutralinos en la base de interacción son más probables. Dicho

tipo de mezclas son cruciales para determinar el tiempo de vida de los neutralinos,
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ya que cuando se rompe la paridad R, estos son inestables. Junto con el análisis del

espacio de parámetros antes mencionado, se podrá brindar un panorama general del

modelo supersimétrico con ruptura de paridad R en el contexto de las partículas con

largo tiempo de vida.
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1.
Introducción

Desde el nacimiento de la mecánica cuántica se han formulado varias hipótesis que

intentan describir las partículas elementales que componen la materia y sus interacciones

fundamentales, a saber: la gravitación, el electromagnetismo, la fuerza nuclear débil y

la fuerza nuclear fuerte. La más aceptada de estos modelos (pero que «solo» explica

tres de las cuatro interaciones) es el llamado modelo estándar [1], que es una teoría

cuántica de campos, marco teórico que surge como la reconciliación de las dos teorías

básicas en la física moderna: la mecánica cuántica y la relatividad especial [4]. Las

piezas fundamentales que componen una teoría cuántica de campos son los campos

cuánticos, cuyas excitaciones corresponden a las partículas físicas observables.



1.1. Modelo estándar

El modelo estándar es una teoría de gauge [1]. Esto significa que las interacciones

fundamentales pueden ser entendidas como consecuencias de las simetrías observadas

en la naturaleza. El grupo de gauge (que describe las simetrías) asociado al modelo

estándar es [1]

SU(3)C︸ ︷︷ ︸
fuerza fuerte

×SU(2)L × U(1)Y︸ ︷︷ ︸
electro-débil

(1.1)

La interacción electro-débil [5, 6] es descrita mediante la realización de la simetría

SU(2)L, junto con la simetría de hipercargaU(1)Y . Es común decir que dichas simetrías

están «escondidas», esto es, su ruptura espontánea [7] genera efectos observables a

escalas de bajas energías

SU(2)L × U(1)Y
ruptura de simetría−−−−−−−−−→ U(1)EM (1.2)

codificadas en la simetría del electromagnetismo U(1)EM , grupo de gauge de la elec-

trodinámica cuántica [8]. Otro fenómeno observable a bajas energías es el proceso de

desintegración, como la del muón o la del electrón.

Por otro lado, la cromodinámica cuántica explica la interacción fuerte [9]. Este tipo

de interacción media la formación de protones y neutrones entendidos como estados

ligados, y se construye teniendo en consideración la simetría de color SU(3)C .
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1.1.1. Partículas del modelo estándar

Fermiones

Los partículas que obedecen el principio de incertidumbre de Pauli que son tomados en

cuenta dentro del modelo estándar se clasifican en leptones

(νe e)L, (νµ µ)L, (ντ τ)L (1.3)

y quarks

(u d)L, (c s)L, (t b)L (1.4)

separados cada grupo en tres familias que se suelen ordenar según la escala de masas

de las partículas que las conforman. El subíndice L expresa que dichas partículas son

espinores levógiros (left-handed). Los fermiones de dicha quiralidad se configuran en

dobletes debido a la estructura de la interacción SU(2)L.

Asimismo, los fermiones dextrógiros (right-handed) son singletes respecto de la interac-

ción SU(2)L. Además, como resultado del experimento de Wu [10], solo los neutrinos

levógiros están presentes en la naturaleza y, en consecuencia, son estos los que se toman

en cuenta en el modelo estándar1. Se tienen entonces los leptones

eR, µR, τR (1.5)

y los quarks

uR, dR, cR, sR, tR, bR (1.6)

1Las oscilaciones de neutrinos [11] pueden implicar la inclusión de neutrinos dextrógiros, que no
«sienten» las interacciones consideradas en el modelo estándar [12].
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La hipercarga Y corresponde al generador de U(1)Y , y satisface la relación

Q = T3 + Y (1.7)

donde Q es la carga eléctrica y T3 es el tercer generador de SU(2)L número cuántico

asociado a la interacción débil. Por ejemplo:

T3νe =
1

2
, T3e = −1

2
(1.8)

Los leptones pueden existir como partículas libres, que no «sienten» la interacción

fuerte. En contraste, los quarks nunca han sido observados como partículas libres y sí

son influenciados por la fuerza fuerte, por lo que llevan carga de color. Estos son los

constituyentes fundamentales de los hadrones2. Además, tres quarks forman un barión,

por lo que estos poseen número bariónico igual a 1/3.

Bosones

Se caracterizan por no cumplir el principio de exclusión de Pauli. Los bosones gauge

actúan en las interacciones de una teoría gauge. En la interacción electro-débil, los

generadores de los grupos SU(2)L y U(1)Y producen los bosones W 1, W 2 y W 3 del

isospín débil y B0 de la hipercarga débil, que adquieren masa en el proceso de ruptura

espontánea de simetría (1.2), produciendo los bosones físicos W+, W−, Z0 y γ. Los

generadores del grupo SU(3)C producen ocho gluones g, bosones del isospín fuerte

con carga de color y sin masa, presentes en las interacciones de los quarks.

2Los hadrones se clasifican en bariones (número impar de quarks) y mesones (número par de quarks).
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El mecanismo de Brout-Englert-Higgs [7] es introducido para explicar la generación

de masa de los bosones gauge. La descripción más simple de este proceso añade un

campo escalar cuya partícula asociada es el bosón de Higgs. Sin este mecanismo todos

los bosones de gauge no tendrían masa, entrando en contradicción con las mediciones

experimentales. Los leptones (excepto los neutrinos) también adquieren masa, pero

debido a un acople tipo Yukawa con el bosón de Higgs.

1.1.2. Problemas del modelo estándar

A pesar que esta teoría ha brindado las predicciones más precisas para los valores

de cantidades físicas fundamentales además de solucionar problemas de la mecánica

cuántica, no es una teoría completa. Los problemas que presenta son los siguientes:

• La interacción gravitacional no es tomada en cuenta.

• No hace predicciones específicas para las masas de los leptones y quarks o para

las mezclas de las diferentes familias.

• El campo de Higgs contribuye a la densidad de energía del vacío mucho más de

lo observado experimentalmente [13].

• No explica la predominancia de materia sobre la antimateria que se observa en el

Universo [14].

• El problema jerarquía [13]: la masa del bosón de Higgs permanece debajo de

1TeV después de correcciones cuánticas que tienden a elevarla hasta la escala de

Planck (1019GeV) o a la escala de unificación (1016GeV).

• No toma en consideración la existencia de materia oscura [15].

• No explica la masa de los neutrinos [16].
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Para poder solucionar los problemas anteriormente mencionados, se deben realizar

modificaciones al modelo estándar. En este trabajo nos enfocaremos en entender el

problema de la masa de los neutrinos y daremos una propuesta de solución.

1.2. Supersimetría

Desde la incorporación de las simetrías de gauge como marco teórico en la física de

partículas, se han producido varios intentos para unificarlas con las simetrías espacio-

temporales (expresadas mediante el grupo de Poincaré, que es conformado por el grupo

de Lorentz y por las traslaciones en el espacio-tiempo), ya que en el modelo estándar

solo se combinan de forma trivial. El fracaso de estos intentos fue eventualmente

explicado por el teorema de Coleman-Mandula [17], que afirma que los generadores

de un grupo de gauge T a conmutan con los generadores de las traslaciones Pµ y con

los generadores del grupo de Lorentz Mµν , por lo que solo se combinan de forma

trivial. Este resultado trae como consecuencia que las transformaciones de Poincaré

y las transformaciones de gauge tienen los mismos estados propios, por lo que no

tienen influencia una sobre otra. También es posible mostrar de forma inmediata que

los generadores de las simetrías de gauge conmutan con los operadores de Casimir

asociados a la masa P 2 = PµP
µ y al espín S2 = SµS

µ, por lo que todos lo campos que

componen un mismo multiplete de una determinada simetría de gauge tienen la misma

masa y espín.

Sin embargo, el teorema de Haag–Łopuszański–Sohnius [18] brinda una salida al

resultado del teorema anterior considerando operadores fermiónicos (es decir, que
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anticonmutan en lugar de los que conmutan), que fue una de las suposiciones que se

hacen al establecer el teorema de Coleman-Mandula. Esta posibilidad es denominada

supersimetría.

La supersimetría modifica el modelo estándar imponiendo una simetría extra en el

lagrangiano: la física es invariante al cambio de todos los fermiones por bosones y

vice versa. La transformación antes mencionada se consigue extendiendo el grupo de

Poincaré mediante la inclusión de los generadores Q y Q llamados supercargas3, que

son espinores de Weyl y están definidos según

Q |fermion⟩ = |boson⟩ , Q |boson⟩ = |fermion⟩ (1.9)

Q |fermion⟩ = |boson⟩ , Q |boson⟩ = |fermion⟩ (1.10)

cuya álgebra está dada por [19]

{
Qa, Qḃ

}
= 2(σµ)aḃPµ {Q,Q} =

{
Q,Q

}
= 0 [Pµ, Q] =

[
Pµ, Q

]
= 0

(1.11)

[Qa,Mµν ] =
1

2
(σµν)a

bQb

[
Mµν , Qȧ

]
=

1

2
Qḃ(σµν)

ḃ
ȧ (1.12)

donde σµ son las matrices de Pauli y σµν son los generadores del grupo de Lorentz

para fermiones. Las relaciones anteriores, junto con los conmutadores del álgebra de

Poincaré, es llamada álgebra de super-Poincaré.

3En realidad pueden haber más de un par de supercargas [2], pero en este trabajo solo nos enfocaremos
en el caso donde solo hay una, conocida como supersimetría N = 1 (N representa el número de
supercargas).

7



Además se pueden probar las siguiente relaciones

[
Q,P 2

]
= 0 y

[
Q,S2

]
̸= 0 (1.13)

Es decir, las transformaciones de supersimetría relacionan entre sí los estados de igual

masa pero con diferentes espines. Un supermultiplete consta de campos con diferentes

valores de espín y está degenerado respecto a la masa. Las partículas asociadas a los

campos que conforman un mismo supermultiplete son denominadas supercompañeras.

1.3. Lagrangianos supersimétricos

En 1973 J. Wess y B. Zumino [20] presentaron el primer modelo supersimétrico

renormalizable de la interacción entre un campo de espín 1/2 y dos campos de espín 04.

En 4 dimensiones, un campo de espín 1/2 debe consistir en al menos un espinor de Weyl

levógiro ψ. Ya que este es un campo complejo, se debe elegir como su supercompañero

a un campo escalar complejo ϕ (para que tengan el mismo número de grados de libertad

al estar on-shell).

Los términos de energía cinética de los campos en el lagrangiano del modelo son

Lfermion = iψ†
ȧ(σ

µ)ȧb∂µψb y Lscalar = −∂µϕ∗∂µϕ (1.14)

Luego, la acción descrita por

S =

∫
d4x(Lfermion + Lscalar) (1.15)

4En esta sección usamos las convenciones expresadas en el apéndice A.
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define el modelo de Wess-Zumino sin términos de masa ni de interacción, y corres-

ponde al supercampo más simple llamado supermultiplete quiral. Las ecuaciones de

movimiento son

(σµ)ȧb∂µψb = 0 y ∂µ∂
µϕ = 0 (1.16)

Una transformación de supersimetría debe recibir tomar el campo bosónico ϕ y devolver

una cantidad que involucre el campo fermiónico ψa. La forma más sencilla en la que

esto puede ocurrir viene dado por

δϕ = εaψa y δϕ∗ = ε†ȧψ†
ȧ (1.17)

donde ε actúa como fermión de Weyl y que parametriza infinitesimalmente la trans-

formación de supersimetría. ε anticonmuta consigo mismo y con ψ. Usando (1.17) se

tiene

Lscalar 7→ L′
scalar = −∂µϕ∗∂µϕ− ε†ȧ∂µψ†

ȧ∂µϕ− ∂µϕ∗εa∂µψa

− ε†ȧ∂µψ†
ȧε

b∂µψb︸ ︷︷ ︸
≈0

(1.18)

ya que el último término es de segundo orden respecto de ε.

Se requiere que los términos adicionales en esta última expresión sean cancelados, al

menos hasta en una derivada total, por la transformación de supersimetría de Lfermion.

Para que esto suceda, la transformación sobre ψ debe ser lineal en ε† y en ϕ, y debe

contener un derivada. Hasta en una constante multiplicativa, solo hay una posibilidad

δψa = −iK
(
σµε†

)
a
∂µϕ y δψ†

ȧ = iK(εσµ)ȧ∂µϕ
∗ (1.19)

9



Con esto se obtiene

Lfermion 7→ L′
fermion = i

(
ψ†
ȧ + iK(εσν)ȧ∂νϕ

∗
)
(σµ)ȧb∂µ

(
ψb − iK

(
σγε†

)
b
∂γϕ
)

(1.20)

= iψ†
ȧ(σ

µ)ȧb∂µψb −K(εσν)ȧ∂νϕ
∗(σµ)ȧb∂µψb︸ ︷︷ ︸
I

+Kψ†
ȧ(σ

µ)ȧb
(
σγε†

)
b
∂µ∂γϕ︸ ︷︷ ︸

II

(1.21)

ignorando el término de segundo orden respecto de ε. Usando las siguientes propiedades

de las matrices de Pauli

[σµσν + σνσµ]a
b = −2ηµνδba (1.22)

[σµσν + σνσµ]
ḃ
ȧ = −2ηµνδḃȧ (1.23)

y el hecho que las derivadas parciales conmutan, podemos reescribir los dos últimos

términos de (1.21) como

I = K(εσν)ȧ∂νϕ
∗(σµ)ȧb∂µψb (1.24)

= Kεa
(
−2ηµνδba − (σµσν)a

b
)
∂µψb∂νϕ

∗ (1.25)

= −2Kεa∂µψa∂µϕ
∗ − ∂µ

(
Kεa(σµσν)a

bψb∂νϕ
∗
)

+
1

2
Kεa(σµσν + σνσµ)a

bψb∂µ∂νϕ
∗ (1.26)

= −2Kεa∂µψa∂µϕ
∗ − ∂µ

(
Kεa(σµσν)a

bψb∂νϕ
∗
)
−Kεaψa∂µ∂

µϕ∗ (1.27)

= −Kεa∂µψa∂µϕ
∗ − ∂µ

(
Kεa(σµσν)a

bψb∂νϕ
∗ +Kεaψa∂

µϕ∗
)

(1.28)

Análogamente

II = Kψ†
ȧ(σ

µ)ȧb
(
σγε†

)
b
∂µ∂γϕ (1.29)

= Kψ†
ȧ(σ

γσµ)ȧḃε
†ḃ∂µ∂γϕ (1.30)

= −∂µ
(
Kψ†

ȧε
†ḃ∂µϕ

)
+K∂µψ

†
ȧε

†ḃ∂µϕ (1.31)
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Entonces

L′
fermion = iψ†

ȧ(σ
µ)ȧb∂µψb (1.32)

= iψ†
ȧ(σ

µ)ȧb∂µψb +Kεa∂µψa∂µϕ
∗

+ ∂µ

(
Kεa(σµσν)a

bψb∂νϕ
∗ +Kεaψa∂

µϕ∗
)

− ∂µ

(
Kψ†

ȧε
†ḃ∂µϕ

)
+K∂µψ

†
ȧε

†ḃ∂µϕ (1.33)

= iψ†
ȧ(σ

µ)ȧb∂µψb +Kεa∂µψa∂µϕ
∗ +Kε†ȧ∂µψ

†
ȧ∂

µϕ (1.34)

+ ∂µ

(
Kεa(σµσν)a

bψb∂νϕ
∗ +Kεaψa∂

µϕ∗ −Kψ†
ȧε

†ȧ∂µϕ
)

(1.35)

donde en la última línea usamos la siguiente relación entre dos espinores de Weyl:

∂µψ
†
ȧε

†ȧ = ε†ȧ∂µψ
†
ȧ (1.36)

Para que las transformaciones (1.18) y (1.35) se cancelen (hasta una derivada total), se

debe tener queK = 1. Ahora debemos probar que el álgebra de supersimetria es cerrada,

es decir, que el conmutador de transformaciones de supersimetría parametrizadas por

dos espinores diferentes ε1 y ε2 es otra transformación de supersimetría.

Usando (1.17) y (1.19) sobre el bosón tenemos

(δε1δε2 − δε2δε1)ϕ = δε2(δε1ϕ)− δε1(δε2ϕ) (1.37)

= εa1

(
−i
(
σµε†2

)
a
∂µϕ
)
− εb2

(
−i
(
σµε†1

)
b
∂µϕ
)

(1.38)

=
(
ε1σ

µε†2 − ε2σ
µε†1

)
i∂µϕ (1.39)

El término −i∂µ corresponde al generador de las traslaciones espacio-temporales Pµ,

entonces (1.39) es de la forma del álgebra de supersimetría (1.11) visto en la sección an-

terior. Es decir, el conmutador de dos transformaciones de supersimetría es equivalente

a una traslación.
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Para el fermión se tiene, de manera similar,

(δε1δε2 − δε2δε1)ψa = δε2(δε1ψa)− δε1(δε2ψa) (1.40)

= δε2

(
−i
(
σµε†1

)
a
∂µϕ
)
− δε1

(
−i
(
σµε†2

)
a
∂µϕ
)

(1.41)

= −i
(
σµε†1

)
a
∂µ(δε2ϕ) + i

(
σµε†2

)
a
∂µ(δε1ϕ) (1.42)

= −i
(
σµε†1

)
a
εb2∂µψb + i

(
σµε†2

)
a
εb1∂µψb (1.43)

usando la identidad de Fierz

(
σµε†1

)
a

(
εb2∂µψb

)
= −ε2a

(
∂µψ

b
(
σµε†1

)
b

)
− ∂µψa

((
σµε†1

)
b
εb2

)
(1.44)

se llega a

(δε1δε2 − δε2δε1)ψa = i
(
−ε1σµε†2 + ε2σ

µε†1

)
∂µψa + iε1aε2

†
ḃ
(σµ)ḃc∂µψc

− iε2aε1
†
ḃ
(σµ)ḃc∂µψc (1.45)

Los dos últimos términos de la expresión anterior se anulan on-shell; esto es, si se

cumple la ecuación de movimiento del fermión (1.16).

Podemos trabajar en general (no solo on-shell) considerando lo siguiente: se introduce

el campo auxiliar F escalar y complejo, que no tiene un término de energía cinética en

el lagrangiano . Para F se tiene

Lauxiliary = F ∗F (1.46)

que implica la ecuación de movimiento trivial F = F ∗ = 0, pero podemos usar estos

campos a nuestra conveniencia definiendo adecuadamente sus transformaciones de

supersimetría

δF = −iε†σµ∂µψ y δF ∗ = i∂µψ
†σµε (1.47)
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Luego, el lagrangiano de este nuevo campo escalar transforma según

L′
auxiliary = F ∗F − iε†σµ∂µψF

∗ + i∂µψ
†σµεF (1.48)

que se anula on-shell, pero no para configuraciones off-shell. Ahora modificando las

transformaciones de ψ y ψ†

δψa = −i
(
σµε†

)
a
∂µϕ+ εaF y δψ†

ȧ = i(εσµ)ȧ∂µϕ
∗ + ε†ȧF

∗ (1.49)

se obtiene un término adicional para L′
fermion, que se cancela con L′

auxiliary, hasta en una

derivada total.

Tenemos finalmente el lagrangiano

L = Lscalar + Lfermion + Lauxiliary (1.50)

que es invariante bajo transformaciones de supersimetría donde se tiene

(δε2δε1 − δε1δε2)X = i
(
−ε1σµε†2 + ε2σ

µε†1

)
∂µX (1.51)

con X =
{
ϕ, ϕ∗, ψ, ψ†, F, F ∗}. Podemos interpretar la adición del campo F de la

siguiente forma: trabajando on-shell se tiene que el campo escalar complejo ϕ tiene dos

grados de libertad, igual número de estados de polarización de espín de ψ. Off-shell,

sin embargo, el fermión de Weyl ψ es un objeto complejo de dos componentes y tiene

cuatro grados de libertad. Para hacer los números de grados de libertad bosónicos y

fermiónicos iguales on-shell y off-shell, tenemos que introducir dos grados de libertad

reales en el campo escalar F , que se eliminan cuando se va on-shell.
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1.3.1. Superpotencial

En el caso general, al lagrangiano supersimétrico (1.50) se le debe añadir todos los

términos de interacción (que no provienen de una simetría de gauge) que sean renor-

malizables5 e invariantes respecto de las transformaciones de supersimetría. Esto se

debe hacer antes de reemplazar los campos auxiliares F , que también en el caso general

habrán tantos campos auxiliares como supermultipletes presentes en el lagrangiano.

Estos términos extra, luego de descartar los que no son invariantes bajo transformaciones

de supersimetría, se expresan de la siguiente forma [2]

Lint =

(
−1

2

∑
i,j

Wijψiψj +
∑
i

WiFi

)
(1.52)

donde los términos Wij y Wi son polinomios en los campos escalares ϕi y ϕ∗
j , de

primer y segundo grado respectivamente. Se debe notar que W ij es simétrico bajo el

intercambio de índices. Se puede mostrar que [2]

Wij =
δ2W

δϕiδϕj

y Wi =
δW

δϕi

(1.53)

donde

W =
1

2
M ijϕiϕj +

1

6
Y ijkϕiϕjϕk (1.54)

es llamado superpotencial, que debe ser una función holomorfa respecto de los campos

escalares (tratados como variables complejas). M ij es la matriz de masa simétrica para

los campos fermiónicos ψi y ψj , y Y ijk es un acople tipo Yukawa de un escalar ϕk y

dos fermiones ψi y ψj .

5Con términos renormalizables nos referimos a los términos que, una vez promovidos a operadores,
lleven a cálculos infinitos, pero que pueden ser introducidos en la redefinición de cantidades físicas,
dando resultados finitos [21].
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El superpotencial es la única fuente de interacción tipo Yukawa entre los campos. Es

importante notar que dada la forma del superpotencial W podemos reconstruir Lint.

Teniendo en cuenta los resultados anteriores, las ecuaciones de movimiento de los

campos auxiliares ahora son

Fi = −W ∗
i y F ∗

i = −Wi (1.55)

por lo que se pueden expresar en términos de los campos escalares. Entonces se reescribe

los términos (1.52) como

Lint = −1

2

∑
i,j

(
Wijψiψj −W ∗

ijψ
†
iψ

†
j

)
− V (ϕ, ϕ∗) (1.56)

donde el potencial escalar está dado por

V =
∑
i

WiW
∗
i (1.57)

1.3.2. Términos D

Un supermultiplete de gauge consta [2] de un bosón sin masa Aa
µ y un fermión de Weyl

llamado gaugino λa. El índice a se fija según la representación adjunta del grupo de

gauge. En analogía con el caso anterior, se necesitará de un campo bosónico auxiliar

Da que transforma al igual que los campos anteriores y satisface la relación Da∗ = Da.
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El lagrangiano de una supermultiplete de gauge está dado por [2]

Lgauge =
∑
a

(
−1

4
F a
µνF

µνa + iλ†aσ̄µ∇µλ
a +

1

2
DaDa

)
(1.58)

donde los campos auxiliares Da obedecen ecuaciones de movimiento triviales y la suma

se toma sobre los generadores de todos los grupos de gauge presentes.

Sin embargo, para brindar el lagrangiano completo de la teoría supersimétrica, debemos

considerar todos los términos permitidos por la invarianza de gauge. Entonces se tiene

[2]

L = Lfree + Lint + Lgauge

+
∑
a

(
g(ϕ∗T aϕ)Da −

√
2g(ϕ∗T aψ)λa −

√
2gλ†a

(
ψ†T aϕ

))
(1.59)

donde T a son los generadores del grupo de gauge.

Si se tiene en cuenta i campos escalares, entonces deben aparecer los términos análogos

necesarios. Luego, las ecuaciones de movimiento de los campos auxiliares Da
i toman la

forma [2]

Da
i = −g(ϕ∗

iT
aϕi) (1.60)

Por lo tanto los campos Da
i también son posibles de expresarse en términos de los

campos escalares.
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El potencial escalar queda modificado y ahora es

V (ϕ, ϕ∗) =
∑
i

W ∗
i Wi +

1

2

∑
a

g2

(∑
i

ϕ∗
iT

aϕi

)2

(1.61)

Debido al origen de los términos que componen el superpotencial, se les suele llamar

término F y término D respectivamente. En una teoría renormalizable de campos

supersimétricos las interacciones y masas de todas las partículas están determinadas por

el superpotencial y por las transformaciones de gauge del sistema.

1.3.3. Interacciones de ruptura suave de supersimetría

Si la supersimetría fuera una simetría exacta, seríamos capaces de observar las partículas

supersimétricas. Como hasta el momento estas no se han observado, se espera que la

supersimetría sea rota espontáneamente [22]. Es decir, debe tener un vacío que no sea

invariante bajo transformaciones de supersimetría.

En este contexto, la supersimetría está escondida a bajas energías de manera análoga

a la simetría electro-débil en el modelo estándar. La forma más directa de conseguir

este resultado es introducir términos en el lagrangiano que rompan supersimetría ex-

plícitamente. Las constantes de acople que añadidas deben ser suaves, es decir, deben

tener dimensión de masa positiva, ya que es necesario mantener una jerarquía entre las

escalas electro-débil (246GeV) y Planck (1019GeV) de manera natural [2].
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Partícula/ Bosón Fermión Transformación de gauge
s-partícula (espín-0) (espín-1/2) (SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y )

quark Q (ũL d̃L) (uL dL) (3, 2,+1/6)

(squark) uc ũ∗R u†R
(
3, 1,−2/3

)
dc d̃∗R d†R

(
3, 1, 1/3

)
lepton L (ν̃ ẽL) (ν eL) (1, 2,−1/2)

(slepton) ec ẽ∗R e†R (1, 1, 1)

Higgs Hu (H+
u H0

u) (H̃+
u H̃0

u) (1, 2,+1/2)

(higgsino) Hd (H0
d H−

d ) (H̃0
d H̃−

d ) (1, 2,−1/2)

Tabla 1.1.: Contenido de partículas del MSSM correspondiente a los fermiones y
bosones de Higgs del modelo estándar.

1.4. Modelo estándar supersimétrico minimal

La teoría supersimétrica más simple que impone solo una supercompañera y que es

construída según los argumentos dados en las secciones anteriores es llamado modelo

estándar supersimétrico minimal (MSSM) [22]. El contenido de partículas del MSSM

se presentan en las tablas 1.1 y 1.2.

El superpotencial del MSSM es

W =
(
−HuaQ̃

α
biYu

ijũcjα +HdaL̃biYe
ij ẽcj +HdaQ̃

α
aiYd

ij d̃cjα − µHdaHub

)
ϵab (1.62)

donde a, b = {1, 2} es el índice de SU(2)L, i, j = {1, 2, 3} es el índice de familia

(sabor) y α = {1, 2, 3} es el índice de color . Ya que no es relevate en el análisis que

se desarrollará en este trabajo, a partir de ahora ignoraremos el índice de color. El

parámetro supersimétrico µ genera el término de masa para los bosones de Higgs.
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Partícula/ Fermión Bosón Transformación de gauge
s-partícula (espín-1/2) (espín-1) (SU(3)c, SU(2)L, U(1)Y )

gluon (gluino) g̃ g (8, 1, 0)

bosón W (wino) W̃±, W̃ 0 W±, W 0 (1, 3, 0)

bosón B (bino) B̃0 B0 (1, 1, 0)

Tabla 1.2.: Contenido de partículas del MSSM correspondiente a los bosones de gauge
del modelo estándar.

También vemos del superpotencial (1.62) que, a diferencia del modelo estándar, se

necesitan dos bosones de Higgs para generar los acoples tipo Yukawa con todos los

leptones y quarks, y por consiguiente generar sus respectivas masas. Esto se debe a que

el superpotencial es holomorfo.

Siguiendo las consideraciones mencionadas en la sección 1.3.3, el lagrangiano de

ruptura suave de supersimetría para el MSSM está dado por

Lsoft = −1

2

(
M1B̃B̃ +M2W̃

T W̃ +M3g̃g̃ + c.c.
)

−
(
−HuaQ̃ibA

ij
u ũ

c
j +HdaL̃ibA

ij
e ẽ

c
i +HdaQ̃ibA

ij
d d̃

c
j + c.c.

)
ϵab

− Q̃†
i

(
m2

Q

)ij
Q̃j − ũci

(
m2

u

)ij
ũc∗j − d̃ci

(
m2

d

)ij
d̃c∗j − ẽci(m

2
e)

ij ẽc∗j

−m2
Hu
H†

uHu −m2
Hd
H†

dHd −
(
bHdaHubϵ

ab + c.c.
)

(1.63)

donde M1, M2 y M3 son los términos de masa del bino, wino y gluino respectivamente.

Los parámetros Au, Ae y Ad son matrices complejas 3×3 que están en correspondencia

con los acoples tipo Yukawa del superpotencial (1.62). Los términos m2
Q, m2

u, m2
d y m2

e

som matrices hermíticas 3× 3. Los términos en la última línea son las contribuciones al

potencial de Higgs que rompen supersimetría.
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Aunque los sneutrinos poseen término de masa que rompe supersimetría explícitamente

(como se puede ver en (1.63)), los neutrinos no tienen un matriz de masa en el contexto

del MSSM. Para poder encontrar dicha matriz, se deben realizar cambios a este modelo

supersimétrico. En los siguientes captíulos se desarrollará el concepto de simetría de

paridad R, que se verá define el superpotencial usado en el MSSM, y se analizarán

formas de tomar en cuenta términos que no respeten dicha simetría. Por último, se

estudiará el espacio de parámetros supersimétricos que generar masa a los neutrinos.
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2.
Ruptura de paridad R

2.1. Simetría de Paridad R

El superpotencial del MSSM (1.62) contiene solo los términos necesarios para reprodu-

cir lo ya obtenido con el modelo estándar, por lo que en principo este podría contener

términos extra, siempre que cumplan con los requerimientos necesarios (holomórficos

viendo a los campos como variables complejas e invariantes gauge). Estos nuevos

términos pueden no respetar simetrías globales, como por ejemplo número leptónico

o número bariónico. No obstante, dichas simetrías de no pueden ser rotas al mismo

tiempo, ya que inducen la desintegración del protón [2].

Para evitar la aparición de estos términos en el MSSM, se ha definido un nuevo número

cuántico conocido como paridad R [2] y que se calcula según

PR = (−1)2S+3(B−L) (2.1)



donde S, B y L representan espín, número bariónico y número leptónico, respecti-

vamente. La paridad R ha sido definida de esta manera de modo que las partículas

del modelo estándar tengan PR = 1 y las partículas supersimétricas tengan PR = −1.

Podemos concluir de esta definición que la condición que deben cumplir los términos

presentes en el lagrangiano del MSSM radica en que conserven dicha paridad.

Si la paridadR es conservada exactamente, no pueden haber mezclas entre partículas con

diferente PR y cada vértice de interacción debe contener un cantidad par de partículas

con PR = −1. La realización de dicha simetría trae como consecuencia los siguientes

puntos: la partícula supersimétrica más ligera (LSP) es estable, y si esta es neutra

(Q = 0), es un candidato para la materia oscura [23]; cada partícula supersimétrica

debe decaer en una cantidad impar de partículas supersimétricas; si superpartículas son

producidas en un colisionador, estas deben aparecer en pares.

2.2. MSSM con ruptura de paridad R

Si bien el concepto de paridad R se ha introducido en el MSSM con el fin de evitar

consecuencias físicas no deseadas, esta simetría no está basada en fenómenos físicos. Es

decir, puede romperse de formas específicas sin reintroducir los problemas mencionados

anteriormente, por lo que es de interés en este trabajo analizar las consecuencias que

implica la no conservación de este número cuántico.
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Los términos que rompen paridad R y que pueden ser agregados al superpotencial del

MSSM (1.62) son

W∆L=1 =

(
1

2
L̃iaL̃jbλ

ijkẽck + L̃iaQ̃jbλ
′ijkd̃ck − µiL̃iaHub

)
ϵab (2.2)

que rompe número leptónico en 1, y

W∆B=1 =
1

2
ũci d̃

c
jλ

′′ijkd̃ck (2.3)

que rompe número bariónico en 1. El signo delante de µi es mera convención.

Como mencionamos anteriormente, uno de los principales problemas que surgen al

considerar los términos antes añadidos es el del decaimiento del próton1: si los acoples

λ′ijk y λ′′ijk son tomados en cuenta simultáneamente y son del orden de O(1), el tiempo

de decaimiento del protón sería extremadamente corto (una fracción de segundo). Sin

embargo, experimentalmente se ha determinado que dicho tiempo de decaimiento es de

más de 1032 años [2]. Para evitar dicho resultado, basta con prohibir ya sea los términos

que rompen L o los que rompen B, por lo que en este trabajo consideramos fijar

λ′′ijk = 0 (2.4)

En este marco de ruptura de paridad R no hay número cuántico que diferencie entre Hd

y Li, por lo que es conveniente reescribirlos como una 4-tupla

Hd, L̃i → L̃α =
(
L̃0 ≡ Hd, L̃i

)
i = {1, 2, 3} (2.5)

Es importante recordar que cada componente de Lα es un doblete de SU(2).

1En el contexto del MSSM no se presenta dicho problema ya que estos términos están descartados
porque se prioriza conservar la paridad R.
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El superpotencial del MSSM, al quedar modificado con la adición de los términos de la

expresión (2.2), puede reescribirse como2

WRPV =

(
−HuaQ̃ibY

ij
u ũ

c
j +

1

2
L̃αaL̃βbλ

αβiẽci + L̃αaQ̃ibλ
′αij d̃cj − µαL̃αaHub

)
ϵab

(2.6)

donde la 4-tupla µα = (µ0, µi) representa los términos de interacción entre el doblete

Hu y los dobletes Lα, donde también se ha hecho la identificación |µα| ≡ |µ| (constante

de acople de los campos de Higgs en el superpotencial del MSSM (1.62)) y los acoples

tipo Yukawa se recuperan con

λ0ij ≡ Y ij
e y λ′0ij ≡ Y ij

d (2.7)

También se debe notar que el símbolo λαβi es antisimétrico en sus dos primeros índices.

En efecto, debido a su multiplicación con el símbolo de Levi-Civita en (2.6), se tiene

1

2
L̃αaL̃βbλ

αβiẽciϵ
ab = −1

2
L̃αaL̃βbλ

αβiẽciϵ
ba (2.8)

= −1

2
L̃αbL̃βaλ

αβiẽciϵ
ab (re-etiquetamos a↔ b) (2.9)

= −1

2
L̃βbL̃αaλ

βαiẽciϵ
ab (re-etiquetamos α ↔ β) (2.10)

= −1

2
L̃αaL̃βbλ

βαiẽciϵ
ab (2.11)

Entonces
1

2
L̃αaL̃βb

(
λαβi + λβαi

)
eciϵ

ab = 0 (2.12)

Como el único término que puede ser idéntico a cero es el que está entre paréntesis,

λαβi debe ser antisimétrico en sus dos primeros índices: λαβi = −λβαi.

2En la expresión del superpotencial se usan índices griegos para indicar 4-tuplas o índices que toman
cuatro valores (µ = {0, 1, 2, 3}).
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El lagrangiano de ruptura suave de supersimetría considera los nuevos términos

Lsoft,∆L=1 = −
(
L̃iaL̃jbA

ijkẽck + L̃iaQ̃jbA
′ijkd̃ck − biL̃iaHub + c.c.

)
ϵab

−H†
d

(
m2

L

)i
L̃i + c.c. (2.13)

Lsoft,∆B=1 = −ũcid̃cjA′′ijkd̃ck + c.c. (2.14)

En analogía al MSSM, los símbolosAijk,A′ijk yA′′ijk se encuentran en correspondencia

con λijk, λ′ijk y λ′′ijk de las expresiones (2.2) y (2.3). Por lo tanto, al igual que en el

superpotencial, descartamos los términos (2.14) que rompen número bariónico.

Luego el lagrangiano de ruptura suave de supersimetría del MSSM (1.63) queda modifi-

cado con la adición de los términos (2.13), pudiéndose reescribir como

LRPV,soft = −1

2

(
M1B̃B̃ +M2W̃

T W̃ +M3g̃g̃ + c.c.
)

−
(
−HuaQ̃ibA

ij
u ũ

c
j +

1

2
L̃αaL̃βbA

αβiẽci + L̃αaQ̃ibA
′αij d̃cj + c.c.

)
ϵab

− Q̃†
i

(
m2

Q

)ij
Q̃j − ũci

(
m2

u

)ij
ũc∗j − d̃ci

(
m2

d

)ij
d̃c∗j − ẽci(m

2
e)

ij ẽc∗j

−m2
Hu
H†

uHu − L̃†
α(m

2
L)

αβL̃β +
(
bαL̃αaϵ

abHub + c.c.
)

(2.15)

donde los parámetros bi junto con b0 ahora forman la 4-tupla bα = (b0, bi). La matriz de

masa m2
L debe ser hermítica. Con un razonamiento análogo al usado para λαβi, vemos

que Aαβi también es antisimétrico en sus dos primeros índices: Aαβi = −Aβαi. Los

símbolos Ae y Ad se recuperan según

A0ij ≡ Aij
e y A′0ij ≡ Aij

d (2.16)

La teoría obtenida al considerar el superpotencial (2.6) y el lagrangiano de ruptura

suave de supersimetría (2.15) es llamada Modelo estándar supersimétrico minimal con

ruptura de paridad R (RPV MSSM).
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El lagrangiano total será

LRPV = Lfree + LRPV,int + LRPV,soft + Lgauge (2.17)

donde el lagrangiano de interacción depende del potencial escalar VRPV, por lo que es

conveniente recordar que dicho potencial se consigue del superpotencial WRPV según

VRPV = VRPV,F + VRPV,D =
∑
i

W ∗
RPViWRPVi +

1

2

∑
a

g2

(∑
i

ϕ∗
iT

aϕi

)2

(2.18)

donde WRPVi representa la variación del superpotencial respecto del campo escalar

etiquetado con el índice i, y este constituye el término que varía respecto de lo presentado

en el MSSM. Tanto el término D en el potencial escalar (donde i etiqueta a todos los

campos escalares en consideración y donde la suma sobre a cuenta los generadores

de los grupos de gauge de dichos campos, que en este caso son los grupos U(1)Y y

SU(2)L) como Lgauge en el lagrangiano, no cambian respecto a lo presentado en el

MSSM, ya que el grupo de gauge del RPV MSSM es el mismo que el del MSSM.

2.3. Matrices de masa

Ya que a partir de ahora se trabajará en el marco del ruptura de paridad R, solo se

escribirá explicitamente el subíndice RPV solo cuando haya ambiguedad en los términos

a analizar. Para construir el término F del potencial escalar V , primero se evalúan las

derivadas parciales del superpotencial respecto de los campos en la expresión (2.6)

∂W

∂Huc

=
(
−Q̃ibY

ij
u ũ

c
j + µαL̃αb

)
ϵcb (2.19)

∂W

∂Q̃kc

=
(
HubY

kj
u ũcj − L̃αbλ

′αkj d̃cj

)
ϵcb (2.20)

∂W

∂ũck
= −HuaQ̃ibY

ik
u ϵab (2.21)
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∂W

∂L̃γc

=
(
L̃αbλ

γαiẽci + Q̃ibλ
′γij d̃cj − µγHub

)
ϵcb (2.22)

∂W

∂ẽck
=

1

2
L̃αaL̃βbλ

αβkϵab (2.23)

∂W

∂d̃ck
= L̃αaQ̃ibλ

′αikϵab (2.24)

Estos términos se deben insertar en la expresión (2.18).

2.3.1. Minimización del potencial de Higgs

Vemos que las únicas expresiones que solo involucran a los campos Hu y L̃α, en las

derivadas calculadas anteriormente, son (2.19), (2.22) y (2.23). Luego, en la expresión

para el potencial escalar se tiene

VF ⊃
∑
a

(
µαL̃αa

)(
µβL̃βa

)∗
+
∑
a,γ

(µγHua)(µ
γHua)

∗

+
∑
k

(
1

2
L̃αaL̃βbλ

αβkϵab
)(

1

2
L̃γcL̃δdλ

γδkϵcd
)∗

(2.25)

= µαµβ∗
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
+ |µ|2

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)
+

1

4

∑
k

λαβkλγδk∗
(
L̃0
αL̃

−
β − L̃−

α L̃
0
β

)(
L̃0∗
γ L̃

−∗
δ − L̃−∗

γ L̃0∗
δ

)
(2.26)

donde L0
α y L−

α representan la parte neutra y cargada del doblete Lα respectivamente, y

se debe recordar la notación

|µ|2 ≡
∑
α

|µα|2 (2.27)
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Del lagrangiano de ruptura suave de supersimetría (2.15) tenemos

Lsoft ⊃ −m2
Hu
H†

uHu − L̃†
α(m

2
L)

αβL̃β +
(
bαL̃αaϵ

abHub + c.c.
)

(2.28)

= −m2
Hu

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)− (m2
L)

αβ
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
+
[
bα
(
L̃0
αH

0
u − L̃−

αH
+
u

)
+ c.c.

]
(2.29)

En el capítulo anterior vimos que el término D del potencial escalar V se obtiene según

VD =
1

2

∑
a

g2a

(∑
i

ϕ∗
iT

aϕi

)2

(2.30)

Para el grupo U(1)Y la constante de acople se designa por g′ y se tiene un solo generador

YL (hipercarga). Calculando

VD ⊃ 1

2
g′2

(
H†

uYLHu +
∑
α

L̃†
αYLL̃α

)2

(2.31)

=
1

8
g′2

(
H†

uHu −
∑
α

L̃†
αL̃α

)2

(2.32)

=
1

8
g′2

[∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2 −∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 + ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2)]2 (2.33)

Para el grupo SU(2)L la constante de acople se denota por g y los generadores son

T i = σi/2, donde σi son las matrices de Pauli. Calculando

VD ⊃ 1

2
g2

(H†
u

σ1

2
Hu +

∑
α

L̃†
α

σ1

2
L̃α

)2

+

(
H†

u

σ2

2
Hu +

∑
α

L̃†
α

σ2

2
L̃α

)2

+

(
H†

u

σ3

2
Hu +

∑
α

L̃†
α

σ3

2
L̃α

)2
 (2.34)
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VD ⊃ 1

8
g2

(H0∗
u H

+
u +H+∗

u H0
u +

∑
α

(
L̃−∗
α L̃0

α + L̃0∗
α L̃

−
α

))2

−

(
H0∗

u H
+
u −H+∗

u H0
u +

∑
α

(
L̃−∗
α L̃0

α − L̃0∗
α L̃

−
α

))2

+

(∣∣H+
u

∣∣2 − ∣∣H0
u

∣∣2 +∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 − ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2))2
 (2.35)

=
1

8
g2

4∣∣∣∣∣H0∗
u H

+
u +

∑
α

L̃0
αL̃

−∗
α

∣∣∣∣∣
2

+

(∣∣H+
u

∣∣2 − ∣∣H0
u

∣∣2 +∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 − ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2))2
 (2.36)

Por lo tanto el potencial escalar del RPV MSSM conformado por los bosones de Higgs

y los sleptones está dado por

VH =
(
|µ|2 +m2

Hu

)(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)+ (µαµβ∗ + (m2
L)

αβ
)(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
+

1

4

∑
k

λαβkλγδk∗
(
L̃0
αL̃

−
β − L̃−

α L̃
0
β

)(
L̃0∗
γ L̃

−∗
δ − L̃−∗

γ L̃0∗
δ

)
−
[
bα
(
L̃0
αH

0
u − L̃−

αH
+
u

)
+ c.c.

]
+

1

2
g2

∣∣∣∣∣H0∗
u H

+
u +

∑
α

L̃0
αL̃

−∗
α

∣∣∣∣∣
2

+
1

8
g′2

[∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2 −∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 + ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2)]2

+
1

8
g2

[∣∣H+
u

∣∣2 − ∣∣H0
u

∣∣2 +∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 − ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2)]2 (2.37)

Vemos que los términos extra respecto de lo conocido para el MSSM, consecuencia de

la ruptura de la paridad R, son los que dependen de los sleptones L̃i.

Como se espera, ahora exigimos que el mínimo de este potencial (estados de vacío)

rompa la simetría electrodébil mateniendo intacto U(1)EM. Podemos usar una transfor-
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mación de gauge SU(2)L para fijar, en los puntos mínimos del potencial,

⟨H+
u ⟩ = 0 (2.38)

y así no obtener un posible valor de espectación en el vacío (VEV) para dicho compo-

nente de Hu. Es importante remarcar que para que la simetría del electromagnetismo

U(1)EM no sea necesariamente rota, las componentes cargadas de los Higgs y los

sleptones no deben poseer VEV [1].

Asimismo, un mínimo del potencial (2.37) debe satisfacer

∂VH
∂H+

u

∣∣∣∣
H+

u =0

= 0 (2.39)

Esto implica la siguiente condición

∑
α

(
bα +

1

2
g2H0∗

u L̃
0∗
α

)
L̃−
α = 0 (2.40)

que es satisfecha si

⟨L̃−
α ⟩ = 0 (2.41)

en el mínimo del potencial. Este resultado se muestra de acuerdo con el comentario

anterior. Mediante un cálculo directo se puede comprobar que

∂VH

∂L̃−
α

∣∣∣∣
H+

u =0,L̃−
α=0

= 0 (2.42)

Realizando las sustituciones recién encontradas, los términos que quedan a analizar son

VH |H+
u =0,L̃−

α=0 =
(
|µ|2 +m2

Hu

)∣∣H0
u

∣∣2 + (µαµβ∗ + (m2
L)

αβ
)
L̃0
αL̃

0∗
β

−
(
bαL̃0

αH
0
u + c.c.

)
+

1

8

(
g′2 + g2

)(∣∣H0
u

∣∣2 −∑
α

∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2)2

(2.43)

en el mínimo del potencial.
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Los términos que a simple vista dependen de las fases de los campos son

bαL̃0
αH

0
u (2.44)

Una redefinición de los campos Hu y L̃α puede absorber las fases de los parámetros bα,

por lo que podemos asumir a estos parámetros reales y positivos.

Para seguir estudiando los mínimos del potencial de Higgs VH , rescribiremos las

componentes neutras de los campos de la siguiente manera

H0
u = ⟨H0

u⟩+ h0 + iξ y L̃0
α = eiϕα

(
⟨L̃0

α⟩+ l0α + iχα

)
(2.45)

Podemos basarnos en una transformación de gauge U(1)Y en los campos en consi-

deración para alinear el VEV de H0
u con su componente real, por lo que solo los L̃0

α

adquieren las fases ϕα. Luego, calculamos los términos lineales respecto de h0 y l0α en

el potencial, cuyos coeficientes (llamados de tadpole a tree-level) deben anularse en el

mínimo del potencial. Estas relaciones fijarán los VEV restantes ⟨H0
u⟩ y eiϕα ⟨L̃0

α⟩.

Junto con la redefinición de los campos H0
u y L̃0

α para fijar los parámetros bα, también

podemos hacer un cambio de base tal forma que

⟨L̃0
i ⟩ = 0 para i = {1, 2, 3} (2.46)

Dicha base es llamada de interacción. Con esta elección se diferencian los sleptones

de los bosones de Higgs: solo los últimos adquieren valores de espectación en el vacío.

Las fases ϕi son absorbidas por las componentes neutras l0i y χi.
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Para que el potencial de Higgs VH tenga un mínimo en donde los campos neutros

adquieran VEV no nulos, se debe exigir que los términos L̃0
αH

0
u sean reales y positivos,

por lo que ⟨H0
u⟩ y eiϕ0 ⟨L̃0

0⟩ deben tener fases opuestas. Por lo tanto

ϕ0 = 0 (2.47)

Luego de realizar los cálculos correspondientes, podemos expresar la parte lineal de

interés del potencial de Higgs como

VH |H+
u =0,L̃−

α=0 ⊃ Tuh
0 +

∑
α

Tαl
0
α (2.48)

donde los coeficientes de tadpole son

Tu = −2b0 ⟨L̃0
0⟩+

1

2

(
g2 + g′2

)(
⟨H0

u⟩
2 − ⟨L̃0

0⟩
2
)
⟨H0

u⟩+ 2
(
|µ|2 +m2

u

)
⟨H0

u⟩ (2.49)

T0 = −2b0 ⟨H0
u⟩ −

1

2

(
g2 + g′2

)(
⟨H0

u⟩
2 − ⟨L̃0

0⟩
2
)
⟨L̃0

0⟩

+ 2
(∣∣µ0

∣∣2 + (m2
L)

00
)
⟨L̃0

0⟩ (2.50)

Ti = −2bi ⟨H0
u⟩+

[(
µ0µi∗ + (m2

L)
0i
)
+ c.c.

]
⟨L̃0

0⟩ (2.51)

con i = {1, 2, 3}. Como ya comentamos, la minimización del potencial de Higgs

requiere que

Tu = 0, T0 = 0 y Ti = 0 (2.52)

Estas condiciones fijarán relaciones entre los parámetros.

También se debe exigir que los VEV recién introducidos sean compatibles con la

fenomenología de la ruptura de simetría electrodébil SU(2)L ×U(1)Y → U(1)EM , por
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lo que se hace la correspondencia

⟨H0
u⟩ ≡

vu√
2
, ⟨L̃0

0⟩ ≡
vd√
2

(2.53)

v2u + v2d ≡ v2 =
4m2

Z

g2 + g′2
≈ (246GeV)2 (2.54)

La razón entre los VEV es denotada por

tan β ≡ vu
vd

(2.55)

donde β ∈ (0, π/2). También son útiles las siguiente relaciones

g′v = 2mZ sin θW y gv = 2mZ cos θW (2.56)

donde θW denota al ángulo de Weinberg.

Por lo tanto las condiciones de minimización se pueden escribir como

8b0 cot β = −m2
Z cos 2β + 8

(
|µ|2 +m2

u

)
(2.57)

8b0 tan β = m2
Z cos 2β + 8

(∣∣µ0
∣∣2 + (m2

L)
00
)

(2.58)

2bi tan β =
[(
µ0µi∗ + (m2

L)
0i
)
+ c.c.

]
(2.59)

En la base de interacción, las dos primeras condiciones son análogas a las que se

obtienen en el MSSM [2], mientras que las demás imponen restricciones en los valores

que pueden adoptar los paramétros supersimétricos que rompen paridad R. Por ejemplo,

se usará la ecuación (2.59) para fijar los valores de (m2
L)

0i. Tomando a |µ|2, |µ0|2, b0,

m2
Hu

y (m2
L)

00 como input, podemos obtener m2
Z y tan 2β de las expresiones anteriores

sin 2β =
2b0

|µ|2 + |µ0|2 +m2
Hu

+ (m2
L)

00
(2.60)

m2
Z

4
=

∣∣∣|µ|2 − |µ0|2 +m2
Hu

− (m2
L)

00
∣∣∣√

1− sin2 2β
− |µ|2 −

∣∣µ0
∣∣2 −m2

Hu
− (m2

L)
00 (2.61)
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En la aproximación |µ| ≈ |µ0| las expresiones recientemente obtenidas son idénticas a

las que se tienen en el caso del MSSM [2].

2.3.2. Higgs y sleptones

Debido a la ruptura de paridad R no es posible diferenciar los Higgs de los sleptones,

por los que tenemos que considerarlos simultáneamente al construir las matrices de

masa. Para esto podemos tomar los términos cuadráticos del potencial escalar en (2.26)

y añadir los términos adicionales que involucran al ẽc, que surgen de (2.22)

−VF ⊃ −µαµβ∗
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
− |µ|2

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)
− 1

4

∑
k

λαβkλσδk∗
(
L̃0
αL̃

−
β − L̃−

α L̃
0
β

)(
L̃0∗
σ L̃

−∗
δ − L̃−∗

σ L̃0∗
δ

)
−
∑
γ

λγαiλγβj∗
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
ẽci ẽ

c∗
j

+
∑
γ

λγαj∗µγ
(
L̃0∗
α H

+
u + L̃−∗

α H0
u

)
ẽc∗j + c.c. (2.62)

En la parte del lagrangiano de ruptura suave de supersimetría se debe agregar

Lsoft ⊃ −m2
Hu

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)− (m2
L)

αβ
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
+
[
bα
(
L̃0
αH

0
u − L̃−

αH
+
u

)
+ c.c.

]
−
(
1

2
L̃αaL̃βbA

αβiẽciϵ
ab + c.c

)
− ẽci(m

2
e)

ij ẽc∗j (2.63)

= −m2
Hu

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)− (m2
L)

αβ
(
L̃0
αL̃

0∗
β + L̃−

α L̃
−∗
β

)
+
[
bα
(
L̃0
αH

0
u − L̃−

αH
+
u

)
+ c.c.

]
−
[
1

2

(
L̃0
αL̃

−
β − L̃−

α L̃
0
β

)
Aαβiẽci + c.c

]
− ẽci(m

2
e)

ij ẽc∗j (2.64)

Para la parte del término D del potencial, solo la que depende del grupo U(1)Y se ve
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modificada a

−VD ⊃ −1

8
g2

4∣∣∣∣∣H0∗
u H

+
u +

∑
α

L̃0
αL̃

−∗
α

∣∣∣∣∣
2

+

(∣∣H+
u

∣∣2 − ∣∣H0
u

∣∣2 +∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 − ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2))2


− 1

8
g′2

[∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2 −∑
α

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 + ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2)+ 2
∑
i

|ẽci |
2

]2
(2.65)

Componentes neutras

Luego de hacer los cambios de notación (2.45) para tomar en cuenta los VEV correspon-

dientes ⟨H0
u⟩ ≡ vu/

√
2, ⟨L0

0⟩ ≡ vd/
√
2 y ⟨L0

i ⟩ ≡ 0, en la base de los estados propios

de gauge ϕ0 = (h0, l00, l
0
1, l

0
2, l

0
3, ξ, χ0, χ1, χ2, χ3) se tiene el siguiente término de masa

en el lagrangiano

LHiggs,mass ⊃ −1

2
ϕ0TM2

H0ϕ0 (2.66)

donde

M2
H0 =

X1 X†
2

X2 X3

 (2.67)

con

X1 =



|µ|2 +m2
Hu

+

m2
Z(

1
2
− cos(2β))

−b0 − 1
2
m2

Z sin(2β) −bj

−b0 − 1
2
m2

Z sin(2β)
|µ0|2 + (m2

L)
00+

m2
Z(

1
2
+ cos(2β))

Re{µ0µj∗ + (m2
L)

0j}

−bi Re{µ0µi∗ + (m2
L)

0i} Re
{
µ(iµj)∗ + (m2

L)
(ij)
}
−

1
2
m2

Z sin2 βδij


(2.68)
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En la última entrada se ha usado la simetrización de índices. También

X2 =


0 0 0

0 0 − Im{µ0µj∗ + (m2
L)

0j}

0 − Im{µ0∗µi + (m2
L)

i0} − Im{µiµj∗ + (m2
L)

ij}

 (2.69)

y

X3 =



|µ|2 +m2
Hu

−
1
2
m2

Z cos(2β)
b0 bj

b0
|µ0|2 + (m2

L)
00+

1
2
m2

Z cos(2β)
Re{µ0µj∗ + (m2

L)
0j}

bi Re{µ0µi∗ + (m2
L)

0i} Re
{
µ(iµj)∗ + (m2

L)
(ij)
}
−

1
2
m2

Z sin2 βδij


(2.70)

donde se han usado las relaciones (2.56).

Componentes cargadas

Reemplazando a las componentes de los Higgs y los sleptones por sus VEV, se tiene que

en la base de los estados propios de gauge ϕ± =
(
H+

u , L̃
−∗
0 , L̃−∗

1 , L̃−∗
2 , L̃−∗

3 , ẽc1, ẽ
c
2, ẽ

c
3

)
el término de masa en el lagrangiano es el siguiente

LHiggs,mass ⊃ −ϕ±†M2
H±ϕ± (2.71)

donde

M2
H± =

X′
1 X′†

2

X′
2 X′

3

 (2.72)
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con

X′
1 =

|µ|2 +m2
Hu

+

m2
Z

(
1
2 − sin2 θW cos2 β

) b0 + 1
2m

2
Z cos2 θW sin(2β) bj

b0 + 1
2m

2
Z cos2 θW sin(2β)

∣∣µ0
∣∣2 + (m2

L)
00+

m2
Z

(
1
2 − sin2 θW sin2 β

) µ0µj∗ + (m2
L)

0j

bi µiµ0∗ + (m2
L)

i0

µiµj∗ + (m2
L)

ij+
1
2

∑
k λ

0ikλ0jk∗v2d−
1
2m

2
Z cos(2θW ) cos(2β)δij


(2.73)

También

(X′
2)3×5 = − 1√

2

(∑
γ λ

γ0i∗µγvd
∑

γ λ
γ0i∗µγvu

∑
γ λ

γij∗µγvu − A0ij∗vd

)
(2.74)

y

X′
3 =

1

2

∑
γ

λγ0i∗λγ0jv2d + (m2
e)

ji −m2
Z sin2 θW cos(2β)δij (2.75)

2.3.3. Squarks

Términos D

A todas las matrices de masa se les debe agregar un término producto de

Da = −g

(∑
i

ϕ∗
iT

aϕi

)
(2.76)

Considerando el término general para el grupo U(1)Y con ϕ =
{
ũ, d̃, . . .

}
se tiene
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D ⊃ −g′
(
ϕ∗Y ϕ+H∗

uY Hu +
∑
α

L̃∗
αY L̃α

)
(2.77)

= −g′
[
Yϕϕ

∗ϕ+
1

2

(∣∣H+
u

∣∣2 + ∣∣H0
u

∣∣2)−∑
α

1

2

(∣∣∣L̃0
α

∣∣∣2 + ∣∣∣L̃−
α

∣∣∣2)] (2.78)

donde Yϕ denota la hipercarga del campo ϕ. Reemplazando los VEV

1

2
DD ⊃ −g

′2

4

(
v2d − v2u

)
Yϕϕ

∗ϕ (2.79)

Para el grupo SU(2)L con Φ = (ϕu, ϕd) donde Φ = {Q,L} se tiene

Da = −g
2

(
Φ∗τaΦ +H∗

uτ
aHu +

∑
α

L̃∗
ατ

aL̃α

)
(2.80)

Las partes a = 1, 2 no contribuyen al término de masa, entonces

1

2
D3D

3 =
g2

8

(ϕ∗
u ϕ∗

d

)1 0

0 −1


ϕu

ϕd


+

(
H+∗

u H0∗
u

)1 0

0 −1


H+

u

H0
u


+
∑
α

(
L̃0∗
α L̃−∗

α

)1 0

0 −1


L̃0

α

L̃−
α


 (2.81)

Reemplazando los VEV

1

2
D3D

3 ⊃ g2

4

(
v2d − v2u

)(1

2
ϕ∗
uϕu −

1

2
ϕ∗
dϕd

)
(2.82)

=
g2

4

(
v2d − v2u

)
(T3ϕ

∗
uϕu + T3ϕ

∗
dϕd) (2.83)

Ambos términos deben ser agregados como las contribuciones del término D a la matriz

de masa:

−VD ⊃ ϕ∗1

4

(
v2d − v2u

)(
g′2Yϕ − g2T3

)
ϕ (2.84)
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Squarks up

Debemos tomar en consideración los términos (2.19), (2.20) y (2.21) en la expresión

para VF . Se tiene entonces

−VF ⊃ −
∑
a

(
−Q̃iaY

ij
u ũ

c
j + µαL̃αa

)(
−Q̃kaY

kl
u ũ

c
l + µβL̃βa

)∗
−
∑
a,k

(
HuaY

ki
u ũci − L̃αaλ

′αkid̃ci

)(
HuaY

kj
u ũcj − L̃βaλ

′βkj d̃cj

)∗
−
∑
k

(
HuaQ̃ibY

ik
u ϵab

)(
HucQ̃jdY

jk
u ϵcd

)∗
(2.85)

=
[
ũ∗i

(
Y ij∗
u µαL̃0

α

)
ũc∗j + c.c.

]
−
∑
k

ũci

(
Y ki
u Y kj∗

u

∣∣H0
u

∣∣2)ũc∗j
−
∑
k

ũ∗i

(
Y ik∗
u Y jk

u

∣∣H0
u

∣∣2)ũj (2.86)

donde en la última línea se han escrito solo los términos relevantes para la matriz de

masa. La parte del término D relevante para estos campos, según la regla (2.84), es

−VD ⊃ 1

8

(
v2d − v2u

)(1

3
g′2 − g2

)∑
i

ũ∗i ũi (2.87)

− 1

6

(
v2d − v2u

)
g′2
∑
i

ũci ũ
c∗
i (2.88)

Del lagrangiano de ruptura suave de supersimetría (2.15) tenemos

Lsoft ⊃ −
(
−HuaQ̃ibA

ij
u ũ

c
j + c.c.

)
ϵab − Q̃†

i

(
m2

Q

)ij
Q̃j − ũci

(
m2

Hu

)ij
ũc∗j (2.89)

= −ũ∗i
(
Aij∗

u H0∗
u

)
ũc∗j + c.c. − ũ∗i

(
m2

Q

)ij
ũj − ũci

(
m2

Hu

)ij
ũc∗j (2.90)

Se puede observar que los términos relevantes no involucran ninguna cantidad que

rompa simetría de paridad R, por lo que el resultado es idéntico al obtenido para el

MSSM. Luego de haber reemplazado los VEV en la base de los estados propios de
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interacción ψ̃u =
(
ũ, c̃, t̃, ũc∗, c̃c∗, t̃c∗

)
, se llega al siguiente término de masa en el

lagrangiano supersimétrico

Lũ,mass = −ψ̃u†M2
uψ̃

u (2.91)

donde

M2
u =


m2

Q + 1
2
Y∗

uY
T
u v

2
u+

m2
Z

(
1
2
− 2

3
sin2 θW

)
cos(2β)I

1√
2
(A∗

uvu −Y∗
uµ

0vd)

1√
2
(Auvu −Yuµ

0∗vd)
m2

u +
1
2
YT

uY
∗
uv

2
u+

2
3
m2

Z sin2 θW cos(2β)I

 (2.92)

donde se ha usado la notación de matrices por bloques para (m2
Q)

ij , Y ij
u , (m2

u)
ij y Aij

u .

Squarks down

Análogamente al caso anterior, los términos relevantes en la expresión de VF son (2.20),

(2.21), (2.22) y (2.24). Se tiene

−VF ⊃ −
∑
a,k

(
HuaY

ki
u ũci − L̃αaλ

′αkid̃ci

)(
HuaY

kj
u ũcj − L̃βaλ

′βkj d̃cj

)∗
−
∑
k

(
HuaQ̃ibY

ik
u ϵab

)(
HucQ̃jdY

jk
u ϵcd

)∗
−
∑
a,γ

(
L̃αaλ

γαiẽci + Q̃iaλ
′γij d̃cj − µγHua

)
(
L̃βaλ

γβkẽck + Q̃kaλ
′γkld̃cl − µγHua

)∗
−
∑
k

(
L̃αaQ̃ibλ

′αikϵab
)(
L̃βcQ̃jdλ

′βjkϵcd
)∗

(2.93)

=

[∑
γ

d̃∗i
(
λ′γij∗µγH0

u

)
d̃c∗j + c.c.

]
−
∑
k

d̃ci

(
λ′αkiλ′βkj∗L̃0

αL̃
0∗
β

)
d̃c∗j

− d̃∗i

(
λ′αik∗λ′βjkL̃0∗

α L̃
0
β

)
d̃j (2.94)
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En la última línea solo se ha escrito los términos relevantes a la matriz de masa. La

contribución del término D del potencial es

−VD ⊃ 1

8

(
v2d − v2u

)(1

3
g′2 + g2

)∑
i

d̃∗i d̃i +
1

12

(
v2d − v2u

)
g′2
∑
i

d̃ci d̃
c∗
i (2.95)

Del lagrangiano de ruptura suave de supersimetría (2.15) tenemos

Lsoft ⊃ −
(
L̃αaQ̃ibA

′αij d̃cj + c.c.
)
ϵab − Q̃†

i

(
m2

Q

)ij
Q̃j − d̃ci

(
m2

d

)ij
d̃c

†
j

= d̃∗iA
′αij∗L0∗

α d̃
c
∗
j − d̃∗i

(
m2

Q

)ij
d̃j − d̃ci

(
m2

d

)ij
d̃c

∗
j

(2.96)

Luego de haber reemplazado los VEV correspondientes en la base de los estados

propios de gauge ψd =
(
d̃, s̃, b̃, d̃c∗, s̃c∗, b̃c∗

)
se tiene el siguiente término de masa en el

lagrangiano

Ld̃,mass = −ψd†M2
dψ

d (2.97)

donde

M2
d =


m2

Q + 1
2
λλλ′0∗λλλ′0Tv2d−

m2
Z

(
1
2
− 1

3
sin2 θW

)
cos(2β)I

− 1√
2
(A′0∗vd + λλλ′0∗µ0vu)

− 1√
2
(A′0vd + λλλ′0µ0∗vu)

m2
d +

1
2
λλλ′0Tλλλ′0∗v2d−

1
3
m2

Z sin2 θW cos(2β)I

 (2.98)

donde se ha usado la notación de matrices por bloques para (m2
Q)

ij , λ′0ij , (m2
d)

ij y A′0ij .
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2.3.4. Charginos y Neutralinos

Charginos

Los terminos de interés en el lagrangiano (2.17) son

LRPV,int ⊃ µ0H̃+
u H̃

−
d + µiH̃+

u L
−
i − 3

2
√
2

(
λ00jvdH

−
d e

c
j + λ0ijvdL

−
i e

c
j

)
+ c.c. (2.99)

LRPV,soft ⊃ −1

2
M2

[
(W̃ 1)2 + (W̃ 2)2

]
+ c.c. = −M2W̃

+W̃− + c.c. (2.100)

Lgauge ⊃ − 1√
2
g
(
vuH̃

+
u W̃

− + vdH̃
−
d W̃

+
)

(2.101)

La contribución del LRPV,int viene del término −1
2
M ijψiψj proveniente de 1

2
M ijϕiϕj , y

del término −1
2
yijkϕiψjψk proveniente del 1

6
yijkϕiϕjϕk del superpotencial (2.6). En la

base de estados propios de gauge

ψ±
α =

(
W̃+, H̃+

u , W̃
−, H̃−

d , L
−
1 , L

−
2 , L

−
3 , e

c
1, e

c
2, e

c
3

)
(2.102)

las expresiones anteriores se pueden reescribir en el siguiente término de masa

LC̃ = −1

2

(
ψ0
)T
MC̃ψ

0 + c.c. (2.103)

donde la matriz de masa de los charginoss MC̃ está dada por

MC̃ =


02×2 XT

1 02×3

X1 05×5 XT
2

03×2 X2 03×3

 (2.104)

donde

X1 =



M2
1√
2
gvu

1√
2
gvd −µ0

0 −µ1

0 −µ2

0 −µ3


X2 =

3

2
√
2
vd


0 λ001 λ011 λ021 λ031

0 λ002 λ012 λ022 λ032

0 λ003 λ013 λ023 λ033

 (2.105)

42



Los estados propios de dicha matriz de masa son llamados charginos. Si no se tomarán

en cuenta los términos que rompen paridad R, entonces λ00i = 0 y la matriz de masa

solo tomaría en cuenta higgsinos H+
u y H−

d y a los gauginos W+ y W−. Los leptones

conformarían otra matriz de masa.

Neutralinos

Los gauginos neutros B̃ y W̃ 0, las componentes neutras de los higgsinos H̃0
u y L0

0 ≡ H̃0
d

y los neutrinos L0
1 ≡ νe, L0

2 ≡ νµ y L0
3 ≡ ντ se combinan para formar estados propios

de masa denominados neutralinos. En el contexto de la ruptura de la simetría de paridad

R, las diferencias entre los neutrinos y neutralinos se reducen a solo la masa.

Los terminos de interés en el lagrangiano (2.17) son

LRPV,int ⊃ µ0H̃0
uH̃

0
d + µ1H̃0

uνe + µ2H̃0
uνµ + µ3H̃0

uντ + c.c. (2.106)

LRPV,soft ⊃ −1

2

(
M1B̃

2 +M2W̃
2
0

)
+ c.c. (2.107)

Lgauge ⊃ −1

2
g′B̃
(
vuH̃

0
u − vdH̃

0
d

)
+

1

2
gW̃ 0

(
vuH̃

0
u − vdH̃

0
d

)
+ c.c. (2.108)

La contribución del LRPV,int viene del término −1
2
M ijψiψj proveniente del 1

2
M ijϕiϕj

del superpotencial (2.6).

En la base de estados propios de gauge ψ0
α =

(
B̃, W̃ 0, H̃0

u, H̃
0
d , νe, νµ, ντ

)
las expresio-

nes anteriores se pueden reescribir en el siguiente término de masa

LÑ = −1

2

(
ψ0
)T
MÑψ

0 + c.c. (2.109)
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La matriz de masa de los neutralinos MÑ está dada por

MÑ =



M1 0 mZsβsW −mZcβsW 0 0 0

0 M2 −mZsβcW mZcβcW 0 0 0

mZsβsW −mZsβcW 0 −µ0 −µ1 −µ2 −µ3

−mZcβsW mZcβcW −µ0 0 0 0 0

0 0 −µ1 0 0 0 0

0 0 −µ2 0 0 0 0

0 0 −µ3 0 0 0 0


(2.110)

con i = {1, 2, 3} y se han introducido las notaciones sβ ≡ sin β, cβ ≡ cos β, sW ≡

sin θW y cW ≡ cos θW . Es pertinente recordar que se está trabajando en la base donde

los VEV de los neutrinos son nulos.

Al ser simétrica, MÑ puede ser diagonalizada por una matriz unitaria U conocida como

matriz de mezcla de los neutralinos y neutrinos

U∗MÑU
−1 = diag(mν1 ,mν2 ,mν3 ,mχ̃1 ,mχ̃2 ,mχ̃3 ,mχ̃4) (2.111)

para obtener los estados propios de masa Ñi = (ν1, ν2, ν3, χ̃1, χ̃2, χ̃3, χ̃4) con

Ñi =
∑
α

Uiαψ
0
α para i, α = {1, 2, . . . , 7} (2.112)

Los índices i y α en Uiα son las etiquetas de los estados propios de masa y gauge

respectivamente. Como se sabe, las entradas en la diagonal, que se pueden tomar reales,

son los valores propios de MÑ o, equivalentemente, las raíces cuadradas de los valores

propios

UM †
Ñ
MÑU

−1 =
(
m2

ν1
,m2

ν2
,m2

ν3
,m2

χ̃1
,m2

χ̃2
,m2

χ̃3
,m2

χ̃4

)
(2.113)
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Ñ4
Ue4 Ue1

ν1

Z

νe νe

Figura 2.1.: Desintegración Ñ4 → Zν1 (izquierda) mediante un tipo de vértice prove-
niente de νe.

Es importante notar que bajo esta definición la matriz de mezcla no es única. Esto refleja

el hecho que los signos asociados a los valores propios representan fases que pueden

ser absorbidas en la definición de los campos físicos. Por lo tanto se escoge U de tal

forma que la matriz diagonal tenga entradas reales positivas.

2.3.5. Neutralinos como partículas de largo tiempo de vida

En el RPV MSSM, un neutralino en la base de estados propios de masa representa

una superposición de todos los estados propios de interacción. Es decir, el posible

decaimiento de dicho neutralino en otro está mediado por los estados propios de

interacción, cuya probabilidad depende de la matriz de mezcla U . En la figura 2.1 se

muestra un decaimientos posible. La anchura Γ de dichos decaimientos debe depender

de los parámetros supersimetricos que rompen paridad R, ya que estos procesos no son

posibles en el MSSM. En particular la anchura dependerá de |µ′|2 ≡ |µ|2−|µ0|2. Como

es sabido [1] el tiempo de vida se relaciona con la anchura mediante τ = ℏ/Γ ∝ |µ′|−2

(en s). Una elección correcta de dichos parámetros podría resultar en un tiempo de vida

del orden de ns, suficientemente largo como para que viaje una distancia macroscópica

antes de decaer, definiéndose así al neutralino inicial como una partícula de largo tiempo

de vida [3].
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3.
Generación de masa de neutrinos

Uno de los principales problemas del modelo estándar que encuentran solución en el

contexto de la supersimetría con ruptura de paridad R es el de la generación de masa

de los neutrinos. En este capítulo analizaremos las contribuciones a la matriz de masa

producidas a tree level y a 1-loop, y veremos cómo estas contribuciones dependen de

los parámetros supersimétricos que rompen paridad R.

3.1. Generación de masa de neutrinos

3.1.1. Contribución a tree level

La primera contribución que se genera para la matriz de masa de los neutrinos es

consecuencia de la mezcla de estos con los higgsinos, permitida por los términos que

violan la simetría de paridad R en el superpotencial del RPV MSSM definido en (2.6),



νi
Uei

νe H̃u

UHuj
νj

µ1

Figura 3.1.: Contribución a tree level para la matriz de masa de los neutrinos.

como podemos ver en la figura 3.1. Este fenónemo se ve reflejado en la construcción

de la matriz de masa (2.110) de dichos fermiones neutros. Como se puede observar

de la forma de esta matriz 7× 7, el rango de esta es cinco, por lo que dos de sus siete

valores propios son nulos. Es decir, la diferencia entre los valores propios de la matriz

de neutralinos del MSSM [24]

Mχ̃ =



M1 0 mZsβsW −mZcβsW

0 M2 −mZsβcW mZcβcW

mZsβsW −mZsβcW 0 −µ

−mZcβsW mZcβcW −µ 0


(3.1)

y los valores propios de la matriz de neutralinos (2.110) del RPV MSSM es identificada

como la masa que adquiere uno de los neutrinos en la base de estados propios de masa.

Para poder demostrar la afirmación anterior, tomemos en cuenta lo siguiente: las masas

de los neutralinos χ̃α, relacionadas con el valor de µ0, son del orden de 100GeV [2],

mientras que la masa de los neutrinos, relacionadas con los parámetros µi provenientes

de los términos nuevos que rompen paridad R en el lagrangiano, son del orden de 1 eV

[25, 26]; por lo tanto es plausible suponer que

∣∣µ0
∣∣≫ ∣∣µi

∣∣ para i = {1, 2, 3} (3.2)

47



Podemos usar este argumento para conseguir una aproximación del valor de µ a primer

orden en µi. En efecto, denotando

|µ′|2 ≡
∣∣µ1
∣∣2 + ∣∣µ2

∣∣2 + ∣∣µ3
∣∣2 (3.3)

y según la definición de µ, tenemos que

|µ| ≡
√

|µ0|2 + |µ′|2 (3.4)

=
∣∣µ0
∣∣√1 +

∣∣∣∣ µ′

µ0

∣∣∣∣2 (3.5)

=
∣∣µ0
∣∣(1 + 1

2

∣∣∣∣ µ′

µ0

∣∣∣∣2 + . . .

)
(3.6)

≈
∣∣µ0
∣∣+O

(∣∣∣∣ µ′

µ0

∣∣∣∣2
)

(3.7)

Como consecuencia de este análisis a nivel perturbativo, en la matriz (2.110) se puede

hacer el cambio µ0 → µ. En el marco de esta aproximación, las masas de los neutralinos

χ̃α no varían con respecto de lo ya conocido para el MSSM [2].

Podemos calcular la masa generada para el neutrino evaluando el producto de los cinco

valores propios no nulos de (2.110), que se denotará por det′MÑ , y compararlo con el

producto de las masas de los cuatro neutralinos del MSSM, que se obtiene calculando

el determinante de la matriz Mχ̃ dada en (3.1)

m(T )
ν =

det′MÑ

detMχ̃

(3.8)

En efecto, la ecuación de valores propios para MÑ toma la forma

det(MÑ − λI7×7) = 0 (3.9)

y como el lado izquierdo de la expresión anterior denota un polinomio de grado siete,
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esta se puede escribir como

λ2
5∏

i=1

(λ−mi) = 0 =⇒
5∑

i=0

Ciλ
i = 0 (3.10)

donde notamos que dos de sus valores propios son nulos (en correspondencia con lo

que se dijo anteriormente). Además, se puede calcular, usando la fórmula de Vieta, la

multiplicación de los valores propios no nulos de MÑ directamente de (3.9) según

det′MÑ ≡
5∏

i=1

mi = −C0

C5

(3.11)

Los coeficientes C0 y C5 se encuentran por cálculo directo. Se obtienen

C0 =
(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z cos2 β
[(
µ1
)2

+
(
µ2
)2

+
(
µ3
)2] (3.12)

y

C5 = −1 (3.13)

por lo tanto la multiplicación de los valores propios no nulos queda determinada según

det′MÑ =
(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z cos2 β
[(
µ1
)2

+
(
µ2
)2

+
(
µ3
)2] (3.14)

Por otra parte, la determinante de la matriz de neutralinos (3.1) es calculada de manera

directa

detMχ̃ = µ
[(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z sin(2β)− µM1M2

]
(3.15)

donde ya se hizo la identificación correspondiente µ0 → µ. Usando (3.8) se obtiene que

la contribución, en esta aproximación a primer orden en µi, a la masa de un neutrino a

tree level es

m(T )
ν =

(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z cos2 β
[
(µ1)

2
+ (µ2)

2
+ (µ3)

2
]

µ
[(
M1 cos2 θW +M2 sin

2 θW
)
m2

Z sin(2β)− µM1M2

] (3.16)
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De la expresión anterior podemos darnos cuenta que la generación a tree level de masa

del neutrino es proporcional a los parámetros µi del RPV MSSM y que desaparece

cuando estos valores se anulan, es decir,

m(T )
ν → 0 cuando

∣∣µi
∣∣→ 0 (3.17)

Desde este punto de vista se ha podido encontrar un valor para la masa del neutrino

pero aún no queda del todo claro cómo es que las masas de los neutralinos no han

sido modificadas de lo conocido para el MSSM, por lo que el mismo resultado para

la contribución a la masa de dicho neutrino puede ser obtenido desde otra perspectiva:

podemos encontrar la matriz de masa de neutrinos transformando la matriz de masa en

(2.110) a una por bloques

MÑ −→

Mν 03×4

04×3 Mχ̃

 (3.18)

Esta diagonalización por bloques se consigue definiendo convenientemente un cambio

de base. En esta nueva base la matriz Mν se identificaría como la matriz de masa de

los neutrinos y Mχ̃, también en la misma expresión, como la matriz de masa de los

neutralinos χ̃α, aproximadamente igual a (3.1).

Lo primero que se debe hacer es reescribir (2.110) como

MÑ −→M ′
Ñ
=

 03×3 mRPV

mT
RPV M

 (3.19)

Esto se consigue considerando otro orden para los estados propios de interacción, es
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decir, haciendo la transformación

ψ0 =
(
B̃, W̃ 0, H̃0

u, H̃
0
d , ν1, ν2, ν3

)
−→ ψ0′ =

(
ν1, ν2, ν3, B̃, W̃

0, H̃0
u, H̃

0
d

)
(3.20)

la matriz S que realiza dicha transformación ψ0 = Sψ0′ se construye fácilmente y está

dada por

S =

 0 I4×4

I3×3 0

 (3.21)

Podemos calcular M ′
Ñ

de manera directa como

M ′
Ñ
= STMÑS (3.22)

de donde podemos identificar

mRPV =


0 0 −µ1 0

0 0 −µ2 0

0 0 −µ3 0

 (3.23)

y

M =



M1 0 mZsβsW −mZcβsW

0 M2 −mZsβcW mZcβcW

mZsβsW −mZsβcW 0 −µ0

−mZcβsW mZcβcW −µ0 0


(3.24)

Se reconoce que M es la matriz de masa de los neutralinos (3.1).
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Ahora se plantea un ansatz adecuado para la matriz de cambio de base siguiendo un

procedimiento típico del mecanismo seesaw

T =

I3×3 −ΘΘ†/2 Θ

−Θ† I4×4 −Θ†Θ/2

 (3.25)

de tal forma que

T †M ′
Ñ
T =

Mν 03×4

04×3 Mχ̃

 (3.26)

Θ es una matriz 3× 4 de entradas complejas. A priori la matriz T no es unitaria, por lo

que además se exige que dichas entradas de Θ sean pequeñas, es decir,

T †T = I7×7 +O
((

ΘΘ†)2, (Θ†Θ
)2)

(3.27)

Usando el hecho que por definición T diagonaliza por bloques la matriz de masa (2.110),

se consiguen las siguientes relaciones a primer orden en Θ

mRPV ≈ Θ∗M (3.28)

Mν ≈ −mRPVM
−1mT

RPV (3.29)

Mχ̃ ≈M (3.30)

Se puede concluir que esta diagonalización por bloques separa el sector de neutralinos

χ̃α de los neutrinos, obteniendo los resultados ya conocidos del MSSM para el espectro

de masa de los neutralinos.
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La matriz de masa de los neutrinos se calcula directamente de la expresión anterior.

Esta tiene la forma

[Mν ]ij = XTµ
iµj (3.31)

donde XT está dado por

XT =

(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z cos2 β

µ
[(
M1 cos2 θW +M2 sin

2 θW
)
m2

Z sin(2β)− µM1M2

] (3.32)

Vemos que la condición (3.27) es equivalente a exigir que |µ| ≈ |µ0|. De la forma

de (3.31) se ve conveniente etiquetar con el índice µµ a esta contribución a tree level.

Como se espera, los valores propios de [Mν ]
(µµ)
ij son

m
(T )
1 = m

(T )
2 = 0 y m

(T )
3 = XT

[(
µ1
)2

+
(
µ2
)2

+
(
µ3
)2] (3.33)

3.1.2. Contribución por loop bilineales

La siguiente contribución a la matriz de masa de los neutrinos a tomar en cuenta en

este trabajo se obtiene como consecuencia de las correcciones de loop proporcionales

a los acoples bilineales provenientes de la parte de ruptura suave de supersimetría del

lagrangiano del RPV MSSM, es decir, términos del tipo

bαL̃αaϵ
abHub (3.34)

Estos acoples bi producen además un splitting en las masas de los sneutrinos, por lo que

esta nueva contribución a la matriz de masa de los neutrinos podrá relacionarse a dicho

efecto [27]. El diagrama correspondiente se encuentra en la figura 3.2.
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νi g
W̃

g
W̃

νj

bi bj

ν̃i

h,H,A

ν̃j
M2

Figura 3.2.: Contribución loop bb para la matriz de masa de los neutrinos.

La contribución de 1-loop bb a la matriz de masa de neutrinos está dado por1

[Mν ]
(bb)
ij =

∑
k

1

4 cos2 β
(Z∗

k2g − Z∗
k1g

′)
2
mχ̃k

[
I4
(
mh,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)
cos2(α− β)

+I4
(
mH ,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)
sin2(α− β)− I4

(
mA,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)]
bibj

(3.35)

donde Zkγ es la matriz de mezcla de los neutralinos en el MSSM

χ̃k =
∑
δ

Zkγψ
0
γ (3.36)

para k, γ = {1, 2, 3, 4}.

Debemos recordar que ψ0 representa a los estados propios de gauge integrado por

los gauginos neutrales B̃ y W̃ 0, y los higgsinos neutrales H̃0
u y H̃0

d ; por otra parte, χ̃k

representa a los estados propios de masa. La matriz de mezcla diagonaliza la matriz de

masa de los neutralinos (3.1), a saber,

Z∗Mχ̃Z
−1 = diag(mχ̃1 ,mχ̃2 ,mχ̃3 ,mχ̃4) (3.37)

1La deducción de la expresión (3.35) está fuera de los objetivos de este trabajo y puede encontrarse en
[28, 29].
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Asimismo, también se usan las siguientes funciones

I2(m1,m2) = − 1

16π2

m2
1

m2
1 −m2

2

ln

(
m2

1

m2
2

)
(3.38)

I3(m1,m2,m3) =
1

m2
1 −m2

2

[I2(m1,m3)− I2(m2,m3)] (3.39)

I4(m1,m2,m3,m4) =
1

m2
1 −m2

2

[I3(m1,m3,m4)− I3(m2,m3,m4)] (3.40)

Para analizar la contribución del loop bb en la matriz de masa de los neutrinos, reescri-

bimos (3.35) como

[Mν ]
(bb)
ij = Cijbibj (3.41)

donde notamos que no hay sumatoria en los índices i y j, y

Cij =
∑
k

1

4 cos2 β
(Z∗

k2g − Z∗
k1g

′)
2
mχ̃k

[
I4
(
mh,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)
cos2(α− β)

+I4
(
mH ,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)
sin2(α− β)− I4

(
mA,mν̃i ,mν̃j ,mχ̃k

)] (3.42)

Como ya se había mencionado, esta contribución hacia la matriz de masa de los neutrinos

está relacionada a la no degeneración en el sector de sneutrinos. Por otro lado, si todos

los elementos de la matriz Cij fuesen idénticos, [Mν ]
(bb)
ij solo tendría un valor propio

no nulo, como lo fue en el caso de la contribución a tree level (3.1). De la forma de la

expresión (3.42) se ve que dicha situación surge cuando los sneutrinos son degenerados,

es decir, cuando estas partículas poseen la misma masa

mν̃1 = mν̃2 = mν̃3 (3.43)
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3.1.3. Contribuciones extra

Para el desarrollo de este trabajo no se tomarán en cuenta ciertas contribuciones a la

matriz de masa de los neutrinos provenientes de los cálculos de otras correcciones de

loop, ya que son subdominantes una vez que la aproximación (3.7) tomada para la

contribución a tree level es considerada.

• Loop bilineales µb: Esta contribución a la matriz de masa es inducida por la mezcla

entre los sneutrinos y los bosones de Higgs neutros. Debido a la dependencia en

µ, el efecto en la masa de los neutrinos es subdominante [30].

• Loop trilineales λ′λ′ y λλ: Proporcional a la masa del fermión (dentro del loop) y a

la mezcla de los sfermiones derechos e izquierdos, esta contribución es suprimida

por los acoples λ2 y λ′2 que rompen paridad R, por un factor de loop y por las

masas de dos quark down. Este último factor, ausente en otros tipos de loop,

vuelve irrelevante esta contribución en varios casos [31].

• Otros loop: Dependen de los acoples bilineales µ y trilineales λ o λ′ son suprimi-

dos por un solo acople tipo Yukawa [29]. Al igual que la contribución del loop

µb, una vez que el efecto a tree level es tomado en cuenta, las contribuciones de

µλ y µλ′ a los estados propios de masa ligeros son sub-dominantes.

3.2. Diagonalización de la matriz de masa de neutrinos

En general bα no necesariamente está alineado con µα, por lo que se espera que un

neutrino, en la base de estados propios de masa, adquiera masa a tree level y los dos

otros dos la adquieran gracias a contribuciones de loop bilineales, donde la masa del

neutrino más ligero es proporcional a la no-degeneración de los sneutrinos [27].
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En este trabajo se asumirá:

1. Degeneración en el sector de sneutrinos, y

2. Ortogonalidad entre los parámetros |µi| y bi,

por lo que se espera que el mecanismo que se analizará genere masas para dos neutrinos.

Por último, estos resultados se compararán con los datos experimentales disponibles

[25, 26].

La matriz de masa a diagonalizar está dada por

Mν =M (µµ)
ν +M (bb)

ν (3.44)

cuyos elementos son

[Mν ]ij = XTµ
iµj + Cbibj (3.45)

donde XT está dado por (3.32) y C = Cij|mν̃i
=mν̃j

según (3.42), ya que estamos

trabajando en el caso de sneutrinos degenerados.

La matriz de mezcla de neutrinos Uν , por definición unitaria, diagonaliza la matriz de

masa (3.45)

U∗
νMνU

−1
ν = diag(mν1 ,mν2 ,mν3) (3.46)

para obtener los estados propios de masa νi = (ν1, ν2, ν3) con

νi =
∑
a

(Uν)iaνa (3.47)

donde i = {1, 2, 3} y a = {e, µ, τ}.
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3.2.1. Matriz PMNS

La matriz Uν fue introducida en 1962 por Maki, Nakagawa y Saki con la finalidad de

describir las oscilaciones de neutrinos, con un razonmiento similar al de Pontecorvo

[32]. Por este motivo dicha matriz se le conoce como PMNS y se denotará en este

trabajo como UPMNS ≡ U−1
ν .

Al exigir que esta matriz 3× 3 sea unitaria en general dependería de nueve parámetros,

pero cinco de estos son absorbidos como fases de los campos que representan a los

neutrinos, quedando descrita completamente por cuatro de estos. Por este motivo, la

descripción más usada para la matriz PMNS define tres ángulos de mezcla θ12, θ23 y

θ13, y un ángulo de fase denotado por δ. Escribimos la matriz PMNS como

UPMNS =


c12c13 s12c13 s13e

−iδ

−s12c23 − c12s23s13e
iδ c12c23 − s12s23s13e

iδ s23c13

s12s23 − c12c23s13e
iδ −c12s23 − s12c23s13e

iδ c23c13

 (3.48)

donde se han introducido las notaciones

sij ≡ sin θij y cij ≡ cos θij (3.49)

con i = {1, 2} y j = {2, 3}.

3.2.2. Datos experimentales

Los ángulos de mezcla θ12, θ23 y θ13 han sido medidos exitosamente por numerosos

experimentos. Sin embargo, el ángulo de fase δ no cuenta con una medición precisa de

su magnitud pero se han obtenido estimaciones indirectas.
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ángulo (◦) mejor ajuste a ±1σ

θ12 33,04+0,77
−0,74

θ23 49,2+1,0
−1,3

θ13 8,57+0,13
−0,12

δ 194+52
−25

Tabla 3.1.: Ángulos de mezcla y de fase de la parametrización de la matriz PMNS.

sin2 θ mejor ajuste a ±1σ

sin2 θ12 0,304+0,013
−0,012

sin2 θ23 0,573+0,018
−0,023

sin2 θ13 0,02220+0,00068
−0,00062

Tabla 3.2.: Senos de los ángulos de mezcla de la matriz PMNS.

En este trabajo se toman los resultados de NuFit [26] a octubre de 2021, que se resumen

en las tablas 3.1, 3.2 y 3.3. Como se puede observar, las cotas que se conocen para el

ángulo de fase δ no restringen efectivamente el valor de este.

NuFit además brinda los valores absolutos de los elementos de la matriz PMNS a rango

3σ.

|UPMNS|3σ =


0,801 → 0,845 0,513 → 0,579 0,143 → 0,156

0,232 → 0,507 0,459 → 0,694 0,629 → 0,779

0,260 → 0,526 0,470 → 0,702 0,609 → 0,763

 (3.50)

Estos resultados se han obtenido exigiendo que dicha matriz sea unitaria. Los intervalos

de las diferentes entradas de la matriz (3.50) están correlacionados ya que los resultados

de los experimentos que se han realizado restringen combinaciones de varias entradas

de la matriz [25, 26]. Como consecuencia, elegir un valor específico para un elemento

de la matriz restringe el rango de los demás elementos.
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∆m2
ij (10−5 eV2) mejor ajuste a ±1σ

∆m2
21 7,42+0,21

−0,20

∆m2
31 2,514+0,028

−0,027

Tabla 3.3.: Diferencia de los cuadrados de masa de los neutrinos. Tenga en cuenta la
notación ∆m2

ij ≡ m2
i −m2

j .

Fijando ciertas entradas de (3.50) podemos encontrar los valores de los ángulos de

mezcla para la matriz PMNS. Por ejemplo se tiene que la entrada 13 de dicha matriz

debe ser compatible con la entrada 13 de (3.48)

|sin(θ13)| ∈ [0,143; 0,156] (3.51)

Usando este resultado y de manera análoga se encuentran la siguientes relaciones para

los demás ángulos de mezcla

|sin(θ12) cos(θ13)| ∈ [0,513; 0,579] (3.52)

y

|sin(θ23) cos(θ13)| ∈ [0,629; 0,779] (3.53)

Tomando en cuenta el sistema de generación de neutrinos presentado en este trabajo,

fijamos m1 = 0 eV para poder encontrar las masas m2 y m3 directamente de ∆m2
21 y

∆m2
31 de la tabla 3.3. Esta se ponen en relación directa con las contribuciones a tree

level y la proveniente del loop bb. Dados los valores de los parámetros supersimétricos,

elegiremos ciertas combinaciones para las 4-tuplas µ y b de tal forma que podamos

reproducir los valores de las masas y mezclas disponibles.
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4.
Exploración del espacio de parámetros

Una vez establecido el marco teórico que detalla el espectro de masa de los neutrinos,

podemos establecer un flujo de trabajo que nos permita encontrar los valores corres-

pondientes a las 4-tuplas µα y bα tales que nos brinden las diferencias de masas de

los neutrinos presentadas anteriormente en la tabla 3.3, así como los ángulos de la

tabla 3.2. Los parámetros supersimétricos que se fijan antes de realizar los cálculos

correspondiente son: la masa del escalar neutro mA, el ángulo tan β, la masa del bino

M1, la masa del wino M2, la masa de los sneutrinos mν̃ y el valor de la constante de

acople µ0.

Para facilitar los cálculos a realizar en el desarrollo de este capítulo, se asumirá que

µi ∈ R3 y que esta 3-tupla, junto con bi, son reescritas en coordenadas esféricas



µ1 = µ′ cosϕµ sin θµ

µ2 = µ′ sinϕµ sin θµ

µ3 = µ′ cos θµ

b1 = b′ cosϕb sin θb

b2 = b′ sinϕb sin θb

b3 = b′ cos θb

(4.1)

donde

ϕµ, ϕb ∈ [0, 2π) , θµ, θb ∈ [0, π] (4.2)

con

µ′ =

√
µ2 − |µ0|2 y b′ =

√
b2 − (b0)2 (4.3)

Como se explicó en la sección 3.2, estamos suponiendo la condición de ortogonalidad

entre µi y bi, por lo que podemos fijar uno de los cuatro ángulos anteriores, digamos θb

∑
i

µibi = 0 =⇒ θb = arctan

[
− cot θµ

cos(ϕµ − ϕb)

]
(4.4)

Definidos los valores de los parámetros supersimétricos, nos queda explorar el espacio

de parámetros conformado por los ángulos {ϕµ, θµ, ϕb}.

4.1. Esquema de trabajo

Como se asume ortogonalidad entre las 3-tuplas µi y bi, mediante un cálculo directo se

consigue que en general se tendrán dos valores propios para (3.45), a saber

m
(T )
3 = XT

[(
µ1
)2

+
(
µ2
)2

+
(
µ3
)2] (4.5)
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término ya encontrado en (3.33), y

m
(bb)
2 = C

[(
b1
)2

+
(
b2
)2

+
(
b3
)2] (4.6)

que depende de solo la 3-tupla bi. Es de importancia aclarar que estos valores propios

solo dependen una 3-tupla en particular debido a la ortogonalidad entre µi y bi. Teniendo

en mente el resultado anterior conviene fijar

m
(T )
3 =

√
∆m2

31 (4.7)

valor obtenido de la tabla 3.3.

4.1.1. Contribución a tree-level

1. Obtención de µ′. Dados m(T )
3 , M1, M2, tan β y µ0, podemos encontrar µ′ de la

expresión (3.33) que se puede escribir como

m
(T )
3 = XTµ

′2 (4.8)

donde XT está dado por (3.32). Esta ecuación toma la forma

A0µ
′2 = B0µ− C0µ

2 (4.9)

donde las siguientes notaciones se han tomado en cuenta

A0 =
(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z cos2 β (4.10)

B0 = m
(T )
3

(
M1 cos

2 θW +M2 sin
2 θW

)
m2

Z sin 2β (4.11)

C0 = m
(T )
3 M1M2 (4.12)
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La expresión anterior representa una ecuación trascendental para µ′ que se puede

reescribir como

(A0 + C0)µ
′2 −B0

√
µ2
0 + µ′2 + C0µ

2
0 = 0 (4.13)

El valor de µ′ depende de los valores de los parámetros supersimétricos mencionados

anteriormente. Si1 µ′2 < 0, tendríamos que m(T )
3 < 0, que no es un problema ya que o

bien podemos redefinir los campos que representan a los neutrinos (esto es posible ya

que son fermiones) de tal forma que absorban el signo menos como una fase, o bien

podemos usar el argumento dado en la sección 2.3, en donde el signo negativo queda

absorbido como fase por las matrices de cambio de base. En este trabajo se eligió el

segundo argumento ya que podemos calcular numéricamente los autovalores de dichas

matrices.

2. Construcción de la primera parte de la matriz de masas de neutrinos. Sea µ′ la

solución de la ecuación (4.13)2. Podemos construir, teniendo en cuenta las redefiniciones

para µi en (4.1), la primera parte de la matriz de neutrinos (3.45)

[
M (µµ)

ν

]
ij
= XTµ

iµj (4.14)

Esta parte de la matriz depende de los valores elegidos para ϕµ y θµ.

1Estrictamente hablando también debemos imponer condiciones para el signo de XT , pero en este
trabajo elegiremos los valores de los parámetros supersimétricos de tal forma que dicha condición
siempre se cumpla.

2En realidad dicha ecuación tiene dos soluciones que se diferencian solo por el signo de µ′. Pero como
se mostró anteriormente, la contribución a la masa depende de µ′2.
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4.1.2. Contribución del loop bb

Debemos calcular los coeficientes de la expresión dada en (3.35) cuando existe degene-

ración en el sector de sneutrinos, es decir, la expresión

C =
∑
k

1

4 cos2 β
(Z∗

k2g − Z∗
k1g

′)
2
mχ̃k

[
I4(mh,mν̃ ,mν̃ ,mχ̃k

) cos2(α− β)

+I4(mH ,mν̃ ,mν̃ ,mχ̃k
) sin2(α− β)− I4(mA,mν̃ ,mν̃ ,mχ̃k

)
]

(4.15)

1. Diagonalización de la matriz de masa de los neutralinos. Como se han fijado de

antemano los parámetros supersimétricos, podemos diagonalizar Mχ̃ dada en (3.1)

para encontrar la matriz de mezcla Z definida en (3.36), con la finalidad de calcular la

primera parte de la expresión (4.15) dada por

1

4 cos2 β
(Z∗

k2g − Z∗
k1g

′)
2
mχ̃k

(4.16)

Es decir, el proceso de diagonalización mencionado nos brinda los valores de las

entradas de la matriz Zk1 y Zk2, así como los valores propios mχ̃k
.

2. Funciones I . Para calcular la segunda parte de la expresión (4.15) haremos uso

de las expresiones de I2, I3 e I4 definidas en las ecuaciones (3.38), (3.39) y (3.40)

respectivamente, pero teniendo en cuenta la degeneración en el sector de sneutrinos.

Recuerde que los valores de los angulos α y β ya han sido fijados de antemano.

En general necesitaremos considerar el caso en que las entradas de la función I4 pueden

tomar cualquier valor y puedan ser iguales entre ellas, que se resuelve evaluando los
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límites correspondientes.

• Para I2 se tienen dos casos

I2(m1,m2) =


− 1

16π2

m2
1

m2
1 −m2

2

log

(
m2

1

m2
2

)
si m1 ̸= m2

− 1

16π2
si m1 = m2

(4.17)

• Por el lado de I3, se pueden presentar tres casos

I3(m1,m2,m3) =



I2(m1,m3)− I2(m2,m3)

m2
1 −m2

2

si m1 ̸= m2

−m2
2 +m3

3 +m2
3 log(m

2
2/m

2
3)

16π2(m2
2 −m2

3)
2

si m1 = m2 ̸= m3

− 1

32π2m2
2

si m1 = m2 = m3

(4.18)

I3(m1,m2,m3) =



I2(m1,m3)− I2(m2,m3)

m2
1 −m2

2

si m1 ̸= m2

−m2
2 +m3

3 +m2
3 log(m

2
2/m

2
3)

16π2(m2
2 −m2

3)
2

si m1 = m2 ̸= m3

− 1

32π2m2
2

si m1 = m2 = m3

(4.19)

En el primer caso se deben usar los resultados presentados en (4.17).

• Finalmente, con I4 los casos principales son: para m1 ̸= m2 la expresión toma la

forma

I4(m1,m2,m3,m4) =
I3(m1,m3,m4)− I3(m2,m3,m4)

m2
1 −m2

2

(4.20)

donde se deben usar los resultados obtenidos en las expresiones (4.17) y (4.18).
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Si m1 = m2 = m3 ̸= m4 (o m1 = m2 = m4 ̸= m3) entonces

I4(m1,m2,m3,m4) =
m4

3 −m4
4 − 2m2

3m
2
4 log

(
m2

3

m2
4

)
32m2

3(m
2
3 −m2

4)
3π2

(4.21)

Cuando m1 = m2 = m3 = m4 se tiene

I4(m1,m2,m3,m4) =
1

96π2m4
4

(4.22)

En particular nos interesa el caso donde la masa de los sneutrinos son iguales, es

decir,

ĺım
m2→m3

I4(m1,m2,m3,m4) (4.23)

por lo que no se presentan las expresiones de I4 cuando m1 = m2 ̸= m3 ̸= m4 o

m1 = m2 ̸= m3 = m4.

Luego de haber calculado estos resultados, se obtiene la segunda parte de (4.15). Es

importante recordar que este término se encuentra dentro de una sumatoria, por lo que

se debe realizar el cálculo anterior para cada valor de masa de los neutralinos.

3. Obtención de b′. Como ya se ha mencionado, estamos trabajando en la condición de

ortogonalidad entre µi y bi, por lo que es conveniente fijar

m
(bb)
2 =

√
∆m2

21 (4.24)

valor obtenido de la tabla 3.3. Luego, en análogía con la contribución a tree level, ya

conocidos m(bb)
2 y C expresamos

m
(bb)
2 = C

[(
b1
)2

+
(
b2
)2

+
(
b3
)2]

= Cb′2 (4.25)
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de donde podemos obtener el valor de b′ según

b′ =

√
m

(bb)
2

C
(4.26)

4. Construcción de la segunda parte de la matriz de masa de los neutrinos. Teniendo

en cuenta las redefiniciones (4.1), podemos obtener la segunda parte de la matriz de los

neutrinos (3.45) [
M (bb)

ν

]
ij
= Cbibj (4.27)

que depende tanto de los valores elegidos para ϕµ y θµ mediante el ángulo θb (fijado por

la expresión (4.4)), como del valor para ϕb.

4.1.3. Diagonalización de la matriz de masa

Finalmente se construye la matriz de masa completa de los neutrinos (3.45)

[Mν ]ij = XTµ
iµj + Cbibj (4.28)

que se diagonaliza numéricamente. Al finalizar dicho proceso, obtendremos los valores

propios (masas de los neutrinos) y la matriz de mezcla de los neutrinos, y por consi-

guiente la matriz PMNS. Sea UPMNS la matriz PMNS obtenida del proceso anterior,

para la obtención de los ángulos de mezcla usamos la parametrización de dicha matriz

presentada en (3.48) e identificamos las relaciones correspondientes, a saber,

sin θ13 = |UPMNS 13| (4.29)

sin θ12 =

(
UPMNS 12

cos θ13

)
(4.30)

sin θ23 =

(
UPMNS 23

cos θ13

)
(4.31)
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Parámetro Valor

mA 1500GeV
mν̃ 700GeV
M1 400GeV
M2 800GeV
µ0 500GeV

tan β 20

Tabla 4.1.: Valores de los parámetros supersimétricos.

Finalmente comparamos estos valores con los brindados en la tabla 3.2. En el desarrollo

de este trabajo notamos que los resultados obtenidos son independientes de los valores

que toman los parámetros mencionados.

4.2. Resultados

Los parámetros supersimétricos que se han fijado en este trabajo para el análisis del

espacio de parámetros se han resumido en la tabla 4.1.

Para obtener el rango al que pertenece el cálculo final de los ángulos de mezcla, usamos

la siguiente fórmula

σ =

∣∣∣sin θij − sin θijbfp

∣∣∣
Eij

(4.32)

donde sin θij es el seno del ángulo calculado, sin θijbfp representa a la medición presente

en la tabla 3.2 y E a la cota de error de la medición anterior. Por ejemplo, para θ13 se

tiene

E13 =


0,013 si sin θ13 > sin θ13bfp

0,012 si sin θ13 < sin θ13bfp

(4.33)

Elegido un valor para ϕb, se analizará el resultado para cada combinación posible de θµ

y ϕµ.
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En particular se han encontrado zonas permitidas cuando ϕb toma valores alrededor de

π/4, 3π/4, 5π/4 y 7π/4 rad. En la figura 4.1 se muestran los ángulos de mezcla y las

zonas permitidas en el plano {θµ, ϕµ} para ϕb = π/4 rad. En la figura 4.2 se muestran

los resultados para ϕb = 3π/4 rad. Las zonas permitidas para 5π/4 y 7π/4 rad son

indistinguibles de las obtenidas para π/4 y 3π/4 rad respectivamente, por lo que no se

incluyen en este trabajo.

Podemos observar que el ángulo θ12, mostrado en los paneles superior izquierdo de

las figuras 4.1 y 4.2, es el más susceptible al cambio del valor de ϕb. El ángulo θ23,

mostrado en los paneles inferior izquierdo, no presenta cambios apreciables al variar ϕb.

Asimismo, de los paneles superior derecho de las figuras podemos ver que el ángulo

θ13 es el más restrictivo ya que pocas regiones en el plano {θµ, ϕµ} consiguen un

valor admisible. Concluímos que este ángulo de mezcla define la forma de las zonas

permitidas.
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Figura 4.1.: Regiones del espacio de parámetros que reproducen los ángulos de mezcla
θ12 (superior izquierda), θ13 (superior derecha) y θ23 (inferior izquierda).
El color verde representa al rango σ < 1; el color azul, al rango σ < 2 y
el color rojo, al rango σ < 3. En la imagen inferior derecha se muestra, de
color gris, la superposición de las regiones mencionadas. Marcada de color
rojo se muestran los valores de ϕµ y θµ que reproducen simultáneamente
las dos masas de los neutrinos de la tabla 3.3, fijando ϕb = π/4 rad.
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Figura 4.2.: Regiones del espacio de parámetros para ϕb = 3π/4 rad, siguiendo las
convenciones de la figura 4.1.
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Tomando en consideración la discusión de la sección 2.3.5, sobre los neutralinos como

partículas de largo tiempo de vida, por ejemplo de la figura 4.1 podemos notar que las

regiones permitidas se ubican en las zonas del plano {θµ, ϕµ} donde el valor de µ1 es

pequeño (|µ1| ≪ |µ2|, |µ3|), por lo que no será favorable la aparición de νe ni e en los

posibles decaimientos que puedan ocurrir. Podemos obtener una conclusión similar

respecto a la figura 4.2.

Las zonas permitidas encontradas para los valores de los ángulos de mezcla son bastante

pequeñas debido a la restricción que impone θ13. Una mejora en la precisión de los

valores obtenidos para los ángulos θ23 o θ12 podría descartar estas soluciones. No

obstante, para justificar que el método realizado y con el que se obtienen dichos

resultados es estable, en las figuras 4.3 y 4.4 se presentan la superposición de los

ángulos de mezcla alrededor de 3π/4 rad y se señalan cuándo se deja de tener zonas

permitidas en el espacio de parámetros θµ y ϕµ.
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Figura 4.3.: Gráficas de la superposición de las regiones permitidas de los ángulos
de mezcla para ϕb = (1 + 0,01)3π/4 rad (superior izquierda), ϕb =
(1 + 0,05)3π/4 rad (superior derecha), ϕb = (1 + 0,07)π/4 rad (inferior
izquierda) y ϕb = (1 + 0,10)π/4 rad (inferior derecha), siguiendo las
convenciones de la figura 4.1. En la imagen inferior izquierda se muestra
una ampliación a la región [2; 2,4] × [4,6; 5,4] con el fin de mostrar que
aproximadamente a partir de este valor de ϕb ya no se presentan zonas
permitidas.
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Figura 4.4.: Gráficas de la superposición de las regiones permitidas de los ángu-
los de mezcla para ϕb = (1 − 0,01)π/4 rad (superior izquierda), ϕb =
(3 − 0,05)π/4 rad (superior derecha), ϕb = (3 − 0,06)π/4 rad (inferior
izquierda) y ϕb = (3 − 0,10)π/4 rad (inferior derecha), siguiendo las
convenciones de la figura 4.1. En la imagen inferior izquierda se muestra
una ampliación a la región [2,1; 2,5] × [4; 5] con el fin de mostrar que
aproximadamente a partir de este valor de ϕb ya no se presentan zonas
permitidas.
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Conclusiones

Inicialmente el modelo estándar supersimétrico minimal fue pensado como una solución

al problema de jerarquía [22] sin enfocarse en la masa de los neutrinos, ya que no era

un problema en la época [1, 33]. Para poder generar un contexto en el cual los neutrinos

adquieran masa, se modificó el superpotencial del MSSM (1.62) (expresión (2.2))

admitiendo los términos que rompen paridad R, una simetría global que se había

considerado al definir el superpotencial del MSSM, en adición a las presentes en el

modelo estándar.

Con lo recién mencionado se consigue plantear la nueva matriz de masa de los neu-

tralinos (2.110), estados propios de masa que representan la mezcla de los gauginos

bino y wino, los higgsinos neutros, y los neutrinos. Teniendo en mente la diferencia

entre las masas de los neutrinos y los demás neutralinos, vemos que aproximadamente

estos solo se mezclan entre sí, por lo que es posible separarlos y plantear una matriz de

masa de neutrinos (3.31), similar a la del mecanismo seesaw [16]. Dicha matriz depen-

de de los parámetros supersimétricos que rompen paridad R, y sin estos tomados en
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consideración, la matriz mencionada sería nula. A tree-level solo un neutrino adquiere

masa, por lo que necesario considerar las contribuciones a 1-loop [24]. Se analizaron

dichos resultados, y concluímos que la contribución del loop bb (3.41) es significante

para matriz de masa. En el caso de sneutrinos degenerados, solo un neutrino adquiere

masa en la contribución a 1-loop, por lo que es necesario asumir condiciones entre los

parámetros supersimétricos: las 3-tuplas µi y bj deben ser ortogonales para asegurar

que dos neutrinos adquieran masa. Una vez considerados ambos términos de la matriz

de masa, la diagonalización de dicha matriz ya se puede comparar con los resultados

experimentales disponibles [26].

Luego de fijar los parámetros expresados en la tabla 4.1, analizamos el espacio de pará-

metros definido por la 3-tupla µi expresada en coordenadas esféricas. Por conveniencia,

la 3-tupla bi también se expresó en este tipo de coordenadas. Se encontraron zonas en el

espacio de parámetros que reproducen los resultados experimentales de las masas de los

neutrinos. Estos resultados se resumen en las tablas 4.1 y 4.2. Finalmente, la considera-

ción del RPV MSSM como marco teórico nos permite analizar a los neutralinos como

partículas de largo tiempo de vida, condición que es tomada en cuenta actualmente en

los investigaciones experimentales [3].

77



A.
Convenciones

En este trabajo se usan unidades naturales definidas por

ℏ = c = 1 (A.1)

En este sistema, la masa y la frecuencia tienen unidades de energía (eV).

Vectores del espacio-tiempo son representados con índices griegos

xµ = (t, xi) pµ = (E, pi) (A.2)

y el operador derivada parcial es

∂µ = (∂t,∇) (A.3)

La métrica del espacio tiempo es definida por

ηµν = diag(+1,−1,−1,−1) (A.4)
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La representación de las matrices de Dirac está dada por

γµ =

 0 σµ

σµ 0

 , γ5 =

−1 0

0 1

 (A.5)

donde las matrices de Pauli están dadas por σ0 = σ0 = I y

σ1 = −σ1 =

0 1

1 0

 (A.6)

σ2 = −σ2 =

0 −i

i 0

 (A.7)

σ3 = −σ3 =

1 0

0 −1

 (A.8)
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