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Resumen

Con grandes volúmenes activos, los experimentos de detección directa de ma-
teria oscura son sensibles a los flujos de neutrinos solares. Las señales de retroceso
nuclear son inducidas por los neutrinos del 8B, mientras que los retrocesos electró-
nicos son generados principalmente por el flujo de neutrinos de la cadena pp. Las
mediciones de ambos procesos ofrecen la oportunidad de probar las propiedades
de los neutrinos bajo condiciones de umbrales y con ruido de fondo bastante bajos.
En este trabajo estudiamos la sensibilidad de estos experimentos a los momentos
dipolares magnéticos de los neutrinos asumiendo volúmenes activos de 1, 10 y 40
toneladas (representativos de XENON1T, XENONnT y DARWIN), umbrales de 0.3
keV y 1 keV. Demostramos que solo con mediciones de retroceso nuclear, un detec-
tor de 40 toneladas podría ser tan competitivo como Borexino, TEXONO y GEMMA,
con sensibilidades del orden de 8.0×10−11µB al 90% CL después de un año de toma
de datos. Las mediciones de retroceso de electrones aumentarán las sensibilida-
des muy por debajo de estos valores, lo que permitirá probar regiones no excluidas
por argumentos astrofísicos. Usando datos de retroceso de electrones y dependien-
do del rendimiento, el mismo detector podrá explorar valores hasta 4.0×10−12µB al
90% CL en un año de toma de datos. Suponiendo que un detector de xenón líqui-
do de 200 toneladas funcione durante 10 años, concluimos que las sensibilidades
en este tipo de detectores serían del orden de 10−12µB . La reducción de las incer-
tidumbres estadísticas puede permitir mejorando las sensibilidades por debajo de
estos valores.

Palabras claves: momento magnético del neutrino, retroceso electrónico y nu-
clear, flujo de neutrinos solares.
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Abstract

With large active volume sizes dark matter direct detection experiments are sen-
sitive to solar neutrino fluxes. Nuclear recoil signals are induced by 8B neutrinos,
while electron recoils are mainly generated by the pp flux. Measurements of both
processes offer an opportunity to test neutrino properties at low thresholds with
fairly low backgrounds. In this work we study the sensitivity of these experiments to
neutrino magnetic dipole moments assuming 1, 10 and 40 tonne active volumes (re-
presentative of XENON1T, XENONnT and DARWIN), 0.3 keV and 1 keV thresholds.
We show that with nuclear recoil measurements alone a 40 tonne detector could
be as competitive as Borexino, TEXONO and GEMMA, with sensitivities of order 8.0
×10−11µB at the 90% CL after one year of data taking. Electron recoil measurements
will increase sensitivities way below these values allowing to test regions not exclu-
ded by astrophysical arguments. Using electron recoil data and depending on per-
formance, the same detector will be able to explore values down to 4.0 ×10−12µB at
the 90 % CL in one year of data taking. By assuming a 200-tonne liquid xenon detec-
tor operating during 10 years, we conclude that sensitivities in this type of detectors
will be of order 10−12µB . Reducing statistical uncertainties may enable improving
sensitivities below these values.

Key words: neutrino magnetic moment, electron recoil, nuclear recoil, solar neu-
trino fluxes.
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Introducción

Los experimentos de detección directa de materia oscura (MO) son sensibles a
los neutrinos solares. En sus últimos conjuntos de datos, XENON1T ha informado
de señales tanto en la dispersión elástica coherente de neutrinos-núcleo (CEνNS)
como en la dispersión elástica de neutrino-electrones. Es natural esperar que con el
aumento de los volúmenes activos y las exposiciones, XENONnT [1], LZ [2] y DAR-
WIN [3] proporcionarán estadísticas más amplias en ambos canales. Por lo tanto,
sus resultados permitirán mediciones precisas de las propiedades de los neutrinos
que complementen las que proceden de los experimentos dedicados a los neutri-
nos presentes y futuros. Las oportunidades que ofrecen estos datos incluyen—pero
no se limitan a—estudios de nuevas interacciones en el sector de neutrinos a través
de vectores ligeros y mediadores escalares, interacciones de neutrinos no estánda-
res y propiedades electromagnéticas de los mismos. También proporcionarán un
ambiente para mediciones precisas de los flujos de neutrinos solares, incluidos los
del ciclo solar CNO, así como para probar modelos solares y efectos de materia.

Con una discriminación precisa, las mediciones de retrocesos de electrones o
nucleares por sí solas pueden determinar la presencia de nueva física. Ese podría
ser el caso—por ejemplo—del reciente exceso de electrones informado por la cola-
boración XENON1T, si es que la nueva física es responsable de tal señal. Idealmente,
una explicación física de un exceso de electrones produciría una señal particular en
el canal nuclear correspondiente. Sin embargo, la observación de una señal en el
retroceso de electrones no implica necesariamente una observación de retrocesos
nucleares. La razón principal son los umbrales de energía involucrados. Para um-
brales de ∼0.1 keV, los retrocesos de electrones son generados por flujos de neutri-
nos solares de la cadena pp, mientras que los retrocesos nucleares son generados
por el flujo de neutrinos solares 8B.

Motivados por el último resultado de XENON1T [4], en este trabajo estudiamos
hasta qué punto se pueden probar las propiedades electromagnéticas de los neu-
trinos en XENON1T, XENONnT y DARWIN utilizando mediciones combinadas de
retroceso nuclear y electrónico. Consideramos los momentos dipolares magnéticos
de los neutrinos y determinamos el alcance del descubrimiento bajo suposiciones
simplificadas de detector y señal. Esto incluye volúmenes activos de una, diez y cua-
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ABSTRACT 2

renta toneladas, 100% de eficiencia del detector y umbrales de energía de 0.3 keV y
1 keV. El primero motivado por [5], mientras que el último determinado por el ren-
dimiento futuro de los detectores [1–3]. En todos los casos, nuestros experimentos
de juguetes corresponden a los espectros de retroceso nuclear y de electrones del
Modelo Estándar (medidos en eventos/tonelada/año/keV).

Para CEνNS asumimos dos hipótesis de fondo, 68% y 25% de la tasa de se-
ñal. Mientras que para la dispersión elástica ν−e usamos fondos esperados en XE-
NON1T, XENONnT y DARWIN como se indica en las referencias [4, 6, 7]. No hace
falta decir que estas suposiciones—en particular para CEνNS—son solo represen-
tativas de cómo sería el desempeño real de dichos detectores, pero nos permiten
visualizar qué tan competitivos serían estos detectores en comparación con los ex-
perimentos dedicados exclusivamente a neutrinos.

Este trabajo de investigación se organiza de la siguiente manera: el capítulo 1
presenta los elementos básicos de la física de partículas necesarios para la formu-
lación y obtención de los resultados correspondientes. El capítulo 2 trata sobre el
marco de trabajo en el que se desarrolla la investigación; se introducen las inter-
acciones a estudiar: el momento magnético del neutrino, y las interacciones funda-
mentales de neutrino-electrón y CEνNS. El capítulo 3 contiene una pequeña reseña
de los experimentos de detección directa de materia oscura, el espectro de retroce-
so y los resultados obtenidos.



CAPÍTULO

1
Conceptos Previos

1.1. Modelo Estándar

El Modelo Estándar (ME) es una teoría de gauge que describe la interacción
electromagnética, fuerte y débil en el marco de la teoría cuántica de campos (TCC)[8–
11]. Es un modelo que puede entenderse como un caso particular de las llamadas
teorías de Yang-Mills [12]. A diferencia de éstas, incorpora el llamado mecanismo de
Higgs que permite generar masas para todos los campos de manera invariante de
gauge [13] a través de un rompimiento de simetría electrodébil. Estas interacciones
están dictadas por el principio de gauge, que determina de manera única el acopla-
miento entre los campos de materia y los bosones responsables de la interacción,
qua a su vez están determinados por el grupo de gauge local

GSM = SU (3)C ⊗SU (2)L ⊗U (1)Y
1. (1.1)

La teoría de campo de gauge que describe la interacción fuerte del ME es la com-
ponente SU (3)C del grupo GSM . Este grupo al ser un grupo de Lie del tipo SU (N )
posee N 2 −1 generadores, los cuales en el sector de color corresponderían a los 8
bosones vectoriales sin masa de la interacción de color llamados gluones G a

µ, con

a el índice de grupo corriendo de 1 a N 2
C − 1 = 8 y µ = 0, ...,3 el índice de Lorentz.

Los gluones transforman bajo la representación adjunta del grupo de color SU (3)C

con su respectiva constante de acoplamiento gs (o αs
2 = gs/4π). La componente

fermiónica de este grupo presenta tres generaciones o familias de fermiones: los
quarks, que vienen en 3 estados de color N 2

C = 9: rojo, verde y azul los cuales trans-
forman como tripletes del grupo SU (3)C , es decir, los quarks están en la represen-
tación fundamental del grupo de color SU (3)C . A su vez, los quarks vienen en 6
sabores: up (u), down (d), charm (c), strange (s), top (t ) y bottom (b) los cuales trans-
forman como dobletes del grupo SU (2)L .

Por otra parte, el sector electrodébil SU (2)L⊗U (1)Y —antes del rompimiento es-
pontáneo de la simetría— está estructurado de la siguiente manera: el grupo SU (2)L

que describe la interacción débil, posee tres generadores no rotos, es decir, tres

1Los subíndices C, L e Y denotan color, quiralidad levógira e hipercarga débil.
2Constante de estructura fina.
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CAPÍTULO 1. CONCEPTOS PREVIOS 4

bosones vectoriales W a
µ (a = 1,2,3) mientras que el grupo abeliano de hipercarga

U (1)Y , posee un sólo generador: el bosón vectorial neutral Bµ con sus respectivas
constantes de acoplamiento de gauge g y g ′. Luego del rompimiento espontáneo
de la simetría electrodébil el sector SU (2)L ⊗U (1)Y se rompe al grupo de simetría
U (1)E M dando origen a los siguientes bosones masivos W ±

µ y Zµ, y al bosón sin ma-
sa Aµ, llamado fotón. Los bosones cargados W ±

µ resultan de la combinación lineal

de W 1 y W 2 mientras que el fotón y el bosón neutral Z 0 resultan de la mezcla de
W 3 y B .

Ahora bien, con respecto al contenido de materia del grupo electrodébil SU (2)L⊗
U (1)Y los fermiones del grupo transforman como dobletes de SU (2)L si son levó-
giros y transforman como singletes de SU (2)L si son dextrógiros. Al igual que los
quarks, los leptones del doblete de SU (2)L se clasifican en 3 familias o generacio-
nes: electrón (e) y neutrino electrónico (νe ), muón (µ) y neutrino muónico (νµ) y tau
(τ) y neutrino tauónico (ντ).

Las tres familias de quarks y leptones poseen las mismas propiedades (inter-
acciones de gauge): carga eléctrica, isospín e hipercarga relacionadas mediante la
fórmula de Gell-Mann-Nishijima [14, 15] Q = T3 +Y /2 y sólo difieren en las masas
y en el número cuántico de sabor de sus campos. Es posible ver que los campos se
agrupan en multipletes tal y como se muestran en la tabla 1.1.

Multipletes SU (3)C ⊗SU (2)L ⊗U (1)Y I II III(
3,2, 1

3

) (uL
dL

) (cL
sL

) ( tL
bL

)
Quarks

(
3,1, 4

3

)
uR cR tR(

3,1,−2
3

)
dR sR bR

(1,2,−1)
(νeL

eL

) (νµL
µL

) (ντL
τL

)
Leptones (1,1,−2) eR µR τR

(1,1,0) νeR µµR ντR

Tabla 1.1: Multipletes de campos del Modelo Estándar

Dado que la simetría bajo el grupo de color SU (3)C no está rota y no existe mez-
cla con el sector SU (2)L ⊗U (1)Y , en el ME se puede estudiar de manera separada
el sector de la interacción fuerte con respecto a la interacción electrodébil. De he-
cho, es el sector SU (2)L ⊗U (1)Y el cual se encuentra roto espontáneamente a través
de un doblete de SU (2)L escalar complejo, entre cuyas componentes se encuentra
el bosón de Higgs. La presencia de este doblete, en particular su acoplamiento a
los bosones vectoriales electrodébiles a nivel de los términos cinéticos (derivadas
covariantes), da lugar a campos vectoriales masivos de manera consistente con la
simetría de gauge.
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Para ver todo esto en mayor detalle es necesario construir el lagrangiano del
ME para las interacciones electromagnética y débiles, el tema de discusión de la
siguiente sección.

1.1.1. Sector electrodébil

La teoría de gauge del grupo de isospín, si bien, no es el formalismo correcto
para describir la teoría electrodébil, si posee la estructura básica correcta para des-
cribir a la interacción débil: presenta bosones de gauge que se acoplan a corrientes
cargadas y un bosón de gauge neutro que es capaz de resolver los problemas de uni-
tariedad. Para completar la teoría electrodébil es necesario, además de los elemen-
tos anteriores mencionados, que se acople con el electromagnetismo y que pueda
otorgarle masa a los bosones de gauge. Partimos entonces por el grupo SU (2)L que
contiene tres generadores denotados de acuerdo a

Ta (a = 1,2,3), (1.2)

y que satisfacen las relaciones de conmutatividad del momento angular

[Ta ,Tb] = iεabc Tc . (1.3)

Por otro lado, el grupo de simetría U (1)Y llamado grupo de hipercarga tiene aso-
ciado un generador Y definido a partir del generador diagonal de SU (2)L , T3, y el
generador de carga eléctrica Q través de la relación de Gell-Mann-Nishijima. Es-
ta relación es importante y necesaria ya que es la encargada de fijar la acción del
operador de hipercarga Y en los campos fermiónicos. Es más, la relación de Gell-
Mann-Nishijima implica la unificación de las interacciones débiles y electromag-
néticas. Dicha relación es posible obtenerla a través de la corriente débil cargada
para un leptón genérico l (l = e,µ,τ)

J+µ = ¯̀γµ
(
1−γ5

)
ν= 2 ¯̀

LγµνL , (1.4)

la cual es obtenida a partir de los espinores de Dirac y sus correspondientes helici-
dades. Introducimos un doblete de isospín levógiro (T = 1/2)

L ≡
(
ν

`

)
L

=
(

Lν
L`

)
=

(
νL

`L

)
, (1.5)

donde las componentes T3 =+1/2 y T3 =−1/2 corresponden a las partes levógiras
del neutrino y del leptón cargado, respectivamente. La componente dextrógira del
leptón cargado correspondiente a un singlete de isospín débil T = 0 viene dado por

R ≡ Rl = lR . (1.6)
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Así, la corriente débil cargada escrita términos de las corrientes de isospín leptóni-
cas es

J i
µ = L̄γµ

τi

2
L (1.7)

donde τi son las matrices de Pauli. Escritas de manera explícitas, se obtienen las
siguientes corrientes

J 1
µ =

1

2

(
ν̄L

¯̀
L
)
γµ

(
0 1
1 0

)(
νL

`L

)
= 1

2

(
¯̀

LγµνL + ν̄Lγµ`L
)

,

J 2
µ =

1

2

(
ν̄L

¯̀
L
)
γµ

(
0 −i
i 0

)(
νL

`L

)
= i

2

(
¯̀

LγµνL − ν̄Lγµ`L
)

,

J 3
µ =

1

2

(
ν̄L

¯̀
L
)
γµ

(
1 0
0 −1

)(
νL

`L

)
= 1

2

(
ν̄LγµνL − ¯̀

Lγµ`L
)

.

(1.8)

Por lo tanto, la corriente débil cargada (1.4) puede ser escrita en términos de J 1 y J 2

como
J+µ = 2

(
J 1
µ− i J 2

µ

)
. (1.9)

Del mismo modo, la corriente neutral J 3 también puede ser acomodada, definién-
dose así la corriente de hipercarga

J Y
µ ≡−(

L̄γµL+2R̄γµR
)=−(

ν̄LγµνL + ¯̀
Lγµ`L +2 ¯̀

Rγµ`R
)

. (1.10)

A su vez, la corriente electromagnética puede ser escrita como

J EM
µ =− ¯̀γµ`=−(

¯̀
Lγµ`L + ¯̀

Rγµ`R
)= J 3

µ+
1

2
J Y
µ . (1.11)

Podemos notar que ni T3 ni Q conmutan con T1,2. Sin embargo, las «cargas» asocia-
das a las corrientes J i y J Y

T i =
∫

d 3x J i
0 y Y =

∫
d 3x J Y

0 , (1.12)

satisfacen el álgebra del grupo SU (2)⊗U (1):

[T i ,T j ] = iεi j k T k y [T i ,Y ] = 0, (1.13)

y la relación de Gell-Mann-Nishijima entre Q y T3 emerge de manera natural

Q = T3 + Y

2
. (1.14)

Con el fin de mantener la invarianza local de gauge, es necesario introducir tres
campos bosónicos vectoriales de gauge W µ

a (a = 1,2,3) asociados a los tres genera-
dores Ta(a = 1,2,3) del grupo SU (2)L y un campo bosónico vectorial de gauge Bµ
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asociado al generador Y del grupo U (1)Y . La derivada covariante Dµ, la cual en las
teorías de gauge reemplaza a la derivada normal ∂µ y además garantiza la invarian-
za de gauge en el lagrangiano, es

Dµ = ∂µ+ i gW a
µ ·Ta + i g ′Bµ

Y

2
, (1.15)

donde W µ
a ≡ (W µ

1 ,W µ
2 ,W µ

3 ) y Ta ≡ (T1,T2,T3). Esta derivada contiene dos constan-
tes de acoplamiento independientes: g asociada al grupo SU (2)L y g ′ asociada al
grupo U (1)Y .

Dado que la derivada covariante en el sector de SU (2) transforma como triplete
de dicho grupo, las representaciones de los campos deben ser tales que su producto
produzca un triplete. En términos de representaciones de SU (2), la representación
doblete es la mínima que satisface esta condición. Por esto mismo, las componen-
tes levógiras quirales de los campos fermiónicos son agrupadas en dobletes llama-
dos dobletes de isospín débiles. Por simplicidad se tomarán sólo la primera familia
de leptones y quarks:

LL =
(
νeL

eL

)
, QL =

(
uL

dL

)
. (1.16)

Así, para la elección dada en (1.16), los generadores del grupo SU (2)L , Ta = τa/2,
son tal que

TaLL = τa

2
LL , TaQL = τa

2
QL , (1.17)

donde τa = (τ1,τ2,τ3).

El lagrangiano electrodébil del ME es el invariante renormalizable más general
bajo el grupo de simetría local SU (2)L ⊗U (1)Y , escrito en términos de los campos
fermiónicos, los campos bosónicos de gauge y el doblete de HiggsΦ(x). Por simpli-
cidad se tomará solo la primera familia de fermiones con el fin de escribir el lagran-
giano de interacciones, el cual viene dado por

L= i LLDµγ
µLL + iQLDµγ

µQL +
∑

f =e,u,d
i f R Dµγ

µ fR

− 1

4
WµνW µν− 1

4
BµνBµν

+ (DµΦ)†(DµΦ)−µ2Φ†Φ−λ(Φ†Φ)2

− ye (LLΦeR +eRΦ
†LL)

− yd (QLΦdR +d RΦ
†QL)− yu(QLΦ̃uR +uRΦ̃

†QL).

(1.18)

La primera línea del lagrangiano contiene las derivadas covariantes, que da lu-
gar a los términos de interacción y se verá en la sección 1.1.1.1. La segunda línea del
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lagrangiano contiene los términos cinéticos y los autoacoplamientos a los bosones
de gauge que serán discutidos en la sección 1.1.1.4. La tercera línea corresponde
al lagrangiano del campo de Higgs que genera la ruptura espontánea de simetría,
discusión que se verá en la sección 1.1.1.2. La cuarta y quinta línea describen los
acoplamientos de Yukawa (fermión-Higgs) que generan las masas leptónicas y se-
rán vistos en la sección 1.1.1.3.

1.1.1.1. Interacción electrodébil

Al expandir las derivadas covariantes de la primera línea de la expresión (1.18)
y omitiendo los términos de las derivadas parciales se obtiene el lagrangiano de in-
teracción que describe el acoplamiento de los fermiones con los bosones de gauge

LI =− 1

2
LL

(
gW a

µ γ
µ ·τa − g ′Bµγ

µ
)

LL − 1

2
QL

(
gW a

µ ·τa + 1

3
g ′Bµγ

µ

)
QL

+ g ′eR Bµγ
µeR − 2

3
g ′uR Bµγ

µuR + 1

3
g ′d R Bµγ

µdR

(1.19)

Para obtener explícitamente los términos de interacción para los fermiones, se
considerará solamente el caso leptónico:

LI,L =−1

2

(
νeL eL

)( gW3 − g ′Bµγ
µ g (W1 − iW2)

g (W1 + iW2) −gW3 − g ′Bµγ
µ

)(
νeL

eL

)
+ g ′eR Bµγ

µeR

(1.20)
Este lagrangiano de interacción puede separarse en dos partes. Una corresponde
al lagrangiano de corriente cargada (CC) que viene dado por los términos fuera de
la diagonal en la ec. (1.20) y un lagrangiano de corriente neutra (CN) dado por los
términos en la diagonal de la ec. (1.20):

L(CC)
I,L =−g

2

{
νeL (W1 − iW2)eL +eL (W1 + iW2)νeL

}
(1.21)

y

L(CN)
I,L =−1

2

{
νeL

(
gW3 − g ′Bµγ

µ
)
νeL −eL

(
gW3 + g ′Bµγ

µ
)

eL −2g ′eR Bµγ
µeR

}
. (1.22)

Corriente Cargada

Si se define un campo W µ que aniquila bosones W + y que crea bosones W − de
la siguiente forma

W µ ≡ W µ
1 − iW µ

2p
2

, (1.23)
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se obtiene que

L(CC)
I,L =− gp

2

{
νeLW eL +eLW †νeL

}
=− g

2
p

2
νeγ

µ
(
1−γ5)eWµ+H.c.

=− g

2
p

2
jµW, LWµ+H.c.

(1.24)

donde jµW, L es la corriente cargada leptónica

jµW, L = νeγ
µ
(
1−γ5)e = 2νeLγ

µeL . (1.25)

El lagrangiano de interacción en (1.24) genera acoplamientos trilineales repre-
sentados en la figura 1.1

W

νee
−

(a)

W

νee
+

(b)

W

e
−νe

(c)

W

e
+νe

(d)

Figura 1.1: Diagramas de Feynman trilineales de corriente cargada (CC).

Los diagramas (a) y (b) son generados por el término jµW, LWµ, mientras que los

diagramas (c) y (d) son generados por el término hermítico conjugado jµ†
W, LW †

µ =
ēγµ

(
1−γ5

)
νeW †

µ .

Corriente Neutra

Con respecto a la corriente neutra (CN) representada por el lagrangiano de la
ecuación (1.22), la teoría debe considerar las interacciones electromagnéticas des-
critas por el lagrangiano de la electrodinámica cuántica

L(γ)
I,L =−e jµ

γ,L Aµ, (1.26)
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donde e es la carga eléctrica, Aµ es el campo electromagnético, y jµγ,L es la corriente
leptónica

jµγ,L =−eγµe. (1.27)

El signo menos se debe a la carga negativa del electrón. El lagrangiano de la elec-
trodinámica cuántica (QED)3 puede ser obtenido a partir del lagrangiano de la co-
rriente neutra en la ecuación (1.22). Para ello, el campo electromagnético Aµ debe
ser expresado como una combinación lineal de los campos W µ

3 y Bµ. De esta forma,
escribiendo la combinación lineal y la ortogonal, es posible definir el campo bosó-
nico Zµ, realizando una rotación en el plano de los campos W µ

3 y Bµ a través de un
ángulo ϑW :

Aµ = sinϑWW µ
3 +cosϑWBµ,

Zµ = cosϑWW µ
3 − sinϑWBµ.

(1.28)

El ángulo ϑW es el llamado ángulo de Weinberg o ángulo de mezcla débil. Este án-
gulo permite que se obtenga el lagrangiano de QED para el acoplamiento entre el
campo electromagnético y los campos fermiónicos. Si se insertan las expresiones
dadas en (1.28) en el lagrangiano de la corriente neutra (1.22), se obtiene lo siguien-
te

L(CN)
I,L =− 1

2

{
νeL

[(
g cosϑW + g ′ sinϑW

)
Zµγ

µ+ (
g sinϑW − g ′ cosϑW

)
Aµγ

µ
]
νeL

−eL
[(

g cosϑW − g ′ sinϑW
)

Zµγ
µ+ (

g sinϑW + g ′ cosϑW
)

Aµγ
µ
]

eL

−2g ′eR
[−sinϑWZµγ

µ+cosϑW Aµγ
µ
]

eR
}

.
(1.29)

Al ser los neutrinos partículas neutras, no presentan acoplamiento al campo elec-
tromagnético. Con esto en mente, se obtiene la siguiente expresión

g sinϑW = g ′ cosϑW =⇒ tanϑW = g ′

g
, (1.30)

la cual es muy importante porque conecta las constantes de acoplamiento g y g ′ del
ME con el ángulo de mezcla débil ϑW . Al sustituir la ecuación (1.30) en la ecuación
(1.29), se obtiene

L(CN)
I,L =− g

2cosϑW

{
νeL Zµγ

µνeL −
(
1−2sin2ϑW

)
eL Zµγ

µeL +2sin2ϑWeR Zµγ
µeR

}
+ g sinϑWē Aµγ

µe.
(1.31)

Dado que el último término otorga el acoplamiento del campo de electrones con
el campo electromagnético, y además debe coincidir con la interacción QED en la
ecuación (1.26), se encuentra que

g sinϑW = e, (1.32)
3QED: Quantum Electrodynamics, por sus siglas en inglés.
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y usando esta relación en la ecuación (1.30) se obtiene

g ′ cosϑW = e. (1.33)

Ambas expresiones son muy importantes dado que otorgan una relación entre las
constantes de acoplamiento g y g ′ con la carga eléctrica e.

Con todo esto visto, el lagrangiano de la corriente neutra puede ser escrito como

L(CN)
I,L = L(Z )

I,L +L(γ)
I,L , (1.34)

donde L(γ)
I,L es el lagrangiano de QED y L(Z )

I,L es el lagrangiano de la corriente neutra
débil dado por

L(Z )
I,L =− g

2cosϑW
jµZ , LZµ, (1.35)

con la siguiente expresión para la corriente neutra leptónica

jµZ , L = 2gνLνeLγ
µνeL +2g l

LeLγ
µeL +2g l

R eRγ
µeR . (1.36)

Los coeficientes gνL , g l
L , y g l

R (el superíndice l indica leptón cargado) y sus respecti-
vos valores son obtenidos a partir de la ecuación (1.31) e ilustrados en la tabla 1.2.

De manera general, los valores de los coeficientes g f
L y g f

R para un campo fermióni-
co vienen dados por

g f
L = T f

3 −q f sin2ϑW, (1.37)

y

g f
R =−qf sin2ϑW, (1.38)

donde T f
3 es la tercera componente del isospín débil y q f es la carga eléctrica del

fermión en unidades de la carga eléctrica elemental e.

Finalmente, la corriente neutra débil leptónica dada en la ecuación (1.36) puede
ser escrita como

jµZ , L = νeγ
µ
(
gνV − gνAγ

5)νe + ēγµ
(
g l

V − g l
Aγ

5
)

e, (1.39)

donde se ha introducido el acoplamiento vectorial gν,L
V y el acoplamiento axial gν,L

A
para neutrinos y leptones cargados. De manera general, los valores para dichos aco-
plamientos para un campo fermiónico vienen dados por

g f
V = g f

L + g f
R = T f

3 −2qf sin2ϑW,

g f
A = g f

L − g f
R = T f

3 .
(1.40)

Los diagramas que describen el acoplamiento trilineal de la corriente neutra
leptónica débil vienen representados por
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Fermiones gL gR gV g A

νe ,νµ,ντ gνL = 1
2 gνR = 0 gνV = 1

2 gνA = 1
2

e,µ,τ g l
L =−1

2 + s2
W g l

R = s2
W g l

V =−1
2 +2s2

W g l
A =−1

2

u,c, t gU
L = 1

2 + 2
3 s2

W gU
R =−2

3 s2
W gU

V = 1
2 − 4

3 s2
W gU

A = 1
2

d , s,b g D
L =−1

2 + 1
3 s2

W g D
R = 1

3 s2
W g D

V =−1
2 + 2

3 s2
W g D

A =−1
2

Tabla 1.2: Valores de gL , gR , gV , g A para los campos fermónicos. Los superíndices
ν, l , U , D, indican, respectivamente, un neutrino genérico, un leptón cargado, un
quark tipo up y un quark tipo down. Se ha definido sW ≡ sinϑW .

Z

(−)
νe

(−)
νe

(a)

Z

e
±

e
±

(b)

Figura 1.2: Diagramas de Feynman trilineales de corriente neutra (CN).

y la interacción electromagnética leptónica también describe un acoplamiento
trilineal del tipo

γ

e
±

e
±

Figura 1.3: Diagrama de Feynman trilineal de la interacción electromagnética.
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Corriente Cargada de Quarks

Siguiendo el mismo procedimiento pero ahora para la parte de los quarks, de la
ecuación (1.19) tenemos que el lagrangiano de interacción es

LI,Q =− 1

2

(
uL d L

)(
gW3 + 1

3 g ′Bµγ
µ g (W1 − iW2)

g (W1 + iW2) −gW3 + 1
3 g ′Bµγ

µ

)(
uL

dL

)
− 2

3
g ′uR Bµγ

µuR + 1

3
g ′d R Bµγ

µdR ,

(1.41)

donde el lagrangiano de la corriente cargada es

L(CC)
I,Q =− g

2
p

2
jµW,QWµ+H.c., (1.42)

y jµW,Q corresponde a la corriente cargada de los quarks

jµW,Q = ūγµ
(
1−γ5)d = 2uLγ

µdL . (1.43)

Los diagramas generados por la corriente cargada son los siguientes:

W

ud

(a)

W

d̄ū

(b)

W

du

(c)

W

ūd̄

(d)

Figura 1.4: Diagramas de Feynman trilineales de corriente cargada (CC) para los
quarks up y down.

Los diagramas (a) y (b) corresponden a los generados por el término jµW,QWµ

mientras que los otros dos, los diagramas (c) y (d), corresponden al término hermí-

tico conjugado de jµ†
W,QW †

µ = d̄γµ
(
1−γ5

)
uW †

µ .

Corriente Neutra para Quarks

De la misma manera que para el caso leptónico, el lagrangiano de interacción
para la corriente neutral de quarks puede ser separado entre sus partes débil y elec-
tromagnética
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L(CN)
I,Q = L(Z )

I,Q +L(γ)
I,Q, (1.44)

con
L(γ)

I,Q =−e jµ
γ,Q Aµ, (1.45)

L(Z )
I,Q =− g

2cosϑW
jµZ ,QZµ. (1.46)

La corriente electromagnética de los quarks jµ
γ,Q viene dada por

jµ
γ,Q = 2

3
ūγµu − 1

3
d̄γµd , (1.47)

y la corriente neutra débil para los quarks jµZ ,Q viene dada por

jµZ ,Q = 2gU
L uLγ

µuL +2gU
R uRγ

µuR +2g D
L d Lγ

µdL +2g D
R d Rγ

µdR

= ūγµ
(
gU

V − gU
A γ

5)u + d̄γµ
(
g D

V − g D
A γ

5)d .
(1.48)

Los diagramas para el lagrangiano de interacción de corriente neutra débil de los
quarks vienen dados por

Z

(−)
u

(−)
u

(a)

Z

(−)

d

(−)

d

(b)

Figura 1.5: Diagramas de Feynman trilineales de corriente neutra (CN) para los
quarks up y down.

y el lagrangiano de interacción electromagnética de los quarks es descrito por
los siguientes acoplamientos trilineales
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γ

(−)
u

(−)
u

(a)

γ

(−)

d
(−)

d

(b)

Figura 1.6: Diagramas de Feynman trilineales de la interacción electromagnética
para los quarks up y down.

1.1.1.2. El mecanismo de Higgs

En el ME, las masas de los fermiones y de los bosones de gauge W y Z son gene-
radas a través del mecanismo de Higgs [13], que considera un doblete (llamado do-
blete de Higgs) formado por un campo escalar complejo cargadoφ+(x) y un campo
complejo escalar neutro φ0(x)

Φ(x) =
(
φ+(x)
φ0(x)

)
. (1.49)

Utilizando las transformaciones de gauge locales en el doblete de Higgs y también
en las derivadas covariantes, se puede verificar que la parte del Higgs en el lagran-
giano del ME es

LHiggs =
(
DµΦ

)† (
DµΦ

)−µ2Φ†Φ−λ
(
Φ†Φ

)2
, (1.50)

el cual es invariante bajo transformaciones de gauge.

El término λ debe ser positivo, es decir, λ> 0, para así tener el siguiente poten-
cial

V (Φ) =µ2Φ†Φ+λ
(
Φ†Φ

)2
(1.51)

el cual está delimitado por debajo. El término µ2, que corresponde al término de
masa cuadrático, se asume negativo µ2 < 0, con el fin de poder realizar la ruptura
espontánea de simetría

SU(2)L ⊗U(1)Y → U(1)E M , (1.52)

donde U(1)E M es el grupo de simetría de gauge de las interacciones electromagné-
ticas, asociadas a la conservación de la carga eléctrica.

Definiendo

v ≡
√

−µ
2

λ
(1.53)
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Figura 1.7: Forma del potencial escalar (1.51) para µ2 > 0 (izquierda) y µ2 < 0 (dere-
cha). En el segundo caso existe un contínuo de vacíos degenerados, correspondien-
tes a diferentes fases, conectados a través de una excitación de campo sin masa φ2.
Imagen tomada de [16].

y despreciando el término constante v4/4, el potencial del Higgs puede ser escrito
como

V (Φ) =λ

(
Φ†Φ− v2

2

)2

. (1.54)

El mínimo de este potencial es

Φ†Φ= v2

2
. (1.55)

El mínimo del potencial en teoría cuántica de campos corresponde al vacío, que
refiere al estado de mínima energía y a su vez, las excitaciones de cada campo sobre
el vacío corresponden a estados de partículas. Es posible observar en (1.55) que
los campos del Higgs poseen un valor distinto de cero en el vacío, esto se llama
valor de expectación del vacío4 abreviado V EV . Los campos de fermiones y bosones
vectoriales poseen un espín distinto de cero, con lo cual tienen un valor cero en el
vacío a fin de preservar la invarianza de la naturaleza bajo rotaciones espaciales.
Los campos escalares cargados también poseen un valor cero en el vacío, el cual es
neutral eléctricamente. En cambio, los campos escalares neutrales, no poseen carga
eléctrica, por lo que ellos presentan un valor distinto de cero en el vacío. Entonces
bajo estas ideas, y con el fin de mantener el vacío neutro eléctricamente , el V EV
de los campos del Higgs se deberá al φ0

〈Φ〉 = 1p
2

(
0
v

)
. (1.56)

4VEV: Vacuum Expectation Value por sus siglas en inglés.
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Entonces, la simetría SU(2)L⊗U(1)Y está espontáneamente rota por el V EV 〈Φ〉:

T1〈Φ〉 = τ1
2 〈Φ〉 = 1

2
p

2

(
v
0

)
6= 0,

T2〈Φ〉 = τ2
2 〈Φ〉 =− i

2
p

2

(
v
0

)
6= 0,

T3〈Φ〉 = τ3
2 〈Φ〉 =− 1

2
p

2

(
0
v

)
6= 0,

Y 〈Φ〉 = 〈Φ〉 6= 0,

(1.57)

y

Q〈Φ〉 =
(
T3 + Y

2

)
〈Φ〉 = 1p

2

(
1 0
0 0

)(
0
v

)
= 0. (1.58)

Así, el vacío resulta invariante bajo transformaciones de gauge que pertenecen al
grupo U (1)E M , del tipo

e iθQ〈Φ〉 = 〈Φ〉. (1.59)

Esta invariancia garantiza la existencia de un bosón de gauge sin masa asociado al
grupo de simetría U (1)E M , el cual corresponde al fotón.

Con el fin de obtener las propiedades físicas de las partículas resultantes de la
ruptura espontánea del grupo de simetría SU(2)L ⊗U(1)Y en U (1)E M , resulta conve-
niente escribir el doblete de Higgs como

Φ(x) = 1p
2

exp

(
i

2v
ξa(x) ·τa

)(
0

v +H(x)

)
, (1.60)

donde ξa(x) = ξ1(x),ξ2(x),ξ3(x) y H(x) son cuatro campos escalares reales. El cam-
po H(x) describe físicamente el bosón de Higgs, obtenido a través de las excitacio-
nes del campo de Higgs neutro sobre el vacío. Por otro lado, los campos ξa(x) no son
campos físicos, son los llamados bosones de Goldstone, de masa nula que aparecen
cuando una simetría es rota.

En términos del gauge unitario, el doblete de Higgs se puede escribir como

Φ(x) = 1p
2

(
0

v +H(x)

)
, (1.61)

y

Dµ(x)Φ(x) =
[
∂µ+ i

2
gW a

µ (x) ·τa + i

2
g ′Bµ(x)

]
Φ(x)

= 1p
2

(
i gp

2
Wµ(x)[v +H(x)]

∂µH(x)− i
2

g
cosϑw

Zµ(x)[v +H(x)].

) (1.62)
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Así, el lagrangiano del Higgs puede ser escrito como

LHiggs =1

2
(∂H)2 + g 2

4
(v +H)2W †

µW µ+ g 2

8cos2ϑW
(v +H)2ZµZµ

− λ

4

(
H 2 +2v H

)2
.

(1.63)

Si se realiza una expansión de la expresión de arriba, se obtiene que

LHiggs =1

2
(∂H)2 −λv2H 2 −λv H 3 − λ

4
H 4 + g 2v2

4
W †

µW µ+ g 2v2

8cos2ϑW
ZµZµ

+ g 2v

2
W †

µW µH + g 2v

4cos2ϑW
ZµZµH

+ g 2

4
W †

µW µH 2 + g 2

8cos2ϑW
ZµZµH 2.

(1.64)

El primer término del lado derecho de la ecuación es el término cinético del bosón
de Higgs. El segundo término corresponde al término de masa para el bosón de
Higgs dado por5

mH =
√

2λv2 =
√
−2µ2. (1.65)

El tercer y cuarto término del lado derecho de la ecuación (1.64) generan acopla-
mientos trilineal y cuadrilineal, respectivamente del campo de Higgs, ilustrados en
los siguientes diagramas

HH

H

(a)

HH

HH

(b)

Figura 1.8: Diagramas de Feynman trilineal y cuadrilineal del campo de Higgs.

El quinto y sexto término del lagrangiano corresponden a las masas generadas
de los bosones de gauge W y Z , por lo que en el ME sus masas vienen dadas por6

mW = g v

2
, mZ = g v

2cosϑW
. (1.66)

5La masa del bosón de Higgs medida experimentalmente es mH =125.10 ± 0.14 GeV [17].
6Masa del bosón W mW =80.379 ± 0.012 GeV y del bosón Z mZ =91.1876 ± 0.0021 GeV [17].



CAPÍTULO 1. CONCEPTOS PREVIOS 19

Estas masas se relacionan a través de un parámetro ρ definido como

ρ = m2
W

m2
Z cos2ϑW

, (1.67)

que posee valor ρ = 1 en el ME a nivel árbol.

Finalmente, los últimos cuatro términos del lagrangiano del Higgs (1.64) gene-
ran acoplamientos trilineales y cuadrilineales del campo de Higgs con los bosones
de gauge, los cuales pueden ser vistos en los diagramas

WW

H

(a)

ZZ

H

(b)

WW

HH

(c)

ZZ

HH

(d)

Figura 1.9: Diagramas de Feynman trilineales y cuadrilineales del Higgs con los bo-
sones de gauge W y Z .

1.1.1.3. Masa de fermiones

Como hemos visto, en el ME la masa de los fermiones surge como resultado del
mecanismo de Higgs a través de la presencia de los acoplamientos de Yukawa con
los campos fermiónicos y con el doblete de Higgs.

Masa para leptones cargados

Considerando entonces los leptones cargados, es decir, el producto L
′
αLl ′

βR con
α,β= e,µ,τ, el lagrangiano leptón-Higgs de Yukawa viene dado por

L L,H =− ∑
α,β=e,µ,τ

Y ′l
αβL

′
αLΦl ′βR + H.c. , (1.68)

el cual es invariante bajo transformaciones del grupo de gauge SU (2)L ⊗U (1)Y . La
matriz Y ′l de los acoplamientos de Yukawa es, en general, una matriz compleja de
3×3. En el gauge unitario, el lagrangiano dado anteriormente (1.68) se convierte en
la siguiente expresión

L L,H =−
(

v +Hp
2

) ∑
α,β=e,µ,τ

Y ′l
αβl

′
αLl ′βR + H.c. (1.69)
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El término proporcional al VEV, v , del doblete de Higgs es un término de masa para
el fermión cargado, mientras que el término proporcional al campo H del bosón de
Higgs da acoplamientos trilineales entre los leptones cargados y el bosón de Higgs.
Dado que la matriz Y ′l es en general no diagonal, los campos e ′,µ′ y τ′ no tienen ma-
sas definidas, entonces, para encontrar los campos leptónicos cargados con masa
definidad es necesario diagonalizar la matriz Y ′l . Se realizan los siguientes arreglos
en los campos leptónicos cargados

l ′L ≡
 e ′

L
µ′

L
τ′L

 , l ′R ≡
 e ′

R
µ′

R
τ′R

 , (1.70)

así, el lagrangiano (1.69) puede ser escrito como

L L,H =−
(

v +Hp
2

)
l
′
LY ′l l ′R + H.c. (1.71)

La matriz Y ′l puede ser diagonalizada a través de una transformación biunitaria

V l†
L Y ′l V l†

R = Y l , (1.72)

con Y l
αβ

= y l
αδαβ (α,β= e,µ,τ), V l

L y V l
R las matrices unitarias de 3×3. Dicha diago-

nalización (1.72) nos permite escribir el lagrangiano leptón-Higgs de Yukawa como

L L,H =−
(

v +Hp
2

)
l LY l lR + H.c., (1.73)

donde

l L =V l†
L l ′L ≡

 eL

µL

τL

 , l R =V l†
R l ′R ≡

 eR

µR

τR

 , (1.74)

son los arreglos que contienen las componentes levógiras y dextrógiras de los cam-
pos cargados leptónicos con masa definida. Finalmente, el lagrangiano de Yukawa
para leptón-Higgs puede ser escrito como

L L,H =− ∑
α=e,µ,τ

y l
αvp

2
lαlα−

∑
α=e,µ,τ

y l
αp
2

lαlαH , (1.75)

donde lα ≡ lαL + lαR (α= e,µ,τ) son los campos de los leptones cargados con ma-
sas definidas:

le ≡ e, lµ ≡µ, lτ ≡ τ. (1.76)

El primer término del lado derecho de la ecuación (1.75) corresponde al término de
masa para un leptón cargado, el cual viene dado por

mα = y l
αvp

2
(α= e,µ,τ). (1.77)



CAPÍTULO 1. CONCEPTOS PREVIOS 21

Dado que los coeficientes y l
e , y l

µ, y l
τ son parámetros desconocidos en el ME, es-

tas masas no pueden ser predichas pero si obtenidas a través de mediciones experi-
mentales. Con respecto al segundo término en la ecuación (1.75) es posible obser-
var que el acoplamiento trilineal —representado en la figura 1.10 —entre el leptón
cargado y el bosón de Higgs es porporcional al término de masa para los leptones
cargados, es mas, dicho término puede ser reescrito como

− ∑
α=e,µ,τ

mα

v
lαlαH . (1.78)

l
±

α
l
±

α

H

Figura 1.10: Diagrama de Feynman trilineal del acoplamiento entre un leptón car-
gado y el bosón de Higgs.

Masas para los quarks

Siguiendo el mismo procedimiento de los leptones cargados, es posible formar
dos tipos de productos para los quarks:

Q
′
αL q ′D

βR , (1.79)

con α= 1,2,3 y β= d , s,b, y

Q
′
αL q ′U

βR , (1.80)

con α= 1,2,3 y β= u,c, t .

Considerando entonces el primer producto (1.79), el lagrangiano de Yukawa in-
variante bajo trasformaciones del grupo SU (2)L ⊗U (1)Y para dicho término viene
dado por

− ∑
α=1,2,3

∑
β=d ,s,b

Y ′D
αβQ

′
αLΦq ′D

βR , (1.81)

donde Y ′D es una matriz compleja de 3×3 de los acoplamientos de Yukawa. Éste
término aparece en la sexta línea del lagrangiano electrodébil del ME (1.18) y resulta
análogo al lagrangiano leptón-Higgs de Yukawa (1.68) dando lugar a las masas de
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tipo down de los quarks d , s,b. De hecho, en el gauge unitario, la expresión (1.81) se
convierte en la siguiente

−
(

v +Hp
2

) ∑
α,β=d ,s,b

Y ′D
αβq ′D

αL q ′D
βR (1.82)

con Y ′D
dβ ≡ Y ′D

1β , Y ′D
sβ ≡ Y ′D

2β , y Y ′D
bβ ≡ Y ′D

3β . Los términos proporcionales a v poseen la
estructura de masa para los quarks d , s,b.

Por otro lado, el término (1.80) al poseer una hipercarga de Y =+1 y para man-
tener la invarianza de gauge necesaria bajo el grupo de SU (2)L ×U (1)Y es requisito
que el doblete de Higgs posea hipercarga Y =−1. Dicho doblete puede ser obtenido
a través de una transformación que puede ser vista en el anexo A. Esa transforma-
ción otorga un Φ̃ que transforma como un doblete de isospín débil con hipercagrga
Y = −1 y nos permite escribir entonces el término de Yukawa invariante de gauge
como

− ∑
α=1,2,3

∑
β=u,c,t

Y ′U
αβQ

′
αLΦ̃q ′U

βR , (1.83)

el cual aparece en la quinta línea del lagrangiano electrodébil del ME (1.18). De he-
cho, dicha expresión escrita en términos del siguiente gauge unitario

Φ̃= 1p
2

(
v +H(x)

0

)
, (1.84)

puede ser reescrita como

−
(

v +Hp
2

) ∑
α,β=u,c,t

Y ′U
αβq ′U

αL q ′U
βR (1.85)

donde Y ′U
uβ ≡ Y ′U

1β , Y ′U
cβ ≡ Y ′U

2β , Y ′U
tβ ≡ Y ′U

3β . Los términos proporcionales a v poseen la

estructura de masa para los quarks u,c y t .

Juntando todo lo anterior, obtenemos entonces el lagrangiano de Yukawa para
los quarks, en términos del gauge unitario

LQ,H =−
(

v +Hp
2

)[ ∑
α,β=d ,s,b

Y ′D
αβq ′D

αL q ′D
βR + ∑

α,β=u,c,t
Y ′U
αβq ′U

αL q ′U
βR

]
+ H.c. (1.86)

Los términos proporcionales a v corresponden a los términos de masas para los
quarks. Sin embargo, al igual que en el caso de los leptones, es necesario definir cier-
tos arreglos que permitan diagonalizar las matrices complejas de los acoplamientos
de Yukawa Y ′D e Y ′U que en general resultan ser no diagonales y por lo mismo los
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campos primados de quarks no poseen masas definidas. Éstos arreglos se definen
como

q ′U
L ≡

 u′
L

c ′L
t ′L

 , q ′U
R ≡

 u′
R

c ′R
t ′R

 , q ′D
L ≡

 d ′
L

s′L
b′

L

 , q ′D
R ≡

 d ′
R

s′R
b′

R

 , (1.87)

los cuales nos permiten escribir el lagrangiano quark-Higgs de Yukawa en la si-
guiente forma matricial

LQ,H =−
(

v +Hp
2

)[
q ′D

L Y ′D q ′D
R +q ′U

L Y ′U q ′U
R

]
+ H.c. (1.88)

Las matrices Y ′D e Y ′U pueden ser diagonalizadas a través de transformaciones bi-
unitarias del tipo

V D†
L Y ′DV D

R = Y D (1.89)

con Y D
αβ

= yD
α δαβ (α,β= d , s,b) y

V U †
L Y ′U V U

R = Y U (1.90)

con Y U
αβ

= yU
α δαβ (α,β= u,c, t ) donde V D

L , V D
R , V U

L y V U
R son matrices unitarias de

3×3. Definiendo además

qU
L =V U †

L q ′U
L ≡

 uL

cL

tL

 , qU
R =V U †

R q ′U
R ≡

 uR

cR

tR

 , (1.91)

q D
L =V D†

L q ′D
L ≡

 dL

sL

bL

 , q D
R =V D†

R q ′D
R ≡

 dR

sR

bR

 , (1.92)

obtenemos

LQ,H =−
(

v +Hp
2

)[
q D

L Y D q D
R +qU

L Y U qU
R

]
+ H.c.

=− ∑
α=d ,s,b

yD
α vp

2
qD
α qD

α − ∑
α=u,c,t

yU
α vp

2
qU
α qU

α

− ∑
α=d ,s,b

yD
αp
2

qD
α qD

α H − ∑
α=u,c,t

yU
αp
2

qU
α qU

α H ,

(1.93)

donde qD
α ≡ qD

αL+qD
αR y qU

α ≡ qU
αL+qU

αR son los campos de quarks con masa definida.
Los términos de la segunda línea de la ecuación (1.93) corresponden a los términos
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de masas para los quarks, las cuales vienen dadas por

mα = yD
α vp

2
(α= d , s,b),

mα = yU
α vp

2
(α= u,c, t ),

(1.94)

y al igual como en el caso de los leptones, las cantidades yD
d , yD

s , yD
b , yU

u , yU
c e yU

t son
parámetros desconocidos del ME, con lo cual las masas de los quarks no pueden
ser predichas y deben —y lo son— obtenidas experimentalmente.

1.1.1.4. Bosones de gauge

Veamos ahora la segunda línea del lagrangiano electrodébil del ME (1.18):

Lgauge =−1

4
W a

µνW µν
a − 1

4
BµνBµν, (1.95)

con W µν
a ≡ (W µν

1 ,W µν
2 ,W µν

3 ). Los términos del lagrangiano describen la cinética y
las autointeracciones de los campos de gauge, con las siguientes expresiones para
W µν

a y Bµν

W µν
a = ∂µW ν

a −∂νW µ
a − g

3∑
b,c=1

εabcW µ

b W ν
c (a = 1,2,3)

Bµν = ∂µBν−∂νBµ.

(1.96)

Podemos observar que la expresión para Bµν es una generalización del tensor elec-
tromagnético

Fµν = ∂µAν−∂νAµ, (1.97)

donde Aµ es el campo electromagnético. Es bien sabido que en QED el término
cinético del campo electromagnético viene dado por

L A =−1

4
FµνFµν (1.98)

el cual es invariante bajo transformaciones de gauge locales U (1)E M , por lo que de
manera similar, el segundo término en la ecuación (1.95) es invariante bajo trans-
formaciones de gauge locales U (1)Y . Por otro lado, la expresión en la ecuación (1.96)
para el tensor asociado a los bosones de gauge de SU (2)L contiene un término adi-
cional con el fin de garantizar la invarianza del primer término del lagrangiano
(1.95) bajo transformaciones de gauge locales SU (2)L no abelianas.

En el ME, los bosones vectoriales W ± y Z adquieren sus masas mW y mZ a tra-
vés del mecanismo de Higgs que genera rompimiento espontáneo de la simetría
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SU (2)L ⊗U (1)Y las cuales están dadas en la ecuación (1.66). Esto significa que el
lagrangiano es simétrico bajo transformaciones SU (2)L ⊗U (1)Y pero sus estados
físicos no lo son. Es decir, la simetría del lagrangiano se encuentra escondida en
el mundo real. Pero al mismo tiempo, la simetría del lagrangiano es esencial para
tener una teoría renormalizable. Por lo que los términos de masa explícitos para
los bosones de gauges están prohibidos. Por ejemplo, un término de masa explícito
para el campo de gauge bosónico Bµ del tipo

1

2
m2

B BµBµ (1.99)

claramente no es invariante bajo transformaciones de gauge locales.

1.2. Física de Neutrinos

1.2.1. Oscilaciones de neutrinos

Como vimos anteriormente, las masas de los fermiones son generadas a través
de un acoplamiento de Yukawa del doblete escalar de Higgs con una componente
del fermión dextrógiro y otro levógiro. Sin embargo, dado que el ME no contempla
los neutrinos dextrógiros, no existe interacción de Yukawa para los neutrinos, los
cuales resultan en fermiones sin masas al menos a nivel del lagrangiano. Esto quiere
decir, que uno tiene que ir mas allá del ME para añadirle masa a los neutrinos.

Existen diversas formas de extender el modelo en aras de introducir la masa de
los neutrinos en el ME y que a día de hoy se siguen estudiando con el fin de mode-
larlo teóricamente. Algunas de esas ideas son: el Mecanismo de See-saw, neutrinos
estériles, neutrinos de Dirac, entre otras. Una idea que llegó a cambiar el paradigma
de los neutrinos y el origen de sus masas fue una propuesta por Bruno Pontecorvo,
en la cual el propone que los neutrinos oscilan y que de esa manera van cambiando
de sabor leptónico. La idea fue propuesta a fines de 1950 [18, 19] y es descrita co-
mo un fenómeno de la mecánica cuántica en analogía a las oscilaciones de kaones

K 0 −K 0. Estas oscilaciones son generadas por la interferencia de diferentes neu-
trinos masivos. En otras palabras, un neutrino es creado con un sabor leptónico
específico (electrón e, muón µ o tau τ) y luego al ser medido presenta un sabor di-
ferente. Al ser un fenómeno mecánico cuántico, puede ser medida entonces la pro-
babilidad de obtener un sabor particular para dicho neutrino. Dicha probabilidad
varía periódicamente a medida que el neutrino se propaga en el espacio.

Dado que a finales de la década del 50 sólo un neutrino era conocido, el neu-
trino electrónico νe , en orden de seguir con la discusión de la idea de las oscilacio-
nes de neutrinos, Pontecorvo inventó un nuevo concepto: el neutrino estéril [20],
un fermión neutral que no toma parte en las interacciones débiles. Ya para el año
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1962, el neutrino muónico νµ fue descubierto en el experimento de Brookhaven
[21] siguiendo una propuesta de Pontecorvo. Desde entonces, fue posible pensar
seriamente en la idea de que las oscilaciones entre diferentes sabores de neutri-
nos activos era posible si y sólo si éstos eran masivos y mixtos. En el mismo año,
1962, Maki, Nakagawa y Sakata [22] consideran por primera vez un modelo con
la mezcla de diferentes sabores de neutrinos. Y es en el año 1967 que Pontecorvo
predice el Problema de los Neutrinos Solares (PNS)7 como una consecuencia de las
transiciones νe → νµ—ó νe → νestéril—incluso antes de su primera medición en el
experimento de Homestake [23] (ver sección 1.2.2). Es en el año 1969 que Bruno
Pontecorvo y Vladimir Gribov discuten sobre las oscilaciones solares de neutrinos
debidas a mezcla de neutrinos [24]. Esto quiere decir en la práctica, que el sabor
leptónico no se conserva en la propagación del neutrino y es a este fenómeno que
se le llama oscilaciones de neutrinos.

El fenómeno de las oscilaciones de neutrinos ha sido observado en una multitud
de experimentos diferentes (como veremos en la sección 1.2.2) y hoy por hoy son
la prueba mas fehaciente de la existencia de masa en los neutrinos. Un ejemplo de
esto es el Premio Nobel de Física otorgado en el año 2015 a Takaaki Kajita y Arthur
McDonald; ambos galardonados por haber observado y medido dicho fenómeno
en el Observatorio Super-Kamiokande [25, 26] y en el Observatorio de Neutrinos de
Sudbury (SNO) [27], respectivamente. A su vez, esto otorga evidencia de que si bien,
el Modelo Estándar es la teoría mas consistente en física de partículas, la inclusión
de la masa de los neutrinos en el modelo habla de una extensión del mismo, es
decir, explorar límites en la física mas allá del modelo estándar (BSM)8.

7El problema de los neutrinos solares (SNP por sus siglas en inglés) refiere a un déficit de neutri-
nos solares electrónicos obervados con respecto a la predicción del modelo estándar solar.

8BSM: Beyond Standard Model por sus siglas en inglés.
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1.2.1.1. Oscilaciones de neutrinos en el vacío

Caso de 2 sabores

El caso de 2 sabores resulta ser una aproximación en la cual solo dos de tres
neutrinos masivos son considerados. Esto significa omitir el acoplamiento de los
neutrinos de sabor con el tercer neutrino masivo que existe en la naturaleza. Esta
aproximación resulta muy útil en la práctica principalmente por dos razones:

Las fórmulas de oscilaciones de neutrinos, en el caso de mezcla entre dos
sabores, son mucho mas simples y dependen solo de unos pocos parámetros,
a diferencia del caso de mezcla de tres neutrinos.

Dado que muchos experimentos no son sensibles a la influencia de la mez-
cla de tres neutrinos, los datos pueden ser analizados utilizando un modelo
efectivo con la mezcla de dos neutrinos solamente.

Entonces, considerando el caso mas simple de oscilaciones de neutrinos de dos
especies masivasνα yνβ (α,β= e,µ oα,β= e,τ, oα,β=µ,τ), tenemos que la matriz
de mezcla U puede ser escrita como

U =
(

c s
−s c

)
, (1.100)

donde c = cos θ0, s = sin θ0 y θ0 el ángulo de mezcla. Así, los autoestados de sa-
bor resultan ser superposiciones lineales de los neutrinos masivos ν1 y ν2 con los
coeficientes dados por la matriz de mezcla U

|να〉 = c |ν1〉+ s |ν2〉 ,∣∣νβ〉=−s |ν1〉+ c |ν2〉 .
(1.101)

Por otro lado, la probabilidad de oscilación de neutrinos, es decir, la probabili-
dad de transformación de un neutrino de autoestado de sabor να en otro sabor νβ
es entonces

P
(
να→ νβ; t

)= ∣∣A
(
να→ νβ; t

)∣∣2 =
∣∣∣Uβ j e−i E j tU∗

α j

∣∣∣2
. (1.102)

Si se reemplaza la matriz de mezcla (1.100) en (1.102) y tomando en cuenta neu-
trinos relativistas de momento p,

Ei =
√

p2 +m2
i ' p + m2

i

2p
' p + m2

i

2E
, (1.103)
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encontramos la probabilidad de transición (probabilidad de oscilación de neutrinos
para α 6=β)

P
(
να→ νβ; t

)= P
(
νβ→ να; t

)= sin2 2θ0 sin2
(
∆m2

4E
t

)
, (1.104)

donde∆m2 = m2
2−m2

1. Las probabilidades de supervivencia (probabilidad de oscila-
ción de neutrinos paraα=β) son P (να→ να; t ) = P

(
νβ→ νβ; t

)= 1−P (να→ να; t ).
La probabilidad de transición puede ser escrita en términos de la distancia L reco-
rrida por los neutrinos, donde para neutrinos relativistas L ' t . Esto con el fin de
obtener una cantidad medible, ya que el tiempo t no es medible en los experimen-
tos de oscilaciones de neutrinos mas la distancia L si lo es. De este modo, se obtiene
que

P
(
να→ νβ;L

)= sin2 2θ0 sin2
(
π

L

losc

)
(1.105)

donde losc es la longitud de oscilación definida como

losc = 4πE

∆m2
' 2,48m

E(MeV)

∆m2
(
eV2

) = 2,48 km
E(GeV)

∆m2
(
eV2

) . (1.106)

Notar que losc es inversamente proporcional a la diferencia de la energía de los au-
toestados de masa del neutrino: losc = 2π/(E2 −E1). La probabilidad de transición
puede ser escrita de una manera mas conveniente como

P
(
να→ νβ;L

)= sin2 2θ0 sin2
(
1,27∆m2 L

E

)
, (1.107)

donde L está en unidades de m y E en MeV (o L en km y E en GeV). Cosas importan-
tes a notar de la expresión para la probabilidad de oscilación dada en la ecuación
(1.105)

El factor sin2 2θ0 no depende de la distancia viajada por los neutrinos; descri-
be la amplitud de la oscilación de los neutrinos. Dicha amplitud es máxima
para un ángulo de θ0 = 45◦ lo que corresponde a mezcla máxima. Cuando
el ángulo θ0 está cerca del cero o 90◦, los autoestados de sabor están ligera-
mente alineados con los autoestados de masa, lo que corresponde a mezcla
pequeña. En este caso la amplitud de oscilación será pequeña.

El factor sin2
(
π L

losc

)
oscila con el tiempo o con la distancia viajada L por los

neutrinos. La fase de oscilación, que corresponde a la fase de la función seno,
es porporcional a la diferencia de energía de los autoestados de masa∆m2/2E
y a la distancia L.
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La fase de oscilación no puede ser muy pequeña si se quiere tener una probabilidad
de transición apreciable. Por otro lado, cuando la fase de oscilación es muy grande,
la probabilidad de transición sufre oscilaciones rápidas. La probabilidad de transi-
ción puede ser reescrita como un promedio sobre las oscilaciones de neutrinos, así
la expresión queda de manera simplificada como

P
(
να→ νβ

)= P
(
νβ→ να

)= 1

2
sin2 2θ0. (1.108)

El caso de 3 sabores

En este caso los autoestados de sabor de neutrinos (aquí consideramos directa-
mente los 3 sabores de neutrinos: e,µ y τ) y los autoestados de masa están relacio-
nados a través de  νeL

νµL

ντL

=
 Ue1 Ue2 Ue3

Uµ1 Uµ2 Uµ3

Uτ1 Uτ2 Uτ3

 ν1L

ν2L

ν3L .

 (1.109)

Es conveniente usar la parametrización de la matriz U que coincide con la parame-
trización estándar de la matriz de mezcla de quarks [17]:

U =
 c12c13 s12c13 s13e−iδ

−s12c23 − c12s23s13e iδ c12c23 − s12s23s13e iδ s23c13

s12s23 − c12c23s13e iδ −c12s23 − s12c23s13e iδ c23c13

 , (1.110)

a menudo llamada la matriz de mezcla de Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata (PMNS).
Aquí ci j =cos θi j y si j =sin θi j . Como vimos anteriormente, las probabilidades de
oscilaciones entre estados de varios sabores vienen dadas por la expresión (1.102),
en el caso de dos sabores estas probabilidades tienen una forma muy simple, a dife-
rencia del caso de tres sabores. Sin embargo, existen una variedad de casos límites
en los cuales se pueden obtener expresiones mas simplificadas para las probabili-
dades de oscilaciones en términos de las de dos sabores. Con este fin, resulta con-
veniente asumir una jerarquía en el cuadrado de las masas∣∣∆m2

21

∣∣¿ ∣∣∆m2
31

∣∣' ∣∣∆m2
32

∣∣ . (1.111)

Esto implica que m1 ¿ (.)m2 ¿ m3 (jerarquía directa) o m3 ¿ m1 ≈ m2 (jerarquía
invertida). Estos casos límites9 son de gran interés dado que, en el caso de los neu-
trinos solares, los datos que existen sobre ellos indican que se necesita una diferen-
cia de la masa cuadrada del orden de∆m2¯ ∼ 10−5eV2 en oscilaciones en materia (en
el vacío es del orden de∆m2¯ ∼ 10−10eV2) para resolver el problema de los neutrinos
solares.

9Otro caso límite es el de los experimentos de neutrinos atmosféricos que requieren una dife-
rencia de masas al cuadrado de ∆m2

atm ∼ 10−3eV2, mucho mas grande que ∆m2¯.



CAPÍTULO 1. CONCEPTOS PREVIOS 30

Considerando el caso límite que es relevante para las oscilaciones de neutrinos
solares—y también relevante para los experimentos de reactores de línea de base
muy largas como KamLAND—se asume la jerarquía dada en (1.111) y además

∆m2
31

2E
L ' ∆m2

32

2E
L À 1. (1.112)

En este caso, las oscilaciones debidas a las diferencias de masas al cuadrado
∆m31 y ∆m32 son muy rápidas; la probabilidad de supervivencia νe es entonces

P (νe → νe ) ' c4
13P + s4

13, (1.113)

donde P es la probabilidad de supervivencia νe en el caso de dos sabores con
la diferencia de masas al cuadrado ∆m2 = ∆m2

21 y ángulo de mezcla θ0 = θ12. En el
caso de oscilaciones de neutrinos en el vacío uno tiene

P = 1− sin2 2θ12 sin2

(
∆m2

21

4E
L

)
. (1.114)

1.2.1.2. Oscilaciones de neutrinos en materia

Los neutrinos que se propagan en materia se encuentran sujetos a un poten-
cial debido a la dispersión elástica coherente hacia adelante con las partículas en
el medio (electrones y nucleones). Este potencial modifica la mezcla de neutrinos.
También los neutrinos en materia se ven afectados por la dispersión incoherente
con dichas partículas en el medio, pero la cantidad de dichas dispersiones es ex-
tremadamente pequeña la mayoría de las veces por lo que puede ser despreciada.
Por ejemplo, en el caso de la mezcla de dos neutrinos, el ángulo de mezcla en el
vacío es reemplazado por un ángulo de mezcla efectivo en materia, el cual puede
llegar a ser grande en comparación al ángulo de mezcla en el vacío para densidades
de materia adecuadas. En 1985 S. P. Mikheyev y A. Yu. Smirnov descubrieron que es
posible obtener transiciones de sabor resonantes cuando los neutrinos se propagan
en un medio con densidad de materia variable [28]. Este mecanismo se llama me-
canismo MSW —Mikheyev-Smirnov-Wolfenstein—y explica la conversión de sabor
de los neutrinos solares durante su propagación fuera del Sol [28–30].

Caso de 3 sabores

Considerando un neutrino ultrarelativista levógiro con saborα(α= e,µ,τ) y mo-
mento −→p su estado de sabor puede ser descrito como

|να〉 =
∑
k

U∗
αk |νk〉 , (1.115)
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donde |νk〉 corresponde al estado masivo del neutrino con momento −→p . Dicho au-
toestado corresponde a un autoestado del hamiltoniano del vacío H0

H0 |νk〉 = Ek |νk〉 , (1.116)

con Ek =
√
~p2 +m2

k . El hamiltoniano total en materia es entonces

H = H0 +HI , (1.117)

con HI |να〉 = Vα |να〉 , donde Vα corresponde al potencial efectivo sentido por un
neutrino zurdo ultra relativista.

En el marco de Schrödinger, el estado inicial de un neutrino con un determina-
do sabor α obedece la ecuación de evolución

i
d

dt
|να(t )〉 = H |να(t )〉 , (1.118)

con |να(0)〉 = |να〉. Asimismo, la amplitud de transición να → νβ después de un
tiempo t viene dada por

ψαβ(t ) = 〈
νβ | να(t )

〉
, (1.119)

con ψαβ(0) = δαβ. Entonces, la probabilidad de encontrar un neutrino a t = 0 naci-
do con un sabor α que luego de un tiempo t tenga un sabor β es

Pνα→νβ(t ) = ∣∣ψαβ(t )
∣∣2 . (1.120)

Con todo esto, se puede obtener la ecuación de evolución temporal para las ampli-
tudes de transición de sabor

i
d

dt
ψαβ(t ) =∑

η

(∑
k

Uβk EkU∗
ηk +δβηVβ

)
ψαη(t ). (1.121)

Para α=β se obtiene la ecuación de conservación de la probabilidad∑
β

Pνα→νβ(t ) =∑
β

∣∣ψαβ(t )
∣∣2 = 1. (1.122)

Es sabido que para neutrinos ultra relativistas se tiene

Ek ' E + m2
k

2E
, p ' E , t ' x, (1.123)

con x la distancia desde la fuente. Así que, teniendo en cuenta estas aproximacio-
nes, la ecuación (1.121) se convierte en una ecuación de evolución espacial tal que

i
d

dx
ψαβ(x) =

(
p + m2

1

2E
+VNC

)
ψαβ(x)

+∑
η

(∑
k

Uβk
∆m2

k1

2E
U∗
ηk +δβeδηeVCC

)
ψαη(x).

(1.124)
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El primer término es separado de la ecuación dado que es irrelevante para las tran-
siciones de sabor dado que genera una fase común para todos los sabores. A su vez,
puede ser eliminado agregándole un shift a la fase el cual no afecta a la probabilidad
de transiciones de να → νβ (con t = x). Por lo tanto, la ecuación de evolución para
las amplitudes de transición de sabor es

i
d

dx
ψαβ(x) =∑

η

(∑
k

Uβk
∆m2

k1

2E
U∗
ηk +δβeδηeVCC

)
ψαη(x). (1.125)

Esta expresión muestra que tanto las oscilaciones de neutrinos en el vacío como las
oscilaciones de neutrinos en materia dependen de la diferencia al cuadrado de las
masas de los neutrinos y no del valor absoluto de sus masas. También esta ecuación
puede ser escrita matricialmente de la forma

i
d

dx
Ψα =HFΨα, (1.126)

la cual tiene la forma de una ecuación de Schrödinger con HF la matriz del hamil-
toniano efectivo en la base de sabor dada por

HF = 1

2E

(
UM2U † +A

)
. (1.127)

Así, para el caso de la mezcla de tres neutrinos, se tiene

Ψα =
 ψαe

ψαµ

ψατ

 , M2 =
 0 0 0

0 ∆m2
21 0

0 0 ∆m2
31

 , A=
 ACC 0 0

0 0 0
0 0 0

 , (1.128)

donde ACC ≡ 2EVCC = 2
p

2EGFNe , donde Ne corresponde a la densidad del número
de electrones dentro del sol.

Caso de dos sabores: el efecto MSW

Dado que el caso de la mezcla de tres neutrinos es un poco mas complicado y tal
como fue mencionado anteriormente, para los neutrinos solares basta con consi-
derar el caso de mezcla de dos sabores que es mucho mas simple, se verá entonces
la mezcla entre νe ,νµ y ν1,ν2. El caso de mezcla νe −ντ es idéntico dado que νµ y ντ
tienen el mismo potencial en materia.

Para los neutrinos solares, que son creados y se propagan en el interior denso
del sol, se asume que el neutrino inicial corresponde a un neutrino electrónico, es
decir α = e. Con esto en mente, la ecuación de evolución (1.126) puede ser escrita
como

i
d

dx

(
ψee

ψeµ

)
= 1

4E

( −∆m2 cos2ϑ+ ACC ∆m2 sin2ϑ
∆m2 sin2ϑ ∆m2 cos2ϑ− ACC

)(
ψee

ψeµ

)
, (1.129)
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donde ∆m2 ≡ m2
2 −m2

1 y ϑ es el ángulo de mezcla, definido por

νe = cosϑν1 + sinϑν2, νµ =−sinϑν1 +cosϑν2. (1.130)

Para un neutrino electrónico νe inicial, la condición inicial de la ecuación de evolu-
ción (1.129) es

Ψe (0) =
(
ψee (0)
ψeµ(0)

)
=

(
1
0

)
, (1.131)

y las probabilidades de transiciones νe → νµ y de superviviencia νe son, respectiva-
mente,

Pνe→νµ(x) = ∣∣ψeµ(x)
∣∣2 , Pνe→νe (x) = ∣∣ψee (x)

∣∣2 = 1−Pνe→νµ(x). (1.132)

1.2.2. Neutrinos solares

El Sol es una enorme fuente de producción de neutrinos debido a las reacciones
de fusión termonuclear que ocurren en su núcleo. La energía de estos neutrinos es
del orden de 1 MeV y dado que sus interacciones con la materia son muy débiles,
prácticamente todos los neutrinos producidos en el núcleo pasan a través del inte-
rior del Sol y fluyen en el espacio. El flujo de neutrinos solares que llegan a la Tierra
es aproximadamente de 6×1010 cm−2s−1 [31].

Los neutrinos solares fueron detectados por primera vez por Homestake [23],
experimento ubicado en la mina Homestake en Estados Unidos, en el año 1970. Di-
cho experimento estuvo en concordancia con los cálculos matemáticos implemen-
tados por dos astrofísicos: Raymond Davis Jr. y John N. Bahcall quienes tenían por
objetivo recolectar y contar los neutrinos emitidos por la fusión nuclear solar [32].
Luego a finales de 1980 el experimento de Kamiokande, ubicado en la mina Kamio-
ka, Japón, a 2,03 km de profundidad obtuvo por primera vez una imagen de neutri-
nos en tiempo real del sol [33]. Ya a partir de 1990, diversos experimentos en el mun-
do como GALLEX/GNO (Galio Neutrino Observatory) [34, 35] que se encuentran
ubicados en el Laboratorio Nacional Gran Sasso en Italia y SAGE (Sovietic-American
Galio Experiment) [36] ubicado en el Observatorio de Neutrinos de Baksan en Rusia
a 2000 metros de profundidad bajo el monte Andrychi, midieron neutrinos de baja
energía producidos en la cadena pp. Ya para finales de 1990, el experimento Super-
Kamiokande [37, 38] (también ubicado en Japón) y el experimento SNO (Sudbury
Neutrino Observatory) [39, 40] ubicado en la mina Creighton en Canadá a dos kiló-
metros de profundidad lograron proveer de una importante cantidad de datos de
alta precisión de la parte de altas energías del flujo de neutrinos solares.

Dos grandes éxitos de los experimentos de neutrinos solares son:

La detección de los neutrinos solares y con ello la prueba de que la generación
de energía termonuclear en las estrellas es correcta,
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El descubrimiento (Homestake), la confirmación (Kamiokande, GALLEX/GNO,
SAGE, Super-Kamiokande), y la solución (SNO) [27] del problema de los neu-
trinos solares (SNP) en favor de las oscilaciones de neutrinos.

1.2.2.1. Modelo Estándar Solar

En palabras de John Bahcall, el modelo estándar solar MES es un «modelo solar
construido con la mejor física y data disponible» y donde «se requiere que se ajuste a
la luminosidad y el radio observados del sol en la época actual, así como la relación
de los elementos pesados al hidrógeno observada en la superficie del sol» [41].

La ciencia que estudia las oscilaciones en el Sol se llama heliosismología y es
vital para entender la física del Sol ya que se estudian y miden dichas oscilaciones
a través de los modos p, donde p se refiere a presión. Estas observaciones helio-
sismológicas otorgan información muy detallada sobre la velocidad del sonido y la
densidad de materia en el interior del Sol. Es decir, el MES lo que busca es describir
la estructura y la evolución del Sol basado tanto en la heliosismología como en el
estudio de muchos otros parámetros físicos como lo son la masa, la luminosidad,
el radio, la temperatura de la superficie solar, la edad del Sol, y la abundancia de
elementos en la superficie. Algunas de estas características fundamentales del Sol
pueden verse en la tabla 1.3. Dicho esto, el MES que ha jugado un mayor rol en
desarrollar la física de neutrinos solares es el desarrollado por John Bahcall y sus
colaboradores donde sus estudios sobre esta materia comenzaron en el año 1962
[42] (otras referencias a tener en cuenta [41, 43–45]) y contínuamente fueron actua-
lizando los cálculos de dichos modelos [32, 46]. La imagen 1.11 muestra el espectro
de energía de los flujos de neutrinos predichos por el MES BS05(OP) [46].

Luminosidad solar L⊙ = (3.846 ± 0.008) ×1026 W

= (2.400 ± 0.005) ×1039 MeV s−1

Radio solar R⊙ = 6.961×1010 cm

Masa solar M⊙ = (1.98844 ± 0.00030) ×1033 g

Unidad astronómica 1ua = (149.597870660 ± 0.000000020) ×106 km

Constante solar K⊙ ≡ L⊙/4π(1ua)2 ' 8.534 ×1011 MeV cm−2s−1

Año 1 año = 3.15569252 ×107 s

Tabla 1.3: Características fundamentales del sol y del sistema tierra-sol. Datos ex-
traídos de la referencia [47].
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Figura 1.11: Espectro de energía de los flujos de neutrinos solares de las cadenas
pp y CNO predichas por el MES (Modelo Estándar Solar) específicamente el mo-
delo BS05(OP) [46]. Las curvas sólidas corresponden a los elementos del ciclo pp
junto a las líneas espectrales de pep y 7Be. Las líneas punteadas corresponden a los
elementos químicos del ciclo CNO. El flujo está en unidades de cm−2 año−1 keV−1.



CAPÍTULO 1. CONCEPTOS PREVIOS 36

Los flujos de neutrinos solares principalmente se producen en dos procesos de
reacciones termonucleares: la cadena pp y el ciclo CNO . La cadena pp incluye reac-
ciones p+p → d +e++ν (pp), p+e−+p → d +ν (pep), 3He+p →4 He+e++ν (hep),
7Be+e− →7 Li+ν(+γ) (7Be), y 8B →8 Be∗+e++ν (8B). El ciclo CNO involucra reac-
ciones 13N →13 C+ e++ν (13N), 15O →15 N+ e++ν (15O), y 17F →17 O+ e++ν (17F).
Estas reacciones, que pueden ser vistas en la imagen 1.12, además dan como resul-
tado una fusión general de protones en 4He, 4p →4 He+2e++2νe donde la energía
liberada en la reacción, Q = 4mp −m4He−2me ∼ 26 MeV, —con mp la masa del pro-
tón10 y me la masa del electrón11— es mayormente transportada por los fotones
y sólo una pequeña fracción es transportada por los neutrinos,

〈
E2νe

〉 =0.59 MeV
[17]. En las imágenes 1.13 y 1.14 se puede apreciar la distribución de la producción
de neutrinos como función del radio para cada flujo de neutrinos solares y en la ta-
bla 1.4 se puede observar el flujo promedio de cada fuente de neutrinos así como la
reacción termonuclear donde dichos neutrinos se producen. Tanto la distribución
como los valores promedios del flujo son extraídos del MES BS05 [46].

Fuente r
FlujoΦr Reacción[
cm−2s−1

]
pp 5.99 ×1010 p +p → d +e++νe

pep 1.42 ×108 p +e−+p → d +νe

hep 7.93 × 103 3He+p → 4He+e++νe

7Be 4.84 ×109 e−+ 7Be → 7Li+νe

8B 5.69 × 106 8B → 8Be∗+e++νe

13N 3.07 × 108 13N → 13C+e++νe

15O 2.33 × 108 15O → 15N+e++νe

17F 5.84 × 106 17F → 17O+e++νe

Total 6.54×1010 -

Tabla 1.4: Valores de los flujos de neutrinos solares para las distintas fuentes y su
reacción termonuclear según el modelo BS05 [46].

10mp =938.272 MeV según [17].
11me =0.5109 MeV, es decir, ∼0.511 MeV según [17].
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Figura 1.12: Generación de energía en el Sol vía cadena pp (lado izquierdo) y ciclo
CNO (lado derecho). Los recuadros de colores rojo, celeste, azul y verde remarcan
las reacciones termonucleares que producen neutrinos en la cadena pp, mientras
que los recuadros amarillos remarcan la producción de neutrinos en el ciclo CNO.
Imagen tomada de [48].
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Figura 1.13: Distribución del flujo de neutrinos de la cadena pp en función del radio
normalizado por el radio solar. Los datos fueron tomados del modelo BS05(OP) [46].
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Figura 1.14: Distribución del flujo de neutrinos del ciclo CNO en función del radio
normalizado por el radio solar. Los datos fueron tomados del modelo BS05(OP) [46].
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2
Cinemática e interacciones de
neutrinos

Para establecer la cinemática de una interacción neutrino-electrón o neutrino-
núcleo, basta con estudiar la cinemática relativista de un proceso 2 → 2. Por lo mis-
mo, conviene ver dicho proceso como si se estuviera observando una caja negra
entre dos partículas incidentes y dos partículas resultantes tal como lo indica el di-
bujo (2.1). Dos partículas de momentum p1 y p2 y masas m1 y m2 se dispersan en
dos partículas de momentum p3 y p4 y sus correspondientes masas m3 y m4. Las
variables de Mandelstam (invariantes de Lorentz) se definen por

s = (
p1 +p2

)2 = (
p3 +p4

)2

= m2
1 +2E1E2 −2p1 ·p2 +m2

2,

t = (
p1 −p3

)2 = (
p2 −p4

)2 = q2 ≡−Q2

= m2
1 −2E1E3 +2p1 ·p3 +m2

3,

u = (
p1 −p4

)2 = (
p2 −p3

)2

= m2
1 −2E1E4 +2p1 ·p4 +m2

4,

(2.1)

lo cual satisface que
s + t +u = m2

1 +m2
2 +m2

3 +m2
4. (2.2)

La sección transversal para dos cuerpos puede ser escrita como

dσ

d t
= 1

64πs

1∣∣p1 cm
∣∣2 |M |2. (2.3)

Para el caso de las secciones transversales 2 → 2 estas deben ser proporcionales
a la constante de Fermi G2

F . Dado que la sección transversal tiene dimensión de

Figura 2.1: Definición de las variables para un estado final de dos cuerpos.

39
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[longitud]2∼[energía]−2 y G2
F posee dimensión [energía]−4 es necesario introducir

un factor con dimensión [energía]2. En el marco del centro de masa de un sistema
2 → 2, el único factor con dimensión de energía al cuadrado y que además depende
solo del estado inicial es la variable s de las variables de Mandelstam s = (Eνi +Eei ).
Así, en cualquier marco de referencia la sección transversal para un proceso, por
ejemplo el de neutrino-electrón, viene dado por

σ∝G2
F s. (2.4)

2.1. Interacciones de neutrinos

En el Modelo Estándar las interacciones de neutrinos son descritas con una pre-
cisión importante y hasta el momento no se han encontrado desviaciones en los
datos experimentales.

Las interacciones de neutrinos vienen dadas por dos componentes: la corriente
cargada leptónica y la corriente neutra leptónica

jρW, L = 2
∑

α=e,µ,τ
ναLγ

ρlαL = ∑
α=e,µ,τ

ναγ
ρ
(
1−γ5) lα, (2.5)

y

jρZ ,ν =
∑

α=e,µ,τ
ναLγ

ρναL = 1

2

∑
α=e,µ,τ

ναγ
ρ
(
1−γ5)να, (2.6)

respectivamente. Ambas corrientes integran el lagrangiano de interacción débil pa-
ra la corriente cargada leptónica

L(CC)
I,L =− g

2
p

2

(
jρW, LWρ+ jρW, L

†W †
ρ

)
(2.7)

y la parte correspondiente a la corriente neutra leptónica del lagrangiano

L(CN)
I,ν =− g

2cosϑW
jρZ ,νZρ. (2.8)

2.1.1. Interacción neutrino-electrón

La interacción mas simple de neutrinos con alguna componente de materia es
la interacción neutrino-electrón. A orden mas bajo, dichas interacciones involucran
solo leptones libres y su amplitud de interacción puede ser calculada de manera
exacta utilizando las reglas de Feynman del Modelo Estándar.
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2.1.1.1. Dispersión elástica de neutrino-electrón

El proceso de dispersión elástica no posee umbral, dado que el estado final es el
mismo que el estado inicial, así el único efecto de un proceso de dispersión elástica
es la redistribución de energía y momentum entre las dos partículas que participan.
De esta forma, los neutrinos (y antineutrinos) de bajas energías con saborα= e,µ,τ
interactúan con los electrones a través del siguiente esquema del proceso de disper-
sión elástica

(−)
ν α +e− →(−)

ν α +e−. (2.9)

En la figura 2.2 se pueden ver los dos diagramas de Feynman a nivel de árbol
que contribuyen a la dispersión elástica de

νe +e− → νe +e−. (2.10)

e
−νe

νee
−

W

(a)

νeνe

e
−

e
−

Z

(b)

Figura 2.2: Diagramas de Feynman a nivel árbol para el proceso de dispersión elás-
tica neutrino-electrón: corriente cargada (a) y corriente neutra (b).

En el caso de la dispersión elástica

ν̄e +e− → ν̄e +e−, (2.11)

ocurre que el diagrama en el canal t de la corriente cargada mostrado en la figura
2.2a es reemplazado por un diagrama en el canal s como puede ser visto en la figura
2.3.
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e
−

νe e
−

νe

W

(a)

ν̄eν̄e

e
−

e
−

Z

(b)

Figura 2.3: Diagramas de Feynman a nivel árbol para el proceso de dispersión elás-
tica antineutrino-electrón: corriente cargada (a) y corriente neutra (b).

A nivel árbol, la dispersión elástica para

(−)
νµ,τ +e− → (−)

νµ,τ +e− (2.12)

recibe sólo la contribución de la corriente neutra como lo indica figura 2.4.

(−)
ν µ,τ

(−)
ν µ,τ

e
−

e
−

Z

Figura 2.4: Diagrama de Feynman para el proceso de dispersión elástica neutrino
(antineutrino) muón y tau-electrón.

Para neutrinos de bajas energías, los efectos de los propagadores Z y W pueden
despreciarse, de esa forma los procesos mencionados anteriormente son descritos
por los lagrangianos efectivos de corriente cargada y corriente neutra vistos en el
primer capítulo. Por ejemplo, el lagrangiano para los procesos de dispersión elásti-
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cas descritos en las figuras 2.2 y 2.3 viene dado por

Leff (ν̄e e− → ν̄e e−) =−GFp
2

{[
ν̄eγ

ρ
(
1−γ5)e

][
ēγρ

(
1−γ5)νe

]
+[

ν̄eγ
ρ
(
1−γ5)νe

][
ēγρ |

(
g l

V − g l
Aγ

5
)

e
]}

,
(2.13)

donde el primer término a la derecha de la ecuación corresponde a la contribución
de la corriente cargada mientras que el segundo término corresponde a la contri-
bución de la corriente neutra. Haciendo uso de la transformación de Fierz:

[ēγµ(1−γ5)νe ][ν̄eγµ(1−γ5)e] = [ν̄eγ
µ(1−γ5)νe ][ēγµ(1−γ5)e], (2.14)

la contribución de la corriente cargada puede ser reescrita y de esa forma ser rees-
crito el lagrangiano efectivo en una forma mas compacta

Leff

(
(−)
ν e e− → (−)

ν e e−
)
=−GFp

2

[
ν̄eγ

ρ
(
1−γ5)νe

][
ēγρ

((
1+ g l

V

)
−

(
1+ g l

A

)
γ5

)
e
]

.

(2.15)
Para el proceso descrito en la ecuación (2.12), el lagrangiano efectivo contiene solo
un término de corriente neutra y viene dado por

Leff

(
(−)
να e− →(−)

να e−
)
=−GFp

2

[
ν̄αγ

ρ
(
1−γ5)να][

ēγρ
(
g l

V − g l
Aγ

5
)

e
]

(α=µ,τ).

(2.16)

Como fue revisado anteriormente, las secciones transversales para un proceso
del tipo neutrino-electrón viene dado por la ecuación (2.4). Así, en la tabla 2.1 es
posible ver los distintos valores de las secciones transversales totales para

p
s À me .

Tener en cuenta que en el marco del laboratorio (lab-frame), el electrón inicial se
encuentra en reposo, y si se desprecia la masa del neutrino, se tiene que

s = 2me Eν, (2.17)

donde Eν ≡ Eνi es la energía del neutrino entrante.

Por otro lado, la sección transversal diferencial de estos procesos, viene dada
por

dσ

dQ2
= G2

F

π

[
g 2

1 + g 2
2

(
1− Q2

2pν1 ·pe1

)2

− g1g2m2
e

Q2

2
(
pν1 ·pe1

)2

]
, (2.18)

donde las cantidades g1 y g2 dependen del sabor de los neutrinos:
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para νe y ν̄e

g (νe )
1 = g (ν̄e )

2 = 1+ g l
V + g l

A

2
= 1+ g l

L = 1

2
+ sin2ϑW ' 0,73, (2.19)

y

g (νe )
2 = g (ν̄e )

1 = g l
V − g l

A

2
= g l

R = sin2ϑW ' 0,23, (2.20)

para νµ,τ y ν̄µ,τ

g
(
νµ,τ

)
1 = g

(
ν̄µ,τ

)
2 = g l

V + g l
A

2
= g l

L =−1

2
+ sin2ϑW '−0,27, (2.21)

y

g
(
νµ,τ

)
2 = g

(
ν̄µ,τ

)
1 = g l

V − g l
A

2
= g l

R = sin2ϑW ' 0,23. (2.22)

Proceso Sección transversal total

νe +e− (
G2

Fs/4π
)[(

1+2sin2ϑW
)2 + 4

3 sin4ϑW

]
' 93s/MeV2

ν̄e +e− (
G2

Fs/4π
)[1

3

(
1+2sin2ϑW

)2 +4sin4ϑW

]
' 39s/MeV2

νµ,τ+e− (
G2

Fs/4π
)[(

1−2sin2ϑW
)2 + 4

3 sin4ϑW

]
' 15s/MeV2

ν̄µ,τ+e− (
G2

Fs/4π
)[1

3

(
1−2sin2ϑW

)2 +4sin4ϑW

]
' 13s/MeV2

Tabla 2.1: Secciones transversales totales para la dispersión elástica de neutrino-
electrón con

p
s À me . Los valores numéricos están en unidades de 10−46 cm2.

Energía de retroceso

Una cantidad interesante e importante en el estudio de las colisiones de neu-
trinos con algún blanco, es el concepto de energía de retroceso. En el lab-frame,
cuando el momentum −→pei = 0, se obtiene

Q2 = 2me Te , (2.23)
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donde Te ≡ Te f es la energía cinética de retroceso del electrón. Así, la sección trans-
versal diferencial como función de Te en el sistema de laboratorio viene dada por

dσ

dTe
(Eν,Te ) = σ0

me

[
g 2

1 + g 2
2

(
1− Te

Eν

)2

− g1g2
me Te

E 2
ν

]
, (2.24)

donde

σ0 =
2G2

Fm2
e

π
' 88,06×10−46 cm2. (2.25)

Además, haciendo uso de la conservación de la energía-momentum es posible ob-
tener Te como función del ángulo de dispersión θ

Te =
2me E 2

ν cos2θ

(me +Eν)2 −E 2
ν cos2θ

, (2.26)

que puede ser visto en la figura 2.5.

Figura 2.5: Dispersión elástica neutrino-electrón en el lab-frame.

Dado que

Te =
2me E 2

ν cos2θ

(me +Eν)2 −E 2
ν cos2θ

, (2.27)

es posible obtener una expresión para la sección transversal diferencial en función
del ángulo de dispersión del electrón tal que

dσ

dcosθ
=σ0

4E 2
ν (me +Eν)2 cosθ[

(me +Eν)2 −E 2
ν cos2θ

]2

[
g 2

1 + g 2
2

(
1− 2me Eν cos2θ

(me +Eν)2 −E 2
ν cos2θ

)2

−g1g2
2m2

e cos2θ

(me +Eν)2 −E 2
ν cos2θ

]
.

(2.28)

De la ecuación (2.26) es posible deducir una cota máxima para la energía ciné-
tica de retroceso del electrón en términos de la energía del neutrino Eν dado que el
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ángulo posee la siguiente restricción cos θ ≤ 1, de esa forma se tiene

T máx
e (Eν) = 2E 2

ν

me +2Eν
. (2.29)

Este valor máximo corresponde a un movimiento hacia adelante del electrón. Así
mismo es posible encontrar un valor mínimo para la energía del neutrino a partir
de la ecuación (2.26)

E mı́n
ν (Te ) = Te

2

(
1+

√
1+ 2me

Te

)
= Te +

∣∣~pe
∣∣

2
'

{ p
me Te /2 for Te ¿ me

Te +me /2 for Te À me
(2.30)

2.1.2. Interacción neutrino-núcleo: CEνNS

Dentro del Modelo Estándar, la dispersión elástica coherente neutrino-núcleo
CEνNS, por sus siglas en inglés, es un proceso de corriente neutra [49, 50] en el
cual la energía del neutrino involucrado es del orden de 100 MeV. Este proceso
ocurre cuando la longitud de onda de De Broglie λ del proceso de dispersión re-
sulta ser mayor que el radio nuclear. En otras palabras, esto significa que cuando
q 6 h/rN ' 100MeV que es el momentum transferido del proceso, las amplitudes
individuales de los núcleos se suman coherentemente. Esto es crucial dado que la
amplitud total aumenta directamente con el número de nucleones, haciendo que
la sección transversal posea un tamaño considerable.

La primera vez que se logró medir CEνNS fue en el año 2017 en el experimento
COHERENT en el cual se pudo observar el proceso con 6,7σ de nivel de confian-
za (CL) utilizando neutrinos producidos en el Laboratorio Nacional Oak Ridge en
Tennessee, EE.UU. [51].

En el ME, el lagrangiano que mejor describe este proceso es el lagrangiano efec-
tivo

LME
eff =−p2GF

∑
q=u,d

(
ν̄iγµPLνi

)
q̄γµ

(
g q

V + g q
Aγ5

)
q (2.31)

donde su sección transversal diferencial es [49]

dσv−N

dEr
= G2

F

2π
mN g 2

N

(
2− mN Er

E 2
ν

)
F 2 (Er ) , (2.32)

la cual involucra un factor de forma que da cuenta de la estructura nuclear y tam-
bién una componente cero del momento transferido. Aquí, se tiene que gN = (A −
Z )g n

N +Z g p
N donde A es el número másico del núcleo y Z el número atómico y ade-

más de los siguientes valores para la constante de acoplamiento nuclear

g n
N = 2g d

N + g u
N y g p

N = g d
N +2g u

N , (2.33)
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con los siguientes acoplamientos electrodébiles para los quarks

g d
N =−1

2
+ 2

3
sin2ϑW y g u

N = 1

2
− 4

3
sin2ϑW , (2.34)

utilizando el siguiente valor para el ángulo de mezcla débil sin2ϑW =0.23122 [52].

Dicha sección transversal también presenta un valor máximo para la energía de
retroceso nuclear

T máx
r = 2E 2

ν

mN +2Eν
' 2E 2

ν

mN
, (2.35)

siendo bastante buena la aproximación para todos los isótopos, en especial para el
xenón.

2.2. Propiedades electromagnéticas de los neutrinos

Wolfgang Ernst Pauli en el año 1930 fue el primero en mencionar la importan-
cia de las propiedades electromagnéticas de los neutrinos, donde él postulaba la
existencia de dicha partícula y mencionaba la posibilidad de que el neutrino podría
tener momento magnético [53]. Es mas, el estudio sistemático de las propiedades
electromagnéticas de los neutrinos comenzó luego de que en la versión extendida
del Modelo Estándar con neutrinos diestros se demostrara que el momento mag-
nético de un neutrino masivo es distinto de cero y su valor está determinado por la
masa del neutrino [54–59].

Las propiedades electromagnéticas de los neutrinos son muy importantes por-
que están directamente conectadas a las bases de la física de partículas. De hecho,
se desprende que:

Las propiedades electromagnéticas de los neutrinos pueden ser utilizadas pa-
ra distinguir entre neutrinos de Dirac y Majorana [58, 60–62],

Bajo esta misma idea, la precesión del sabor del espín en un campo mag-
nético externo entrega efectos observables muy diferentes si se trata de un
neutrino de Dirac o neutrino de Majorana [63, 64],

Además, en el Modelo Estándar los neutrinos sólo tienen un radio de carga,
por lo que las propiedades electromagnéticas de los neutrinos son una prue-
ba directa de nueva física mas allá del Modelo Estándar [65–68].

En extensiones del ME, a nivel árbol el neutrino no posee interacciones electro-
magnéticas, por ejemplo, este no posee carga eléctrica—carga eléctrica cero—. Sin
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embargo, estas interacciones pueden emerger a nivel cuántico a partir de expan-
siones de mayor orden en teoría de perturbaciones de la interacción. En la aproxi-
mación de un fotón, las interacciones electromagnéticas del campo neutrino ν(x)
pueden ser descritas por el hamiltoniano de interacción efectivo [69]

H(ν)
EM(x) = j (ν)

µ (x)Aµ(x) = ν̄(x)Λµν(x)Aµ(x), (2.36)

donde j (ν)
µ (x) es el cuadrivector de la corriente efectiva electromagnética de neu-

trinos y Λµ es una matriz 4 × 4 en el espacio espinorial que contiene derivadas

espacio-temporales, tal que j (ν)
µ (x) transforma como un cuadrivector. La figura 2.6

corresponde al diagrama de la interacción entre el neutrino con un fotón, donde
la región circular sombreada representa el bucle de las contribuciones cuánticas.
El diagrama 2.6 contiene factores de forma magnéticos y de carga. Estas propieda-
des electromagnéticas de los neutrinos pueden existir incluso si los neutrinos son
partículas elementales, es decir, que no poseen estructura interna, ya que estas son
generadas por los efectos cuánticos del bucle. Por ejemplo, el momento magnético
del neutrino (el cual corresponde al factor de forma magnético para interacciones
con fotones reales, es decir, q2 = 0) posee el mismo origen que el momento anóma-
lo magnético del electrón [70]. Específicamente, dichas contribuciones cuánticas
se encuentran encarnadas en la función del vértice Λµ, la cual puede ser descom-
puesta en términos de los productos linealmente independientes de las matrices de
Dirac y de los cuadrivectores cinemáticos. Para el acoplamiento con un fotón real
(q2 = 0), el vértice otorga cuatro factores de forma electromagnéticos: la carga eléc-
trica, el momento dipolar magnético [56, 57, 60–62, 71], momento dipolar eléctrico
y momento toroidal [62].

γ

νi νj

Figura 2.6: Vértice efectivo para interacciones electromagnéticas de los neutrinos.

Dependiendo de que tipo de neutrinos son, Dirac o Majorana1, y de si las sime-
trías CP o CPT son simetrías exactas en el nuevo sector de la física, algunos de los

1Para mas detalles sobre los acoplamientos electromagnéticos de los neutrinos de Dirac y neu-
trinos de Majorana, revisar [69].
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acoplamientos que el neutrino pudiera tener desaparecen [61, 62]. A nivel efectivo,
los acoplamientos magnéticos/dipolares pueden ser escritos como

−LD = 1

2
νLiσµv

(
µD

i j +γ5ε
D
i j

)
νR j Fµν+H.c.,

−LM = 1

2
νc

Liσµv

(
µM

i j +γ5ε
M
i j

)
νL j Fµν+H.c.

(2.37)

Es importante remarcar que los experimentos de retroceso electrónico no pue-
den diferenciar entre un acoplamiento de Dirac de uno de Majorana, así como tam-
poco pueden diferenciar entre momentos o transiciones magnéticas/eléctricas. En
la base de los autoestados de masa, los procesos a través de las interacciones (2.37)
son sensibles al parámetro efectivo [72]

µ2
νeff

=∑
j

∣∣∣∣∣∑
k

Ak (Eν,L)
(
µk j − iεk j

)∣∣∣∣∣
2

, (2.38)

donde Ak (Eν,L) corresponde a la amplitud del k-ésimo estado del neutrino masivo
en el punto de detección. El acoplamiento efectivo toma diferentes formas depen-
diendo de si los neutrinos son de Dirac o de Majorana, así como del esquema de
sabor adoptado, por lo tanto, desde el punto fenomenológico resulta súper útil usar
este acoplamiento en los siguientes cálculos. Por ejemplo, para ilustrar lo mencio-
nado, se puede considerar el caso de los acoplamientos diagonales µe y µa . En la
aproximación de dos sabores y para parámetros de oscilación requeridos por la so-
lución LMA-MSW, el acoplamiento efectivo toma la forma [73]

µ2
νeff

' Peeµ
2
e + (1−Pee )µ2

a . (2.39)

Aquí Pee es la probabilidad de supervivencia del neutrino electrónico donde ade-
más hemos usado sin4θ13 ¿ 1. El análisis de las interacciones magnéticas de los
neutrinos resulta en un problema multiparamétrico que puede ser reducido a un
problema de un solo parámetro con la ayuda de (2.38). Usando esta parametriza-
ción, la sección transversal diferencial ν−e es [74]

dσν
dEr

=πα2
µ2
νeff

m2
e

(
Eν−Er

EνEr

)
, (2.40)

donde µνeff se ha normalizado al magnetón de Bohr. Para CEνNS la sección trans-
versal diferencial tiene la misma estructura pero con la diferencia de que viene de
la mano con el número de protones objetivos al cuadrado Z 2 y un factor de forma
nuclear. Debido a la divergencia de Coulomb la sección transversal tiene un pico
hacia adelante, un comportamiento que se vuelve bastante pronunciado a bajas
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energías de retroceso. La característica más destacada de las interacciones de mo-
mento magnético de neutrinos son, por lo tanto, las distorsiones espectrales.

Los acoplamientos electromagnéticos del neutrino están sujetos a una variedad
de límites de experimentos de laboratorio [75] que incluyen PVLAS [76], desinte-
gración β de neutrones [77], TRISTAN, LEP y CHARM-II [78], MUNU [79], SuperKa-
miokande [80], TEXONO [81], GEMMA [82] y Borexino Phase-II [73]. También están
limitados por la cosmología y las observaciones astrofísicas, incluida la nucleosín-
tesis primordial [83], el giro de estrellas de neutrinos [84], supernovas y enfriamien-
to estelar [85–88].

Algunos de los límites actuales pueden ser vistos en la figura 2.7 donde se mues-
tran cotas superiores dadas por cuatro de los experimentos de neutrinos mas rele-
vantes. El límite mas estricto para el µνeff derivado de las medidas de la energía del
retroceso electrónico viene dado por la colaboración GEMMA [82]. El experimento
utiliza antineutrinos electrónicos de la Central Nuclear Kalinin y un detector de ger-
manio de 1.5 kg de alta pureza con un umbral de 3 keV para la energía de retroceso
electrónico. El valor para el límite dado por GEMMA es

GEMMA: µνeff . 3,2×10−11µB al 90%CL. (2.41)

TEXONO [81] por su parte utiliza antineutrinos electrónicos producidos en la Cen-
tral Nuclear Kuo-Sheng en Taiwán y un detector centelleante de cristal CsI(Tl) con
un umbral de 100 keV (para el período II) y 500 keV por los demás períodos. El lí-
mite para el µνeff es aproximadamente un orden de magnitud menos estricto que
GEMMA y viene dado por

TEXONO: µνeff . 2,2×10−10µB al 90%CL. (2.42)

Otro experimento que utiliza antineutrinos electrónicos es KamLAND [80], detector
ubicado en el Observatorio Kamioka en Japón y consiste de un líquido centelleante
compuesto de aceite mineral, benceno y productos químicos fluorescentes. El lími-
te para el µνeff también es aproximadamente un orden de magnitud menos estricto
que GEMMA, dado por

KamLAND: µνeff . 1,1×10−10µB al 90%CL. (2.43)

Borexino, en cambio, utiliza neutrinos solares sub-MeV y un detector centelleante
líquido ultra puro con una energía de retroceso electrónico de 200 keV [89]. Utili-
zando datos de Borexino Fase-I [75], el límite para el µνeff es

Borexino: µνeff < 3,1×10−11µB al 90%CL. (2.44)
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Límites del NMM al 90% CL

BOREXINO

TEXONO

GEMMA

KAMLAND

Figura 2.7: Límites del momento magnético del neutrino al 90% de nivel de con-
fianza para los experimentos KamLAND, GEMMA, TEXONO y Borexino.
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3
Resultados

El objetivo de este capítulo es mostrar los resultados obtenidos con respecto a
las sensibilidades que tendrían los experimentos de detección directa de materia
oscura como XENON1T, XENONnT y DARWIN, asumiendo distintas configuracio-
nes de los mismos para encontrar un valor para el momento magnético dipolar del
neutrino.

3.1. Detectores de detección directa

Mas del 95% de la materia y la energía contenida en el Universo es oscura [90],
esto quiere decir que no interactúa—o si lo hace es muy débilmente—con fotones
ni con materia bariónica ordinaria. Del total de ese porcentaje un 25.9% corres-
ponde a un tipo de materia que aun no ha sido identificada, llamada materia os-
cura (MO) la cual es responsable de la construcción de estructuras a gran escala
en el universo. Dicha materia sería no bariónica, no disipativa y fría. Por otro lado,
el 69.1% corresponde a energía oscura, la responsable de la expansión acelerada
del universo. La existencia de MO como ha sido evidenciada por numerosas ob-
servaciones astronómicas y cosmológicas de manera indirecta es posiblemente, la
indicación mas importante de que debe existir nueva física más allá del Modelo Es-
tándar de física de partículas.

Dentro de las muchas partículas—y no partículas—candidatas a resolver el mis-
terio de la MO dos de ellas han sido las que han atraído la mayor atención de la
comunidad científica teórica y experimental durante las últimas décadas. El axión,
y también partículas similares a axiones1, es considerado uno de los candidatos a
resolver el problema de la MO. Dicha partícula es producida no térmicamente y su
búsqueda se basa principalmente en su acoplamiento a fotones en presencia de un
fuerte campo magnético aunque también se usa el acoplamiento a electrones y nú-
cleos. La otra partícula candidata a MO es una partícula masiva débilmente inter-
actuante llamada WIMP2,3, y es producida térmicamente vía freeze out. Los WIMPS
han sido buscados a través de tres técnicas experimentales que buscan medir su

1Axion-like particles ALPs por sus siglas en inglés.
2Weakly interacting massive particle WIMPs por sus siglas en inglés.
3La noción de WIMP en la literatura no se refiere a un solo tipo de partículas sino a una categoría
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masa y su acoplamiento a bariones (protones, neutrones): producción directa en
experimentos o aceleradores de partículas como el gran colisionador de hadrones
LHC [91]; en detección indirecta (DI) la cual abarca varias formas de detectar algu-
nos productos exóticos de la aniquilación (o desintegración) de pares de materia
oscura en regiones de alta densidad de materia oscura como lo es el halo galáctico
de la Vía Láctea, el sol o galaxias enanas [92] y la detección directa (DD) en la cual se
intenta medir la dispersión de una partícula WIMP con un núcleo en experimentos
ultrasensibles con un ruido de fondo muy bajo. Es este último proceso de nuestro
interés dado que muchos de los experimentos y/o detectores directos de MO son
utilizados para estudiar otros fenómenos de física mas allá del modelo estándar co-
mo lo son nuevas interacciones en el sector de neutrinos.

Los experimentos de detección directa, dada la naturaleza de la señal que se
busca, requieren un ruido de fondo extremadamente bajo en la región de interés
(ROI)4. Usualmente, se tiene por objetivo alcanzar un «ruido de fondo cero» de mo-
do tal que la observación de unos pocos eventos de la señal tendría una alta signi-
ficancia estadística. Es por esto que caracterizar y minimizar el ruido de fondo ha
sido, y sigue siendo un desafío constante en los experimentos de detección directa
de materia oscura. Las principales fuentes de ruido de fondo son: la radioactividad
medioambiental, radio-impurezas en la construcción del detector y del material de
protección, reacciones de neutrones (α,n), reacciones de fisión (también llamados
neutrones radiogénicos), rayos cósmicos y activación de los materiales del detector
durante la exposición en la superficie de la tierra [93].

La señal que se logra medir en un detector producida por la dispersión del nú-
cleo que lleva consigo energía cinética, es transformada en una señal medible co-
mo la ionización, luz centelleante o en cuantos de vibración de una red. La detec-
ción simultánea de dos observables otorga una poderosa discriminación contra los
eventos del ruido de fondo. Algunas de las técnicas utilizadas para observar dichas
señales son:

Detectores de estado sólido criogénicos, tales como los utilizados por CDMS
[94], CRESST [95] y EDELWEISS [96],

Cristales centelleantes, tales como los utilizados por DAMA/LIBRA [97],

Detectores de líquido sobrecalentado, como en el caso de PICASSO [98], COUPP
[99] y SIMPLE [100],

de partículas. Su característica común es aquella de producción térmica en el universo primitivo y
su posterior desacoplamiento del plasma primigenio «freeze out».

4ROI: region of interest, por sus siglas en inglés.
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Detectores de líquido noble [101], tales como los que se utilizarán en DAR-
WIN [3] o los utilizados por la colaboración XENON [1, 6].

Los experimentos de detección directa que nos interesa para efectos de este tra-
bajo son los de líquido noble, específicamente los de xenón líquido (LXe) ya que son
detectores de fase dual, es decir, logran medir simultáneamente la señal emitida por
fotones (centelleo) y la señal emitida por los electrones (ionización) [1, 3]. Los fo-
tones se detectan a través de fotosensores que producen una señal S1 rápida. Los
electrones, en cambio, se desplazan hacia arriba con la ayuda de un campo eléctri-
co, lo que resulta en una señal S2 retardada. Las señales S1 y S2 a su vez permiten
la reconstrucción de la posición radial y la profundidad de una interacción dada,
junto con la reconstrucción energética de un evento. La razón S2/S1, proporcio-
na una forma de discriminar entre retrocesos de electrones y nucleares. Además, la
tecnología bifásica, permite obtener más información sobre la señal S2 mejorando
la potencia de resolución de estos detectores. La combinación de estas caracterís-
ticas proporciona una poderosa herramienta para la selección de eventos sobre el
fondo y esto eventualmente permite la reconstrucción de señales de nueva física, si
las hay, a través de la discriminación de señales electrónicas y nucleares.

3.2. Espectro de retroceso

El espectro de retroceso para retrocesos nucleares y electrónicos procede de una
convolución de flujos de neutrinos y secciones transversales de neutrinos. En el ca-
so de retrocesos nucleares, es sensible a todos los sabores de neutrinos en pie de
igualdad. Para retrocesos de electrones la situación es diferente ya que los neutri-
nos electrónicos también están sujetos a procesos de corriente cargada, mientras
que los otros sabores no. Los flujos, por su parte, deben ser pesados por la proba-
bilidad de supervivencia de la oscilación del neutrino Pee , la cual procede de un
promedio sobre la trayectoria de los neutrinos, incluyendo todos los flujos de neu-
trinos dΦ/dEν (ciclo pp y CNO) e involucrando la distribución de la producción
de neutrinos predicha por el modelo estándar solar (ver por ejemplo [102]). Para
efectos de este trabajo, se han utilizado los datos del modelo BS05(OP) [46] y los
valores que mejor fit otorgan con respecto a los parámetros de oscilación del neu-
trino dados en [103]. La inclusión del momento magnético del neutrino involucra a
su vez las probabilidades de oscilación del neutrino, dependiendo de si los nuevos
acoplamientos son o no dependientes del sabor.

Para umbrales sobre 0.1 keV, CEνNS solo es sensible el flujo del neutrino prove-
niente del 8B (el flujo hep está demasiado suprimido para dar una señal significa-
tiva). Por otro lado, la dispersión elástica de neutrino-electrón es sensible a todos
los flujos solares y es dominada por los neutrinos pp. La contribución de los otros
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flujos es pequeña, siendo la línea del 7Be con 0.86 MeV la principal contribución. El
espectro de retroceso se escribe como

dRν−N

dEr
= NN

∫ Emáx

Emı́n

dΦ8B

dEν

[
dσν−N

dEr
+ dσν

dEr

]
dEν (3.1)

en el caso de CEνNS y

dRν−e

dEr
=Ne

∫ Emáx

Emı́n

∑
α

dΦα

dEν

[
Pee

dσν−e

dEr

+ (1−Pee )
dσνa

dEr
+ dσν

dEr

]
dEν

(3.2)

en el caso del retroceso neutrino-electrón. Aquí NN y Ne se refieren a los núme-
ros de núcleos y electrones en el detector, respectivamente, E mı́n

ν =p
mN Er /2 para

CEνNS y E mı́n
ν = [Er + (E 2

r +2Er me )1/2]/2 para dispersión ν−e. El índice α corre so-
bre los siguientes flujos: pp, 8B, hep, 7Be, pep, N, O y F. E máx

ν está determinada por la
cola cinemática del flujo correspondiente mostrado en la tabla 3.1. En las ecuacio-
nes (3.1) y (3.2) aparece también la contribución que nos interesa, la de la disper-
sión ν− e inducida por la interacción electromagnética en cuestión (ver ecuación
(2.40)).

Componente Límite cinemático [keV]

pp 2.64×102

7Be(Eν =0.3 MeV) 2.31×102

7Be(Eν =0.8 MeV) 6.64×102

pep 1.18×103

hep 1.85×104

8B 1.63×104 (4.48)
13N 9.88×102

15O 1.51×103

17F 1.52×103

Tabla 3.1: Límite cinemático de las energías de retroceso para las diferentes com-
ponentes de neutrinos de los ciclos solares pp y CNO en la dispersión neutrino-
electrón. También se incluye entre paréntesis el límite cinemático para 8B en
CEνNS. Los valores mostrados se derivan del modelo estándar solar BS05(OP) [46].
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3.3. Análisis de las señales del experimento de juguete

Para evaluar la sensibilidad de los experimentos de detección directa a los mo-
mentos magnéticos de neutrinos, utilizamos una función espectral χ2 asumiendo
varias configuraciones de detector de la siguiente manera. Tamaños de volumen
activo de una, diez y cuarenta toneladas, umbrales de 0.3 keV y 1 keV. Para CEνNS
adoptamos dos hipótesis de fondo, 68% y 25% de la tasa de señal. En cambio, para
la dispersión elástica ν− e usamos los fondos esperados en XENON1T, XENONnT
y DARWIN tomados de las referencias [4, 6, 7]. Incluyen radiactividad del material,
desintegraciones beta dobles de 136Xe y 124Xe a través de la captura de electrones,
entre otros.

Bajo los criterios mencionados anteriormente primero calculamos las señales
que definen nuestro experimento de juguete para CEνNS y para la dispersión elás-
tica ν− e, considerando en todos los casos la predicción del ME (µνeff = 0). Para
CEνNS, las energías de retroceso son tomadas hasta el umbral cinemático del 8B,
alrededor de 4.5 keV. Mientras que para la dispersión ν−e la señal inducida por pp
se extiende hasta los 246 keV (ver tabla 3.1). Sin embargo, consideramos energías de
retroceso solo hasta 105 keV, punto en el que cae la señal. Cubrir hasta los límites
cinemáticos no tiene un impacto sustancial en nuestros resultados.

Los resultados obtenidos para la señal en el experimento de juguete para CEνNS
son mostrados en las figuras 3.1 y 3.2 y para la dispersión ν− e se puede ver en la
figura 3.3. Notar que sólo para el caso de CEνNS hemos tomado umbrales diferen-
tes ya que encontramos que para la dispersión ν− e , el cambio de 0.3 keV a 1 keV
muestra efectos insignificantes. Esto significa que los experimentos de juguetes, pa-
ra cualquiera de esos umbrales producen, en la práctica, la misma señal. Esto se
justifica por el hecho de que la diferencia de 0.7 keV en el umbral energético para
la dispersión ν− e en la región de interés, reduce el rango de la energía en un 0.7%
mientras que para CEνNS es de un 15%.
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Figura 3.1: Señales del toy experiment para CEνNS para un umbral de 0.3 keV con
un background que asciende al 68% (arriba) y al 25% (abajo) de la tasa de la señal,
Bckg 1 y Bckg 2 respectivamente. El resultado asume 100% de eficiencia del detector
y una exposición de una tonelada por año.
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Figura 3.2: Señales del toy experiment para CEνNS para un umbral de 1 keV con
un background que asciende al 68% (arriba) y al 25% (abajo) de la tasa de la señal,
Bckg 1 y Bckg 2 respectivamente. El resultado asume 100% de eficiencia del detector
y una exposición de una tonelada por año.
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Figura 3.3: Señal neutrino-electrón para un umbral de 0.3 keV con barras de error
de un 68% de la tasa de la señal. El cálculo asume un 100% de eficiencia del detector
y una exposición de una tonelada por año. Los resultados son insensibles al cambio
de 0.3 keV a 0.7 keV.

3.4. Análisis estadístico χ2

Definimos nuestra distribución χ2 como

χ2 =∑
i

1

σ2
i

(
dRi

dEr

∣∣∣∣
ME

− dRi

dEr

∣∣∣∣
µνeff

)2

, (3.3)

donde la energía de retroceso en el segundo término incluye las contribuciones a la
señal del Modelo Estándar y el momento magnético del neutrino. Para nuestro aná-
lisis probamos valores de µνeff desde 10−9µB a valores tan bajos como 10−13µB para
ambos canales de dispersión CEνNS y ν− e. En el caso de CEνNS los resultados de
este análisis pueden verse en las figuras 3.4 y 3.5, los cuales muestran la distribución
∆χ2 versus µνeff (en unidades de µB ) calculados para las cuatros combinaciones di-
ferentes presentes en las figuras 3.1 y 3.2. Los resultados para diferentes tamaños
de volumen activo se muestran en cada gráfico, probando que un incremento o
mejora de 1 a 40 toneladas (XENON1T a DARWIN) mejoraría la sensibilidad por un
factor de ∼2.5 con un 90% CL. Como es posible apreciar, esta mejora del factor de
la sensibilidad es independiente de las condiciones del fondo y del umbral dado.
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Podemos concluir que al disminuir el ruido de fondo esto puede permitir una
mejora de la sensibilidad del orden de un 15% al 90% CL. Claramente, nuestras
hipótesis de fondos son de cierta forma arbitrarias. Si las cambiamos afectaría de
manera cuantitativa nuestra conclusión, pero la característica cualitativa no cam-
biaría. Si cambiamos el umbral, como se esperaba, tiene un impacto similar en las
sensibilidades, estas se degradan al pasar de 0.3 keV a 1 keV. En general, la mejor
sensibilidad se obtiene con un volumen activo de 40 toneladas con un ruido de
fondo y umbral bajos que puede ser visto en la figura 3.4 la gráfica de abajo don-
de podemos ver que es posible explorar valores tan pequeños como 8.0×10−11µB

con 90%CL. Este resultado es notable ya que muestra que si un umbral de 0.3 keV
es alcanzable, entonces experimentos con características como DARWIN serían ca-
paces de explorar regiones en el espacio de parámetros comparados a los explora-
dos por Borexino, TEXONO y GEMMA [73, 81, 82] incluso en mediciones de retro-
ceso nuclear. Además, esto demuestra que incluso con los conjuntos de datos de
retroceso nuclear de DARWIN éste podría ser capaz de testear regiones cercanas
a esas que aún no han sido descartadas por argumentos astrofíscos, del orden de
µν

∣∣
astro . 3×10−12µB [104]. Si dicho umbral no es alcanzable, y las mediciones es-

tán «limitadas» a un umbral de 1 keV en su lugar, con un bajo ruido de fondo aún
sensibilidades como las de Borexino, TEXONO y GEMMA estarán al alcance en el
canal de retroceso nuclear como lo muestra la gráfica de abajo de la figura 3.5.

Para el caso de la dispersión neutrino-electrón las sensibilidades son mucho
mejor, como se esperaba. El resultado de esto se puede ver en la figura 3.6 donde
también se graficó∆χ2 versus µνeff . Esta figura se obtuvo usando la misma señal del
experimento de juguete de la figura 3.3 y muestreando sobre µνeff en el mismo rango
que en el análisis de CEνNS.

Gracias a los umbrales bajos y los tamaños de volumen grandes, las sensibili-
dades superarán las logradas en Borexino, TEXONO y GEMMA incluso en el caso
del detector de 1 tonelada (representante de XENON1T). Al 90% de CL, las sensi-
bilidades alcanzan valores del orden de 2.3 ×10−11µB. En cambio, si se considera el
detector de 40 toneladas, las sensibilidades mejoran a valores de aproximadamente
4 ×10−12µB al 90% de CL.

Estos valores son del mismo orden y pueden llegar a ser más competitivos que
los derivados de argumentos astrofísicos, lo que plantea la cuestión de las sensibi-
lidades que podrían alcanzarse con otras configuraciones de detectores. Esta pre-
gunta es particularmente relevante a la luz de los límites teóricos existentes deriva-
dos del uso de teorías efectivas o modelos renormalizables, que conducen a valores
de alrededor de 10−14µB [65, 105–108]. Si se toma el límite de los argumentos astro-
físicos al pie de la letra5, la región de interés abarca aproximadamente dos órdenes

5Tenga en cuenta que los límites astrofísicos pueden estar sujetos a incertidumbres sustancial-
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de magnitud.

Para determinar el grado en el cual la región completa puede ser cubierta he-
mos calculado la sensibilidad en retroceso de electrones que pueda ser lograda en
un detector hipotético de xenón líquido de 200 toneladas bajo las condiciones mas
favorables en 10 años de toma de datos. Nosotros consideramos este caso como
el más optimista y fija la sensibilidad más ambiciosa que uno podría esperar. El
resultado se visualiza en la fig. 3.7, la cual muestra∆χ2 versus µνeff para las configu-
raciones asumidas. El resultado incluye un ruido de fondo adicional que asciende
al 5% de la tasa de la señal, llamada hipótesis de ruido de fondo 3. Este resultado
muestra que si se logran umbrales bajos en este tipo de detectores, la sensibilidad
final del momento dipolar magnético del neutrino seria del orden de 0−12µB con
muy poca dependencia del ruido de fondo. Bajo la hipótesis del ruido de fondo nú-
mero 2 la mejor sensibilidad que puede ser lograda es del orden de 1.9 ×10−12µB

con un 90% de CL, mientras que con la hipótesis del ruido de fondo número 3 este
valor mejora a 1.8 ×10−13µB con un 90% de CL. Finalmente, hemos comprobado
si la reducción de las incertidumbres estadísticas podría permitir mejoras adicio-
nales de estas sensibilidades. Suponiendo la hipótesis de fondo 3 y reduciendo σa

en la ecuación (3.3) por un factor de 0.1 hemos encontrado que las sensibilidades
podrían mejorar cerca de los valores del orden 10−13µB.

En resumen, uno puede decir con justicia que no se puede cubrir toda la región
de interés, pero tal vez se podría cubrir una fracción razonable. Que este sea el ca-
so dependerá en gran medida del tamaño de las incertidumbres estadísticas. Si se
reducen sustancialmente, estos detectores podrían eventualmente probar regiones
del espacio de parámetros donde momentos magnéticos de neutrinos distintos de
cero podrían inducir señales considerables.

mente grandes. Por lo tanto, el límite inferior de la región permitida debe entenderse como algo
difuso. Este es posiblemente el enfoque adoptado en la ref. [4] al interpretar el exceso de electrones
en términos de momentos magnéticos de neutrinos.
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Figura 3.4: Sensibilidades del retroceso nuclear a momentos magnéticos de neutri-
nos en detectores de volumen activo de 1, 10 y 40 toneladas durante una toma de
datos de un año. Los resultados asumen un umbral de 0.3 keV, 100% de eficiencia
del detector y ruido de fondo de 68% (arriba) y 25% (abajo) de la tasa de la señal,
Bckg 1 y Bckg 2 respectivamente.
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Figura 3.5: Sensibilidades del retroceso nuclear a momentos magnéticos de neutri-
nos en detectores de volumen activo de 1, 10 y 40 toneladas durante una toma de
datos de un año. Los resultados asumen un umbral de 1 keV, 100% de eficiencia del
detector y ruido de fondo de 68% (arriba) y 25% (abajo) de la tasa de la señal, Bckg
1 y Bckg 2 respectivamente.
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Figura 3.6: Sensibilidades del retroceso electrónico para momentos dipolares mag-
néticos del neutrino en detectores de 1, 10 y 40 toneladas de volumen activo durante
una toma de datos de un año. Los resultados asumen un umbral de 0.3 keV, 100%
de eficiencia del detector y los ruidos de fondo de XENON1T, XENONnT y DARWIN
dados en las refs. [4, 6, 7]. El resultado es bastante insensible al cambio de umbral
(0.1 keV a 1 keV).
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Figura 3.7: Sensibilidades del retroceso electrónico para momentos dipolares mag-
néticos del neutrino en un detector de xenón líquido de 200 toneladas bajo las hi-
pótesis de ruido de fondo 2 y ruido de fondo 3 (25% y 5% de la tasa de la señal)
asumiendo un 100% de eficiencia del detector. Los resultados de un análisis con
una incertidumbre estadística reducida se dan mediante la curva verde punteada.
El resultado se obtiene durante 10 años de toma de datos.



Conclusiones

Los experimentos de detección directa de MO con grandes volúmenes fiducia-
les, son sensibles a los flujos de neutrinos solares. De hecho, se espera que las es-
tadísticas tanto en retrocesos nucleares como electrónicos sean grandes. Este es
el caso, por ejemplo, de XENON1T, que ya ha recopilado un número sustancial de
eventos en ambos canales [4, 109]. Motivados por las grandes estadísticas espera-
das, en este trabajo hemos estudiado la sensibilidad de esas mediciones a los mo-
mentos dipolares magnéticos de los neutrinos. Hemos considerado diferentes con-
figuraciones de detectores, que aunque bastante genéricos son representativos de
XENON1T, XENONnT y DARWIN. Al generar señales como un experimento de ju-
guete dadas por la predicción del Modelo Estándar más dos hipótesis de fondo para
retrocesos nucleares (68% y 25% de la tasa de señal) y fondo real para retrocesos
de electrones, hemos realizado un análisis de prueba χ2 para determinar el alcan-
ce que estos detectores tendrían. En el caso de CEνNS hemos encontrado que las
sensibilidades pueden ser comparables a las alcanzadas por los experimentos dedi-
cados a la dispersión elástica de νe como Borexino, GEMMA y TEXONO [73, 81, 82].
La mejor sensibilidad se puede lograr con el detector de 40 toneladas, con un um-
bral de 0,3 keV y un fondo bajo. En un año de toma de datos, dicho detector podría
explorar regiones en el espacio de parámetros hasta valores del orden 8.0 ×10−11µB

al 90% CL. El detector de 1 tonelada que funciona con el mismo umbral y bajo fondo
también podría alcanzar valores de aproximadamente 21.5 ×10−11µB al 90% de CL.
Sin duda, estas sensibilidades pueden mejorarse con mayores tiempos de toma de
datos, pero incluso asumiendo sólo un año ya es suficiente para que las mediciones
de retroceso nuclear sean competitivas con los límites actuales.

Las sensibilidades con dispersión elástica de neutrino-electrones son mucho
mejores. Además, son bastante insensibles a los umbrales de retroceso. El cambio
de 0.3 keV a 1 keV cambia la tasa de eventos/tonelada/año en menos del 1%. En
el caso ideal de un detector de 40 toneladas con un umbral de 0.3 keV, podrían ex-
plorarse regiones con valores tan pequeños como 4.0 ×10−12µB al 90% de CL. Es-
to significa que utilizando mediciones de retroceso de electrones, estos detectores
pueden explorar regiones del espacio de parámetros que aún no han sido descar-
tadas por argumentos astrofísicos. Hemos encontrado que incluso el detector de 1
tonelada podría alcanzar valores del orden de 2.3 ×10−11µB al 90% CL en sólo un

66



CAPÍTULO 3. RESULTADOS 67

año de toma de datos. Se debe tener en cuenta que este resultado está en línea con
la hipótesis magnética de neutrinos considerada por XENON1T en su análisis de
exceso de electrones [4]. Estos resultados muestran que las búsquedas de señales
magnéticas de neutrinos ya están dominadas por este tipo de detectores y lo segui-
rán siendo en el futuro.

Finalmente, hemos cuantificado el grado en el que estos detectores podrían cu-
brir la región de 10−14µB—10−12µB con una mayor toma de datos. Para hacerlo, cal-
culamos las sensibilidades para un detector hipotético de 200 toneladas bajo dos
hipótesis de fondo, el 25% y el 5% de la tasa de señal y 10 años de toma de datos.
Nuestros hallazgos muestran que bajo estas condiciones, algo extremas, las sensi-
bilidades pueden alcanzar valores de orden 1.9 ×10−12µB (1.8 ×10−12µB) al 90% de
CL para la hipótesis de fondo 2 (fondo 3). Parece poco probable cubrir la región de
interés completa, pero una fracción razonable es potencialmente comprobable si
se pueden suprimir aún más las incertidumbres estadísticas. Por tanto, estos de-
tectores tienen la posibilidad de observar eventualmente señales inducidas por el
momento magnético de los neutrinos [110].



APÉNDICE

A
A1

Dado el doblete de Higgs

Φ(x) =
(
φ+(x)
φ0(x)

)
, (A.1)

donde φ+(x) es el campo escalar complejo cargado y φ0(x) el campo complejo es-
calar neutro, se puede realizar la siguiente transformación

Φ̃= iτ2Φ
∗. (A.2)

De hecho, bajo una transformación de gauge del tipo

g (θa(x),η(x)) ∈ SU(2)L ×U(1)Y (A.3)

donde g son los elementos del grupo local SU (2)L×U (1)Y con θa(x) = (θ1(x),θ2(x),θ3(x))
y haciendo una transformación del tipo

Φ
g (θa (x),η(x))−→ Φ′ =U (θa(x),η(x))Φ= e

i
2θa (x)·τa+ i

2η(x)Φ (A.4)

se obtiene que

Φ̃
g (θa (x),η(x))−→ iτ2e−iθa (x)· τ

∗
a
2 −i η(x)

2 Φ∗ =
(
τ2e−iθa (x)· τ

∗
a
2 −i η(x)

2 τ2

)
iτ2Φ

∗

= e
i
2θa (x)·τa− i

2η(x)Φ̃,

(A.5)

donde se hizo uso de la siguiente propiedad

τ2τ
∗
aτ2 =−τ. (A.6)

Así Φ̃ transforma como un doblete de isospín débil con hipercarga Y =−1.
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