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Введение

В последние десятилетия бурно развивается новый раздел физики, за-

родившийся на стыке физики элементарных частиц, астрофизики и космо-

логии – астрофизика элементарных частиц, или космомикрофизика [1–3].

Предметом ее исследований являются элементарные процессы в экстре-

мальных физических условиях, которые являются характерными для аст-

рофизических объектов и не могут быть реализованы в современных лабо-

раторных условиях. Исследования такого рода, с одной стороны, представ-

ляют интерес с концептуальной точки зрения, поскольку они открывают

новые нетривиальные свойства частиц. С другой стороны, они интересны

с точки зрения возможных астрофизических и космологических приложе-

ний, поскольку теоретический анализ в совокупности с имеющимися экспе-

риментальными данными и численным моделированием астрофизических

процессов позволяет изучать недоступные прямому экспериментальному

исследованию фундаментальные основы строения материи, в том числе и

на ранней стадии развития Вселенной.

В связи с этим в настоящее время большое внимание уделяется изуче-

нию физики элементарных частиц во внешней активной среде. Обычно в

качестве среды рассматривалось только вещество. Однако, внешняя среда

4



может быть представлена как плазмой, так и магнитным полем. Внешнее

магнитное поле, выступая в качестве своеобразной компоненты активной

среды, так же как и само вещество, может существенно влиять на свойства

частиц и их взаимодействие. В частности, благодаря изменению закона

дисперсии в магнитном поле открываются каналы, запрещённые в вакуу-

ме. Кроме того, магнитное поле может оказывать катализирующее влияние

на процессы, подавленные в отсутствии внешнего магнитного поля.

Следует заметить, что указанное влияние внешнего магнитного поля

становится существенным только в случае достаточно сильных полей. Под

сильными понимаются поля, напряженности которых превышают крити-

ческое значение поля для электрона, так называемое Швингеровское зна-

чение, Be = m2
e/e = 4.41 × 1013 Гс. В лабораторных условиях такие поля

пока недостижимы. Однако по современным представлениям поля такого и

даже большего масштаба могли бы существовать в астрофизических объек-

тах. Так, наблюдение пульсаров указывает на возможность существования

на их поверхности магнитных полей с напряженностью 1012 − 1013 Гс. [4].

Существует класс звезд, так называемых магнитаров, к которым относят-

ся, например, повторные источники мягких гамма-всплесков (SGR – soft

gamma repeaters), интерпретируемые как нейтронные звезды с магнитны-

ми полями ∼ 4× 1014 Гс [5,6]. В таких астрофизических катаклизмах, как

взрыв сверхновой, величина магнитного поля, развиваемого при коллап-

се ядра звезды, достигает значений 1012 − 1013 Гс. Такие поля возникают

при одномерном коллапсе, когда имеет место строго радиальное падение

вещества. Однако имеются серьёзные аргументы в пользу того, что физика

сверхновых значительно сложнее, в частности, необходимо также учиты-

вать вращение коллапсирующего ядра. Наличие вращения может увели-
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чить магнитное поле на дополнительный фактор 103− 104, как, например,

в модели ротационного взрыва сверхновой Г.С. Бисноватого-Когана [7, 8].

Механизмы генерации таких полей, вплоть до 1015 − 1017 Гс, в настоя-

щее время широко обсуждаются [9–13]. Таким образом, при исследовании

квантовых процессов в астрофизических условиях учет влияния не толь-

ко плотного вещества, но и сильного магнитного поля является не просто

оправданным, но и физически необходимым.

Принято считать, что в астрофизических процессах, имеющих харак-

тер катаклизма, таких, как взрыв сверхновой, определяющую роль играют

нейтринные процессы. В связи с этим исследования нейтринных процес-

сов в экстремальных физических условиях представляют собой одно из

наиболее интенсивно развивающихся направлений в астрофизике элемен-

тарных частиц. Такие исследования интересны также и с концептуальной

точки зрения, поскольку затрагивают фундаментальные проблемы кван-

товой теории поля.

Значительным достижением нейтринной физики последнего времени яв-

ляется, несомненно, успешный эксперимент на тяжелой воде, осуществ-

ленный в Солнечной Нейтринной Обсерватории (SNO) в Садбери, Кана-

да [14–16]. Разрешение загадки солнечных нейтрино, имевшей почти 40

лет истории, в согласии с гипотезой о нейтринных осцилляциях [17,18] яв-

ляется также и доказательством существования смешивания в лептонном

секторе. Таким образом, можно говорить о своеобразном восстановлении

симметрии между лептонами и кварками, поскольку доказано, что и в том,

и в другом секторах смешивание имеет место.

Среди различных обобщений стандартной модели существует схема, в
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которой симметрия между лептонами и кварками возникает естественным

образом. Это модель Пати - Салама [19], основанная на группе SU(4)V ⊗
SU(2)L⊗GR, где лептонное число трактуется как четвертый цвет. Наиболее

экзотическими объектами модели Пати-Салама являются дробно заряжен-

ные, цветные калибровочные бозоны – лептокварки, осуществляющие вза-

имные превращения кварков и лептонов. Масса лептокварка MLQ харак-

теризует масштаб нарушения симметрии SU(4)V до SU(3)c. Ограничения

на массу лептокварка снизу [20] получены из экспериментальных данных

по распадам мезонов, сильно подавленным или запрещённым в стандарт-

ной модели, например, π → eν, K0
L → µe, которые могут происходить за

счет обмена лептокварком. В действительности эти оценки нельзя считать

окончательными, поскольку в них не было учтено возможное смешивание

в лагранжиане взаимодействия лептокварковых токов.

В работах [21, 22] были проанализированы ограничения, возникающие

из рассмотрения нейтринных процессов в астрофизике и космологии, на

параметры одного из возможных расширений стандартной модели элек-

трослабых взаимодействий. В рамках минимальной кварк-лептонной сим-

метрии типа Пати-Салама, основанной на группе SU(4)V ⊗ SU(2)L ⊗ GR,

где лептонное число трактуется как четвертый цвет, было исследовано сме-

шивание фермионов новой природы и показано, что для перенормируемо-

сти модели необходимо существование всех возможных типов фермионного

смешивания. Из комбинированного анализа астрофизических и космологи-

ческих данных по нейтринным процессам и ускорительных данных были

получены оценки на массу лептокварка и параметры матриц смешивания.

Однако с тех пор экспериментальные данные по низкоэнергетическим

редким процессам, запрещённым или сильно подавленным в стандартной
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модели, были значительно обновлены и улучшены. Следовательно, полу-

чение обновлённых оценок на массу лептокварка и параметры матриц сме-

шивания в лагранжиане взаимодействия лептокварковых токов является

актуальным.

Был найден только один процесс, в котором нижний предел на мас-

су лептокварка не зависит от параметров смешивания – это экзотический

распад π0 → νν̄. При этом наиболее сильным оказалось ограничение на

массу лептокварка, вытекающее из космологического верхнего предела на

вероятность данного распада. Этот факт можно рассматривать в качестве

еще одного яркого примера тесного взаимодействия физики элементарных

частиц и космологии ранней Вселенной.

Новая страница в исследованиях эволюции Вселенной открылась после

того, как анализ наблюдательных данных по взрывам сверхновых в уда-

ленных галактиках указал на то, что Вселенная расширяется с ускорением.

Это обычно интерпретируется как эффект тёмной энергии. Тёмная энер-

гия может быть трёх типов: квинтэссенция, космологическая постоянная

(Λ-член) и фантом. Доминирование фантома на поздневременной космо-

логической эволюции хорошо объясняет ускоренное ускорение Вселенной.

Наличие фантома подразумевает нарушение условия нулевой энергии,

которое в общем случае сложно вместить в рамки теории поля. Есть два

основных подхода для реализации фантомного эффективного уравнения

состояния без патологического поведения в УФ-области: модификация гра-

витации на ультравысоких масштабах и введение новых лёгких полей без

модификации уравнений Эйнштейна.

Настоящая диссертация посвящена исследованию процессов с участием
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слабо взаимодействующих частиц во внешней активной среде при сверхвы-

соких энергиях, процессов, запрещённых или сильно подавленных в стан-

дартной модели, которые становятся возможными при выходе за рамки

стандартной модели, а также их возможных проявлений в астрофизике и

космологии. Диссертация состоит из введения, трёх глав, заключения, двух

приложений и списка литературы.

В первой главе исследовано влияние сильного внешнего магнитного поля

на собственно-энергетический оператор нейтрино. Вычислены вероятность

процесса распада нейтрино на электрон и W -бозон и средняя длина свобод-

ного пробега нейтрино ультравысоких энергий в сильном магнитном поле.

Определена величина порога обрезания нейтринного спектра энергий, ис-

следована его зависимость от интенсивности магнитного поля.

Вторая глава посвящена исследованию низкоэнергетических проявле-

ний минимального расширения стандартной модели, основанного на кварк-

лептонной симметрии типа Пати-Салама SU(4)V ⊗SU(2)L⊗GR. При нали-

чии такой симметрии необходимо рассматривать третий тип смешивания во

взаимодействиях SU(4)V -лептокварков с кварками и лептонами. На осно-

ве последних экспериментальных данных по низкоэнергетическим редким

процессам, запрещённым или сильно подавленным в стандартной модели,

получены обновлённые оценки на массу лептокварка и параметры матриц

смешивания в лагранжиане взаимодействия лептокварковых токов.

В третьей главе изучена эволюция возмущений метрики в модели УФ-

стабильной фантомной тёмной энергии. Как уже было сказано, существуют

два основных подхода для реализации фантомного эффективного уравне-

ния состояния без патологического поведения в УФ-области: модификация

гравитации на ультравысоких масштабах и введение новых лёгких полей
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без модификации уравнений Эйнштейна. Модель, изучаемая в главе, отно-

сится ко второму типу. Показано, что модель имеет тахионные нестабиль-

ности при больших длинах волн. Показано, что так же, как и тахионные

моды, возмущения метрики экспоненциально растут со временем, начиная

с очень маленьких значений, определяемых квантовой физикой вакуумных

флуктуаций, и могут стать значительными при поздних временах. Получе-

но ограничение на параметры модели, которое следует из требования, что

амплитуды возмущений метрики не слишком большие сегодня.
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Глава 1

Распад нейтрино ультравысоких

энергий на электрон и W -бозон в

магнитном поле и его влияние на

форму нейтринного спектра

Исследовано влияние сильного внешнего магнитного поля на собственно-

энергетический оператор нейтрино. Вычислены вероятность процесса рас-

пада нейтрино на электрон и W -бозон и средняя длина свободного пробега

нейтрино ультравысоких энергий в сильном магнитном поле. Определена

величина порога обрезания нейтринного спектра энергий, исследована его

зависимость от интенсивности магнитного поля.

1.1 Введение

Среди перечисленных В.Л. Гинзбургом в 1999 г. [29] особенно важных и ин-

тересных проблем физики и астрофизики имеются три проблемы, которые

вызывают в последние 10 лет всё возрастающий интерес исследователей,

а именно: поведение вещества в сверхсильных магнитных полях; нейтрон-

ные звёзды и пульсары, сверхновые звёзды; нейтринная физика и астроно-
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мия, нейтринные осцилляции. Одним из важных факторов, стимулирую-

щих рост интереса к указанным проблемам, было, несомненно, разрешение

имевшей 30-летнюю историю загадки солнечных нейтрино в уникальном

эксперименте на тяжёловодном детекторе нейтринной обсерватории Сад-

бери, вместе с экспериментами по атмосферным и реакторным нейтрино,

см., например, [30] и цитированные там работы.

Важным направлением исследования проблемы поведения вещества в

сверхсильных магнитных полях является раздел астрофизики, связанный

с изучением особого класса звёзд – магнитаров. Согласно общепринятым

представлениям, это пульсары, то есть нейтронные звёзды, являющиеся

остатками взрывов сверхновых и имеющие сверхсильные поверхностные

магнитные поля
(

Bs ∼ 1015 Гс
)

. Важную информацию об этих объектах

могла бы дать, наряду с изучением широкого диапазона электромагнитного

излучения, регистрация нейтринного потока от таких звёзд. Так, в ряде

работ, см., например, [31]- [33], обсуждается возможность детектирования

космических нейтрино ультравысоких энергий, ∼ 1 ПэВ или даже выше,

источниками которых могут быть магнитары.

Процесс эмиссии нейтрино с такими энергиями не может быть адек-

ватно описан без учёта их взаимодействия с сильным магнитным полем

магнитара, чему и посвящена эта глава. Анализ влияния внешней среды,

в частности, сильного магнитного поля, на свойства нейтрино основан на

вычислении собственно-энергетического оператора нейтрино Σ (p), из ко-

торого можно извлечь дисперсионное соотношение для нейтрино, а также

мнимую часть собственной энергии нейтрино в среде, определяющую веро-

ятность распада нейтрино на W+ бозон и заряженный лептон, ν → l−W+.

Далее в качестве заряженного лептона рассматривается электрон, но все
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формулы верны также для мюона и τ -лептона.

Исследование дисперсионного соотношения для нейтрино во внешнем

магнитном поле имеет достаточно долгую историю [34]- [41]. В этих ра-

ботах собственно-энергетический оператор нейтрино Σ (p) был вычислен в

различных областях значений физических параметров, однако, как пока-

зал анализ, список этих рассмотренных областей не является исчерпыва-

ющим. Кроме того, результат работы [40] определённо противоречит ре-

зультату работы [37], однако приведённое в работе [40] объяснение это-

го расхождения выглядело достаточно странным. В работе [42] приведены

предварительные результаты расчёта собственно-энергетического операто-

ра нейтрино Σ (p) во внешнем магнитном поле, в основном подтвердившего

результат работы [37] и ошибочность работы [40].

В этой главе частично воспроизводится анализ [42] и приводится резуль-

тат численного расчёта порога обрезания нейтринного спектра энергий в

широком диапазоне значений интенсивности магнитного поля. В первой

части определены собственно-энергетический оператор и дополнительная

энергия нейтрино во внешнем магнитном поле. Во второй части вычислены

вероятность процесса распада нейтрино на электрон и W+-бозон и средняя

длина свободного пробега нейтрино ультравысоких энергий в сильном маг-

нитном поле. В третьей части определена величина порога обрезания ней-

тринного спектра энергий, исследована его зависимость от интенсивности

магнитного поля.
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1.2 Собственно-энергетический оператор нейтрино Σ(p)

Собственно-энергетический оператор нейтрино Σ(p) определяется через ин-

вариантную амплитуду перехода νe → νe соотношением

M(νe → νe) = − [ν̄(p) Σ(p) ν(p)] = −Tr [Σ(p) ρ(p)] , (1.1)

где p = (E, p) – 4-импульс нейтрино, ρ(p) = ν(p)ν̄(p) – матрица плотности

нейтрино. Дополнительная энергия ∆E, приобретаемая нейтрино во внеш-

нем магнитном поле, определяется через инвариантную амплитуду (1.1)

следующим образом:

∆E = − 1

2E
M(νe → νe) . (1.2)

S-матричный элемент для перехода νe → νe соответствует диаграммам

Фейнмана, показанным на Рис. 1.1, где двойные линии обозначают точные

пропагаторы в присутствии внешнего магнитного поля. Детальное описа-

ние техники вычисления собственно-энергетического оператора нейтрино

Σ(p) во внешнем электромагнитном поле может быть найдено, например,

�` �`Ẁ �` �`�̀
Рис. 1.1: Фейнмановские диаграммы, представляющие индуцированный магнитным по-

лем вклад в собственно-энергетический оператор нейтрино, в фейнмановской калиб-

ровке. Двойные линии соответствуют точным пропагаторам для заряженного лептона,

W -бозона и нефизического заряженного скалярного Φ-бозона во внешнем магнитном

поле.
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в статье [36], см. также [38,39,43,44]. Соответствующий S-матричный эле-

мент может быть использован, чтобы вывести стандартным путём инвари-

антную амплитуду (1.1), откуда собственно-энергетический оператор ней-

трино принимает вид

Σ(p) = − i g2

2

[

γαLJ
(W )
αβ (p) γβ L+

1

m2
W

(meR−mνL) J
(Φ)(p)×

× (meL−mνR)

]

. (1.3)

Здесь g – электрослабая константа связи Стандартной модели; γα – матри-

цы Дирака; L = (1+ γ5)/2 и R = (1− γ5)/2 – проекционные операторы ле-

вой и правой киральностей соответственно. Интегралы, введённые в (1.3),

имеют вид

J
(W )
αβ (p) =

∫

d4q

(2π)4
S(q)G

(W )
βα (q − p) ,

J (Φ)(p) =

∫

d4q

(2π)4
S(q)D(Φ)(q − p) , (1.4)

где S(q), G(W )
βα (q−p) и D(Φ)(q−p) – Фурье-образы трансляционно-инвариантных

частей пропагаторов электрона, W−-бозона и заряженного скалярного Φ-

бозона соответственно. Следует отметить, что величина mν в (1.3) – в об-

щем случае недиагональная массовая матрица дираковского нейтрино с

учетом смешивания в лептонном секторе. Таким образом, несохраняющие

аромат распады νe → µW, τW также возможны, хотя и подавлены очень

маленьким параметром ∼ (mν/mW )2 . 10−22.

Общая лоренцевская структура оператора Σ(p) в магнитном поле, опре-
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делённая в (1.3), может быть представлена в следующем виде [39]:

Σ(p) =
[

AL (pγ) + BL (pγ)‖ + CL (pϕ̃γ)
]

L+

+
[

AR (pγ) + BR (pγ)‖ + CR (pϕ̃γ)
]

R +

+ mν [K1 + iK2 (γϕγ)] . (1.5)

Здесь лоренцевские индексы 4-векторов и тензоров в скобках расположены

последовательно, например, (pϕγ) = pαϕαβγ
β; ϕ – обезразмеренный тензор

электромагнитного поля, отнесённый к величине внешнего B-поля, ϕ̃ – ду-

альный тензор:

ϕαβ =
Fαβ

B
, ϕ̃αβ =

1

2
εαβµνϕ

µν . (1.6)

В системе отсчёта, где присутствует только внешнее магнитное поле B,

мы направляем пространственную 3-ось вдоль вектора B. 4-векторы с ин-

дексами ⊥ и ‖ принадлежат евклидову {1, 2}-подпространству и {0, 3}-
подпространству Минковского соответственно. Например, p⊥ = (0, p1, p2, 0)

и p‖ = (p0, 0, 0, p3). Для произвольных 4-векторов P и Q мы используем

обозначения

(PQ)‖ = (P ϕ̃ϕ̃Q) = P0Q0 − P3Q3 ,

(PQ)⊥ = (P ϕϕQ) = P1Q1 + P2Q2 ,

(PQ) = (PQ)‖ − (PQ)⊥ . (1.7)

Коэффициенты AR, BR, CR и K1,2 в (1.5) происходят из фейнмановской диа-

граммы, включающей скалярный Φ-бозон, в то время как коэффициенты

AL, BL и CL содержат вклады от обеих диаграмм. Заметим, что коэффици-

енты AL, AR и K1 в (1.5) содержат ультрафиолетовую расходимость, кото-

рая устраняется вакуумной перенормировкой волновой функции и массы

нейтрино.
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Используя (1.1), (1.2) и (1.5), дополнительную энергию нейтрино ∆E во

внешнем магнитном поле можно записать в виде

∆E = BL

p2‖
2E

[1− (sv)] + BR

p2‖
2E

[1 + (sv)]−

− mν

2
[CL − CR + 4K2 − (BL − BR) (bv)]

[

(sbt) +
mν

E
(sbℓ)

]

+

+
m2

ν

2E
(AL +AR + 2K1) , (1.8)

где v = p/E – вектор скорости нейтрино, s – единичный вектор удвоенно-

го спина нейтрино, b – единичный вектор вдоль направления магнитного

поля, bt,ℓ – его поперечная и продольная составляющие по отношению к

импульсу нейтрино, b = bt + bℓ.

В предыдущих работах собственно-энергетический оператор нейтрино (1.5)

был вычислен в различных областях значений физических параметров.

Были исследованы следующие предельные случаи:

i) случай слабого поля (eB ≪ m2
e) [36, 38];

ii) случай умеренно сильного поля (m2
e ≪ eB ≪ m2

W ) [38];

iii) ситуация, когда поперечный импульс нейтрино p⊥ относительно маг-

нитного поля довольно высокий, например, p⊥ & mW или p⊥ ≫ mW ,

а напряжённость магнитного поля невысока, eB ≪ m2
e, которая со-

ответствует приближению скрещенного поля [35, 37, 39, 40]. Как уже

отмечалось, результат работы [40] противоречит работе [37].

Существует ещё одна область значений физических параметров, которая

требует подробного анализа. Имеется в виду случай космических нейтри-

но ультравысоких энергий, ∼ 1 ПэВ или даже выше, источниками которых
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могут быть магнитары со сверхсильными поверхностными магнитными по-

лями (Bs ∼ 1015 Гс), когда поперечный по отношению к полю импульс ней-

трино велик, но при этом напряжённость магнитного поля также велика,

так что приближение скрещенного поля неприменимо.

1.3 Пропагаторы заряженного лептона, W - и Φ-бозона

в магнитном поле

Фурье-образы трансляционно-инвариантных частей точных пропагаторов

во внешнем магнитном поле, входящие в выражения (1.4), могут быть пред-

ставлены в фоковском формализме собственного времени в следующем ви-

де, см., например, [36, 45]. Пропагатор лептона

S(q) =

∞
∫

0

ds

cos βs
e−iΩe

{

[

(qγ)‖ +mℓ

]

[

cos βs− (γϕγ)

2
sin βs

]

−

− (qγ)⊥
cos βs

}

, (1.9)

где β = eB и me – масса электрона.

Аналогично, пропагатор W -бозона может быть записан как

Gρσ(q) = −
∞
∫

0

ds

cos βs
e−iΩW

[

(ϕ̃ϕ̃)ρσ − (ϕϕ)ρσ cos 2βs−

− ϕρσ sin 2βs

]

. (1.10)

И наконец, для пропагатора Φ-бозона получим

D(Φ)(q) =

∞
∫

0

ds e−iΩW , (1.11)
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где мы выбрали фейнмановскую калибровку для W и Φ бозонов и ввели

обозначение (j = e,W )

Ωj = s
(

m2
j − q2‖

)

+
tanβs

β
q2⊥ . (1.12)

1.4 Распад нейтрино ν → e−W+ во внешнем

электромагнитном поле

Вероятность распада нейтрино ν → e−W+ во внешнем электромагнит-

ном поле – это один из наиболее интересных результатов, которые могут

быть извлечены из собственно-энергетического оператора нейтрино. Эта

вероятность может быть выражена через мнимую часть амплитуды (1.1) с

собственно-энергетическим оператором нейтрино (1.5).

Для простоты здесь и далее мы пренебрегаем массой нейтрино mν , вы-

бирая матрицу плотности левых нейтрино как ρ(p) = (pγ)R. Получаем

w(ν → e−W+) =
1

E
ImM(νe → νe) = − 1

E
Im Tr [Σ(p) (pγ)R] =

= −2
p2⊥
E

ImBL . (1.13)

Анализ распада нейтрино ν → e−W+ во внешнем поле интересен только

при ультравысоких энергиях нейтрино.

Во всех предыдущих работах вероятность распада нейтрино во внеш-

нем электромагнитном поле была вычислена в приближении скрещенного

поля. В этом случае вероятность выражается через динамический полевой

параметр χ и параметр массы лептона λ

χ =
e(pFFp)1/2

m3
W

, λ =
m2

e

m2
W

. (1.14)
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Частный случай скрещенного поля обладает большей общностью, чем это

может показаться на первый взгляд. Действительно, возможна ситуация,

когда динамический полевой параметр χ релятивистской частицы, распро-

страняющейся в относительно слабом электромагнитном поле, F < Be (где

под F подразумевается напряжённость электрического и/или магнитного

поля, Be = m2
e/e ∼ 1013 Гс – критическое значение поля), оказывается

достаточно велик. В этом случае поле в системе покоя частицы может су-

щественно превышать критическое значение и оказаться близким к скре-

щенному полю. Даже в магнитном поле, напряжённость которого намного

больше, чем критическое значение, результат, полученный в скрещенном

поле, будет корректно описывать лидирующий вклад в вероятность про-

цесса в чисто магнитном поле, если χ ≫ B/Be.

В системе отсчёта, где поле чисто магнитное, динамический полевой

параметр принимает вид

χ =
eB p⊥
m3

W

. (1.15)

Общее выражение для вероятности распада может быть записано в этом

случае в виде [39]

w
(

ν → e−W+
)

= −
√
2GFm

4
Wχ2/3

12πE
×

×
1
∫

0

dνν [2 (1 + ν) (2 + ν) + λ (1− ν) (2− ν)]

[ν (1− ν)]4/3
dAi (u)
du

,

(1.16)

где

Ai (u) =
1

π

∞
∫

0

dt cos

(

tu +
t3

3

)

(1.17)
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есть функция Эйри аргумента

u =
ν + λ (1− ν)

[χν (1− ν)]2/3
. (1.18)

Производная функции Эйри выражается через функцию Макдональда Kν (x)

dAi (u)
du

= − u√
3π

K2/3

(

2

3
u3/2

)

. (1.19)

Переходя в (1.16) к пределу χ, λ ≪ 1, получим результат, который может

быть выражен только через модифицированный динамический полевой па-

раметр вида

ξ =
χ√
λ
=

eB p⊥
mem2

W

. (1.20)

Заметим, что интервал значений параметра ξ оказывается весьма широ-

ким, 0 < ξ ≪ 1/
√
λ, при этом 1/

√
λ ≫ 1. Принимая во внимание экспонен-

циальное убывание функции Макдональда Kν (x) при больших значениях

аргумента, можно видеть, что область малых значений переменной ν даёт

основной вклад в интеграл (1.16) при малых χ. Производя замену перемен-

ной интегрирования ν = λx, можно преобразовать вероятность распада к

виду

w
(

ν → e−W+
)

=

√
2GF

3π

(eBp⊥)
2

m2
WE

F (ξ) , (1.21)

где

F (ξ) =
1√
3πξ2

∞
∫

0

dx
1 + x

x
K2/3

(

2

3

(1 + x)3/2

ξx

)

. (1.22)

Напомним, что эти формулы справедливы в приближении ξ ≪ mW/me.

Интервал значений ξ является очень широким для электрона, ξ ≪ 1.6×105,

но он не так широк для τ -лептона, ξ ≪ 45. Интегрирование в (1.22) может
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быть выполнено точно, что даёт

F (ξ) =

(

1 +

√
3

ξ

)

exp

(

−
√
3

ξ

)

. (1.23)

Формулы (1.21)–(1.23) следует сравнить с результатами работ [35,37,40].

Заметим, что вероятность распада w, определённая в работах [35,39], совпа-

дает, в естественной системе единиц, с коэффициентом поглощения α [37] и

коэффициентом затухания нейтрино γ [40]. Можно видеть, что коэффици-

ент поглощения α, присутствующий в формуле (25) работы [37], выглядит

очень похожим на наше выражение (1.21) и (1.23). Однако угловая зависи-

мость в наших формулах различная: вместо фактора p2⊥/E = E sin2 θ, сто-

ящего в нашем выражении (1.21), в формуле (25) работы [37] присутствует

фактор p⊥ = E sin θ. С другой стороны, можно видеть, что наш резуль-

тат (1.21)–(1.23) определённо противоречит формуле (58) работы [40], где

была произведена попытка исследовать процесс ν → e−W+ в приближении

скрещенного поля. Различие наиболее существенно при малых значениях

ξ, где результат работы [40] является сильно заниженным.

В более ранней статье [35] Борисовым и др. было выполнено вычисление

вероятности процесса ν → e−W+ в двух предельных случаях малого и

большого значений параметра χ. В пределе χ2 ≪ λ их результат может

быть представлен в виде

w =

√
2 GF√
3 π

me eB sin θ exp

(

−
√
3
mem

2
W

eB p⊥

)

. (1.24)

Этот результат может быть воспроизведён из общих формул (1.21)–(1.23).

С другой стороны, в пределе χ ≫ 1 (ξ ≫ 1/
√
λ) результат статьи [35]

может быть записан в виде

w =

√
3 GF√
2 π

mW eB sin θ (1.25)
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и также может быть получен из более общей формулы (1.16).

Исследование распада ν → e−W+ может иметь физический смысл толь-

ко в полях масштаба магнитных полей пульсаров, где напряжённость поля

порядка критического значения ∼ 1013 Гс. Записанные выше формулы для

вероятности, кроме выражения (1.25), применимы только для относительно

слабых полей, B ≪ 1013 Гс. Принимая во внимание открытие магнитаров,

нейтронных звёзд с полями ∼ 1014 − 1015 Гс, интересно вычислить вероят-

ность процесса ν → e−W+ в таких полях, когда приближение скрещенного

поля неприменимо.

Таким образом, мы будем использовать следующую иерархию физиче-

ских параметров: p2⊥ ≫ m2
W ≫ eB ≫ m2

e. Подставляя (1.3) в (1.13) и учи-

тывая (1.9)–(1.11) получаем (см. Приложение A), что вероятность процесса

может быть представлена в виде

w(ν → e−W+) =
GF (eB)3/2 p⊥

π
√
2π E

Φ(η) , (1.26)

где Φ(η) – функция, зависящая только от параметра η = 4eBp2⊥/m
4
W :

Φ(η) =
1

η

∞
∫

0

dy

y1/2
(tanh y)1/2

(sinh y)2
(sinh y)2 − y tanh y

(y − tanh y)3/2
×

× exp

[

− y tanh y

η(y − tanh y)

]

. (1.27)

Подчеркнём, что эта формула получена в пренебрежении массой электрона

как наименьшего параметра в используемой иерархии.

Формулы (1.26), (1.27) представляют наши главные результаты в ши-

рокой области значений параметра η, 0 < η ≪ m2
W/(eB). Функция Φ(η)

существенно упрощается при больших и малых значениях аргумента. В
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пределе η ≫ 1 получим

Φ(η ≫ 1) ≃ 1

3

√

π(η − 0.3) , (1.28)

при этом ошибка составляет менее 1 % для η > 10. Формулы (1.26), (1.28)

воспроизводят вероятность (1.21), (1.23), где следует использовать предел

ξ ≫ 1, и F (ξ ≫ 1) ≃ 1. В другом предельном случае η ≪ 1 получаем

Φ(η ≪ 1) ≃ exp

(

−1

η

)(

1− 1

2
η +

3

4
η2
)

(1.29)

с ошибкой менее 1 % для η < 0.5.

1.5 Обрезание спектра энергий нейтрино магнитным

полем

Полученные формулы позволяют установить верхний предел на спектр

энергий нейтрино, распространяющихся в сильном магнитном поле. Рас-

смотрим типичный размер R области с сильным магнитным полем масшта-

ба R ∼ 10 км. Если средняя длина свободного пробега нейтрино λ = 1/w

много меньше, чем размер области, где присутствует поле, λ ≪ R, все ней-

трино распадаются внутри такого поля. Для λ = 1 км ≪ R находим энер-

гию обрезания Ec для спектра нейтрино, в зависимости от напряжённости

магнитного поля. Результат численного расчёта этой зависимости приведён

на Рис. 1.2.

Существуют две области физических параметров, где зависимость энер-

гии обрезания Ec от интенсивности магнитного поля существенно упроща-

ется:

1) для относительно слабого поля, B ≃ 0.1Be ≃ 4 × 1012 Гс, средняя
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Рис. 1.2: Зависимость энергии обрезания Ec (эВ) для спектра нейтрино от интенсивно-

сти магнитного поля по отношению к критическому полю при фиксированной длине

свободного пробега нейтрино, λ = 1 км

длина свободного пробега нейтрино может быть получена из (1.24):

λ ≃ 4.9м
B0.1 sin θ

exp

(

219

B0.1E15 sin θ

)

, (1.30)

где B0.1 = B/(0.1Be), E15 = E/(1015 эВ), а энергия обрезания, соответству-

ющая λ = 1 км, при B0.1 = 1, θ = π/2 есть

Ec ≃ 0.4× 1017 эВ ; (1.31)

2) для относительно сильного поля, B ≃ 10Be ≃ 4 × 1014 Гс, средняя

длина свободного пробега нейтрино может быть получена из (1.26), (1.29):

λ ≃ 3.2 см

B
3/2
10 sin θ

exp

(

4.0

B10E2
15 sin

2 θ

)

, (1.32)
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где B10 = B/(10Be), а энергия обрезания, соответствующая λ = 1 км, при

B10 = 1, θ = π/2 есть

Ec ≃ 0.6× 1015 эВ . (1.33)

Полученные результаты демонстрируют существенное влияние сильного

магнитного поля на вероятность процесса ν → e−W+. Несмотря на экспо-

ненциальный характер подавления вероятности в сильном поле, см. (1.26),

(1.29), так же, как и в слабом поле, см. (1.24), вероятность распада для

одной и той же энергии нейтрино в сильном поле на порядки величины

больше, чем в слабом поле.

1.6 Заключение

В этой главе исследуется собственно-энергетический оператор нейтрино во

внешнем электромагнитном поле. Из мнимой части петлевой амплитуды

перехода ν → e−W+ → ν во внешнем поле находится вероятность рас-

пада нейтрино ν → e−W+. Выражение для вероятности w (ν → e−W+)

исследовано в различных диапазонах значений физических параметров.

В приближении скрещенного поля результат для вероятности выглядит

очень похожим на соответствующее выражение работы [37], однако угло-

вая зависимость в этих формулах различная. С другой стороны, результат

для вероятности определённо противоречит соответствующей формуле ра-

боты [40], где была произведена попытка ещё раз исследовать процесс в

приближении скрещенного поля. Различие наиболее существенно при ма-

лых значениях модифицированного динамического полевого параметра ξ,

где результат работы [40] является сильно заниженным. В двух предельных

27



случаях очень малого и очень большого значений динамического полево-

го параметра χ из общих формул для вероятности процесса ν → e−W+

в скрещенном поле могут быть воспроизведены результаты более ранней

статьи [35]. Приведён результат численного расчёта порога обрезания ней-

тринного спектра энергий в широком диапазоне значений интенсивности

магнитного поля.
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Глава 2

Третий тип смешивания фермионов во

взаимодействиях кварков и лептонов с

лептокварками

В данной главе анализируются низкоэнергетические проявления минималь-

ного расширения электрослабой стандартной модели, основанного на кварк-

лептонной симметрии типа Пати-Салама SU(4)V ⊗SU(2)L⊗GR. Показано,

что при наличии такой симметрии необходимо рассматривать третий тип

смешивания во взаимодействиях SU(4)V -лептокварков с кварками и лепто-

нами. Дополнительная свобода в выборе параметров смешивания, в прин-

ципе, может позволить значительно уменьшить нижний предел на массу

векторного лептокварка, получаемый из низкоэнергетических редких про-

цессов, запрещённых или сильно подавленных в стандартной модели.

2.1 Введение

В то время как LHC систематически проверяет масштабы энергий электро-

слабой теории и выше, вспомним два критерия оценки физической теории,

упомянутые А. Эйнштейном [46]. Первый тривиален и называется ”внешнее
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подтверждение”: теория не должна противоречить эмпирическим фактам.

В настоящее время на LHC проводится проверка этого критерия и для

стандартной модели, и для её различных расширений. Второй критерий,

называемый ”внутренним совершенством” теории, может быть очень важ-

ным для прояснения области поиска для новой физики.

Все существующие экспериментальные данные в физике частиц нахо-

дятся в хорошем согласии с предсказаниями стандартной модели. Однако

существуют задачи, которые не могут быть решены в рамках стандартной

модели, и она, очевидно, не является полной или окончательной теорией.

Бесспорно, стандартная модель является низкоэнергетическим пределом

некоторой более высокой симметрии. Вопрос в том, какой может быть эта

симметрия? И главный вопрос, каков энергетический масштаб восстанов-

ления этой симметрии? Не радует перспектива, что восстановление этой

высшей симметрии происходит на очень высоком энергетическом масшта-

бе, в так называемой калибровочной пустыне. Значительно более привлека-

тельна идея последовательного восстановления симметрии. Выглядит есте-

ственным в этом случае предположить соответствие иерархий симметрий

и энергетических масштабов их восстановления. Сейчас мы находимся на

первой ступеньке некоторой лестницы симметрий и пытаемся угадать, ка-

кой может быть следующая. Если мы рассматриваем с этой точки зрения

некоторые хорошо известные высшие симметрии, то уместны два вопроса.

Первый, не является ли суперсимметрия [47], как симметрия бозонов и фер-

мионов, более высокой, чем симметрия внутри фермионного сектора, т.е.

кварк-лептонная симметрия [19], или симметрия внутри бозонного секто-

ра, т.е. лево-правая симметрия [48]- [51]? Второй, не связано ли восстанов-

ление суперсимметрии с более высоким энергетическим масштабом, чем
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другие? Недавние поиски суперсимметрии, проведённые на коллайдерах

Tevatron и LHC [52], показали, что не было найдено значительных откло-

нений от предсказаний стандартной модели, широкая область параметров,

доступная для суперсимметрии, была существенно сокращена, и наиболее

вероятные сценарии, предсказанные электрослабыми точными проверка-

ми, сейчас исключены или ограничены новыми строгими пределами.

Мы хотели бы проанализировать возможность, когда кварк-лептонная

симметрия является следующим шагом за рамки стандартной модели. Вме-

сте с аргументом ”внутреннего совершенства” для этой теории, существу-

ет прямое свидетельство в её пользу. Проблема фермионных поколений

известна как одна из наиболее выдающихся проблем современной физики

частиц и может быть главным обоснованием для выхода за рамки стан-

дартной модели. А именно, сокращение треугольных аксиальных анома-

лий, необходимое для того, чтобы стандартная модель была перенорми-

руемой, требует, чтобы фермионы были сгруппированы в поколения. Эта

связь даёт уравнение
∑

f T3f Q
2
f = 0, где суммирование производится по

всем фермионам поколения, как кваркам трёх цветов, так и лептонам, T3f –

третья компонента слабого изоспина, и Qf – электрический заряд ферми-

она. Из этого уравнения следует, что расходящаяся аксиально-векторная

часть треугольной Zγγ-диаграммы с фермионной петлёй исчезает.

Модель, где комбинация кварков и лептонов в поколения выглядит наи-

более естественной, была предложена Дж. Пати и А. Саламом [19] и ос-

нована на кварк-лептонной симметрии. Лептонное число трактуется в мо-

дели как четвёртый цвет. В качестве минимальной калибровочной груп-

пы, реализующей эту симметрию, можно рассмотреть полупростую груп-

пу SU(4)V ⊗ SU(2)L ⊗ GR. Для начала, можно в качестве GR взять груп-
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пу U(1)R. Фермионы скомбинированы в фундаментальные представления

подгруппы SU(4)V : нейтрино с up-кварками и заряженные лептоны – с

down-кварками:










u1

u2

u3

ν











i

,











d1

d2

d3

ℓ











i

, i = 1, 2, 3 . . . (?) , (2.1)

где верхние индексы 1,2,3 нумеруют цвета, а нижний индекс i нумерует

поколения фермионов (для определенности будем далее говорить о трех

поколениях), т.е. ui обозначает u, c, t, а di обозначает d, s, b.

Левые фермионы образуют фундаментальные представления подгруп-

пы SU(2)L:
(

uc

dc

)

L

,

(

ν

ℓ

)

L

. (2.2)

Следует помнить, что когда рассматриваются собственные состояния мас-

сы, необходимо учитывать смешивание состояний фермионов (2.1), (2.2),

что будет проанализировано ниже.

Вспомним, что такое расширение стандартной модели имеет ряд при-

влекательных черт.

1. Как было упомянуто выше, определённая кварк-лептонная симметрия

необходима, чтобы стандартная модель была перенормируемой: сокра-

щение треугольных аномалий требует, чтобы фермионы были сгруп-

пированы в поколения.

2. Отсутствует распад протона, потому что лептонный заряд, трактуе-

мый как четвёртый цвет, строго сохраняется.
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3. ”Зажатость” кварков и лептонов в представлениях (2.1) приводит к

естественному объяснению дробного гиперзаряда кварков. Действи-

тельно, бесследовый 15-ый генератор T V
15 подгруппы SU(4)V может

быть представлен в виде

T V
15 =

√

3

8
diag

(

1

3
,
1

3
,
1

3
, −1

)

=

√

3

8
YV . (2.3)

Примечательно, что на диагонали расположены значения гиперзаря-

да стандартной модели для левых кварков и лептонов, входящих в

SU(2)L-дублеты. Назовем эту характеристику векторным гиперзаря-

дом, YV , и предположим, что он одинаков для левых и правых фер-

мионов.

4. Предположим, что GR = U(1)R. Хорошо известные значения гипер-

заряда стандартной модели для левых и правых и для up- и down-

кварков и лептонов имеют значения:

YSM =
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. (2.4)

Следовательно, из уравнения YSM = YV +YR, с учётом уравнения (2.3),

получаем, что значения правого гиперзаряда YR оказываются равны-

ми ±1 для up- и down-фермионов соответственно, как кварков, так и

лептонов. Заманчиво истолковать это обстоятельство как указание на

то, что правый гиперзаряд есть удвоенная третья компонента правого

изоспина. Таким образом, подгруппа GR, возможно, есть SU(2)R.
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”При учёте данных обстоятельств было бы странно, если бы Природа

не использовала это”, как П. Дирак написал по другому поводу [53].

Наиболее экзотичный объект симметрии Пати-Салама – это заряжен-

ный цветной калибровочный X-бозон, называемый лептокварком. Его мас-

са MX должна быть масштабом нарушения SU(4)V до SU(3)c. Имеются

как прямые, так и косвенные ограничения на массу векторного лептоквар-

ка, см. [20]. Недавний прямой поиск [54] векторных лептокварков с ис-

пользованием τ+τ−bb̄-событий в pp̄-столкновениях при Ecm = 1.96 ТэВ дал

нижний предел массы на уровне 250–300 ГэВ, в зависимости от предпола-

гаемой связи. Значительно более строгие косвенные пределы вычислены из

ограничений на индуцированные лептокварками четырёхфермионные вза-

имодействия, которые получены из низкоэнергетических экспериментов.

Есть целый ряд статей, где такие косвенные пределы на массу векторно-

го лептокварка были оценены, см., например, [55]– [65]. Наиболее строгие

ограничения [20] были получены из данных на распад π → eν и из верх-

них пределов на распады K0
L → eµ и B0 → eτ . Однако такие оценки

не были полными, потому что там не было учтено явление смешивания в

лептон-кварковых токах. Будет показано, что такое смешивание неизбежно

возникает в теории.

Важная для рассмотрения часть модели – это её скалярный сектор, ко-

торый также содержит экзотические объекты, такие как скалярные леп-

токварки. Здесь мы не касаемся скалярного сектора, который может быть

значительно более неоднозначным, чем калибровочный. Такой анализ мо-

жет быть найден, например, в работах [64]- [66].

Глава организована следующим образом. В разделе 2.2 доказывается,

что три типа смешивания фермионов неизбежно появляются на петлевом
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уровне, если изначально фермионы взяты без смешивания. Эффективный

четырёхфермионный лагранжиан, полученный из взаимодействий лепто-

кварков с кварками и лептонами, представлен в разделе 2.3. В разделе 2.4

получены ограничения на параметры схемы, основанные на данных из раз-

личных низкоэнергетических процессов, которые сильно подавлены или за-

прещены в стандартной модели. Комбинированное ограничение на массу

векторного лептокварка из π-, K-, τ - и B-распадов получено в разделе 2.5.

В разделе 2.6 получено комбинированное ограничение на массу векторно-

го лептокварка из тех же самых процессов в случае различных смешива-

ний для левых и правых фермионов. В разделе 2.7 представлено ещё одно

независимое ограничение на массу векторного лептокварка, следующее из

распада π0 → νν̄.

2.2 Третий тип смешивания фермионов

В результате механизма Хиггса в модели Пати-Салама появляются дроб-

но заряженные цветные калибровочные X-бозоны – векторные лептоквар-

ки. Лептокварки ответственны за переходы между кварками и лептонами.

Масштаб нарушения SU(4)V -симметрии до SU(3)c есть масса лептокварка

MX . Три поколения фермионов сгруппированы в следующие {4, 2} пред-

ставления группы SU(4)V ⊗ SU(2)L:
(

uc dc

ν ℓ

)

i

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

где c – цветовой индекс, который в дальнейшем будем опускать. Известно,

что существует смешивание кварков в слабых заряженных токах, которое

описывается матрицей Кабиббо-Кобаяши-Маскава. Следовательно, как ми-
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ℓ ℓ′

d (s, b)

X

Рис. 2.1: Фейнмановская диаграмма, иллюстрирующая появления фермионных смеши-

ваний.

нимум одно из состояний в (2.5), u или d, недиагонально по массе. Можно

просто увидеть, что из-за смешивания, появляющегося на петлевом уровне,

ни одна из компонент в общем случае не является собственным состояни-

ем массы. Как обычно, мы предполагаем, что все состояния в (2.5), кро-

ме d, изначально диагональны по массе. Это приводит к недиагональным

переходам ℓ → X + d(s, b) → ℓ′ через кварк-лептокварковую петлю, см.

Рис. 2.1. Поскольку эта диаграмма расходящаяся, соответствующий кон-

трчлен должен существовать на древесном уровне. Это означает, что леп-

тоны ℓ в представлениях (2.5) не являются состояниями с определенной

массой, и существует смешивание в лептонном секторе. Аналогично появ-

ляются другие недиагональные переходы. Следовательно, для того, чтобы

теория была перенормируемой, необходимо ввести все виды смешивания

уже на древесном уровне.

Так как все фермионные представления тождественны, они всегда мо-

гут быть перегруппированы так, что одно состояние будет диагональным

по массе. Наиболее естественный путь – это диагонализация заряженных

лептонов. В этом случае фермионные представления могут быть записаны
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в виде
(

u d

ν ℓ

)

ℓ

=

(

ue de
νe e

)

,

(

uµ dµ
νµ µ

)

,

(

uτ dτ
ντ τ

)

. (2.6)

Здесь нижние индексы кварков и нейтрино ℓ = e, µ, τ обозначают состоя-

ния, которые не являются состояниями с определенной массой и входят в

то же самое представление, что и заряженный лептон ℓ:

νℓ =
∑

i

Kℓiνi , uℓ =
∑

p

Uℓpup , dℓ =
∑

n

Dℓndn . (2.7)

Здесь Kℓi – унитарная лептонная матрица смешивания Понтекорво–Маки–

Накагава–Саката [67]- [70]. Матрицы Uℓp и Dℓn есть унитарные матрицы

смешивания во взаимодействиях лептокварков с up- и down-фермионами

соответственно, как кварками, так и лептонами. Состояния νi, up и dn –

состояния с определенной массой:

νi = (ν1, ν2, ν3) ,

up = (u1, u2, u3) = (u, c, t) ,

dn = (d1, d2, d3) = (d, s, b) .

(2.8)

Таким образом, в данной схеме в общем случае присутствуют три типа

смешивания.

В наших обозначениях хорошо известный лагранжиан, описывающий

взаимодействие слабых заряженных токов с W -бозонами, принимает вид:

LW =
g

2
√
2
[(ν̄ℓOαℓ) + (ūℓOαdℓ)]W

∗
α + h.c.

=
g

2
√
2

[

K∗
ℓi (ν̄iOαℓ) + U∗

ℓpDℓn (ūpOαdn)
]

W ∗
α + h.c., (2.9)

где g – постоянная группы SU(2)L, и Oα = γα (1 + γ5). Стандартная мат-

рица Кабиббо–Кобаяши–Маскава имеет вид: V = U †D, и это единственная
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имеющаяся информация о матрицах смешивания U и D в лептокварко-

вом секторе. Матрица K, описывающая смешивание в лептонном секторе,

является предметом интенсивных экспериментальных исследований.

В результате спонтанного нарушения SU(4)V симметрии до SU(3)c на

масштабе MX шесть массивных векторных бозонов, образующих три за-

ряженных цветных лептокварка, отщепляются от 15-плета калибровочных

полей. Взаимодействие этих лептокварков с фермионами имеет вид

LX =
gS (MX)√

2

[

Dℓn

(

ℓ̄γαd
c
n

)

+
(

K†U
)

ip

(

ν̄iγαu
c
p

)

]

Xc
α + h.c., (2.10)

где ещё раз явно выписан цветовой верхний индекс c. Константа связи

gS (MX) выражается через константу сильного взаимодействия αS на мас-

штабе массы лептокварка MX : g2S (MX) /4π = αS (MX).

2.3 Эффективный лагранжиан с учётом

КХД-поправок

Если передаваемый импульс удовлетворяет условию q2 ≪ M2
X , лагранжиан

(2.10) приводит к эффективному четырёхфермионному вектор-векторному

взаимодействию между кварками и лептонами. Применяя преобразование

Фирца, можно выделить лептонные и кварковые токи (скалярные, псев-

доскалярные, векторные и аксиально-векторные) в эффективном лагран-

жиане. В построении эффективного лагранжиана лептокварковых взаимо-

действий необходимо учесть КХД-поправки, которые могут быть просто

оценены, см., например, [71,72]. В изучаемом случае мы можем использо-

вать приближение лидирующих логарифмов, потому что ln (MX/µ) ≫ 1,

где µ ∼ 1 ГэВ – типичный адронный масштаб. С учётом КХД-поправок
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скалярная и псевдоскалярная связи приобретают усиливающий фактор

Q (µ) =

(

αS (µ)

αS (MX)

)4/b̄

, (2.11)

где αS (µ) – постоянная сильного взаимодействия на масштабе µ, b̄ = 11−
2/3 (n̄f), и n̄f – среднее число кварковых ароматов на масштабах µ2 ≤ q2 ≤
M2

X ; для M2
X ≫ m2

t мы имеем b̄ ≃ 7.

Исследуем вклад в низкоэнергетические процессы лагранжиана взаимо-

действия (2.10), включающего лептокварки, и найдём ограничения на па-

раметры схемы из доступных экспериментальных данных. Как будет пока-

зано ниже, наиболее строгие ограничения на массу векторного лептокварка

MX и элементы матрицы смешивания D следуют из данных на редкие π-

и K-распады и µe-конверсию на ядрах.

Возможные ограничения на массы и константы связи векторных лепто-

кварков из экспериментальных данных на редкие распады π- и K-мезонов

были проанализированы в [55]– [65]. Один подход [55, 57, 58] был основан

на использовании феноменологических модельно-независимых лагранжиа-

нов, описывающих взаимодействия лептокварков с кварками и лептонами.

Кварк-лептонная симметрия Пати-Салама была рассмотрена в [56, 59]–

[65]. КХД-поправки были включены в анализ в [59]– [61]. Авторы [59]

рассматривали возможность смешивания в кварк-лептонных токах, но они

анализировали только специальные случаи, в которых каждый заряжен-

ный лептон ассоциировался с одним поколением кварков. В наших обозна-

чениях это соответствует матрицам D, которые получены из единичной

матрицы путём всевозможных перестановок столбцов.

В описании взаимодействий π- и K-мезонов достаточно удержать толь-

ко скалярную и псевдоскалярную связи в эффективном лагранжиане. Дей-
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ствительно, эти связи более значительны в амплитудах, потому что они уси-

лены, во-первых, КХД-поправками и, во-вторых, малостью бегущих масс

кварков, появляющихся в знаменателях амплитуды. Соответствующая часть

эффективного лагранжиана может быть представлена в виде

∆Lπ,K = −2παS (MX)

M2
X

Q (µ)

[

Dℓn

(

U †K
)

pi

(

ℓ̄γ5νi
)

(ūpγ5dn) + h.c. +

+ DℓnD∗
ℓ′n′

(

ℓ̄γ5ℓ
′) (d̄n′γ5dn

)

+
(

K†U
)

ip

(

U †K
)

p′i′
(ν̄iγ5νi′)×

× (ūp′γ5up)− (γ5 → 1)

]

. (2.12)

Этот лагражиан даёт вклады в редкие π-, K-, τ - и B-распады, которые

сильно подавлены или запрещены в стандартной модели. Для τ - и B-

распадов этот лагранжиан недостаточен, и следует добавить часть с про-

изведением аксиально-векторных токов.

2.4 Ограничения на параметры схемы из

низкоэнергетических процессов

2.4.1 µe-универсальность в πℓ2- и Kℓ2-распадах

Анализ показывает, что, в противоположность вкладу W -бозона, вклад

лептокварка в распад π → eν, см. Рис. 2, не включает подавления массой

электрона. Соответствующая часть амплитуды может быть представлена

в виде

∆MX
πeν = −2παS (MX)

M2
X

Ded

(

U †K
)

ui

fπm
2
πQ (µ)

mu (µ) +md (µ)
(ēγ5νi) , (2.13)

где fπ ≃ 132 МэВ – постоянная πlν-распада, и mu,d (µ) – бегущие мас-

сы кварков на масштабе µ. Отношение Q (µ) /m (µ) является ренормгруп-

повым инвариантом, так как функция Q (µ) (2.11) определяет закон из-
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ℓ+

νℓ
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ℓ
+
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X

Рис. 2.2: Фейнмановские диаграммы для распада π+(ud̄) → ℓ+νℓ через W -бозон и обмен

X-лептокварком. Подставляя c-кварк вместо u- и другие down-антикварки s̄, b̄ вместо

d̄, мы получаем диаграммы лептонных распадов различных заряженных мезонов, где

W - и X-бозонные вклады интерферируют.

менения бегущей массы. Известные значения [20] токовых масс кварков,

mu = (1.7 − 3.3) МэВ, md = (4.1 − 5.8) МэВ и ms = 101+29
−21 МэВ, соот-

ветствуют масштабу µ ≃ 2 ГэВ. Для оценок мы берём их центральные

значения. Вклад в амплитуду от обмена W -бозоном имеет вид

∆MW
πeν = −fπ

GF√
2
meKeiVud [ē (1 + γ5) νi] . (2.14)

Учитывая интерференцию амплитуд (2.13) и (2.14), находим, что отно-

шение Γ (π → eν) /Γ (π → µν) ≡ Rπ вероятностей распада даётся форму-

лой

Rπ = RπW

[

1− 2
√
2παS (MX)m

2
πQ

GFM2
Xme (mu +md)

Re

(DedU∗
eu

Vud

)

]

, (2.15)

где RπW = (1.2345± 0.0010)×10−4 – значение этого отношения в стандарт-

ной модели [73]. Объединяя результаты Rπ измерений на TRIUMF [74,75] и

Paul Scherrer Institute [76], мы приходим к выводу, что масса лептокварка

подчиняется ограничению

MX > (210 ТэВ) |Re (DedU∗
eu)|1/2 . (2.16)
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Вклад векторного лептокварка может также нарушать отношение RK

µe-универсальности для распадов K → eν и K → µν. Фейнмановские диа-

граммы для этих процессов могут быть получены из диаграмм на Рис. 2.2

заменой d̄ на s̄. По аналогии с анализом отношения вероятностей πℓ2-распада,

мы находим, что экспериментальные данные [77] на RK дают ограничение

MX > (150 ТэВ) |Re (DesU∗
eu)|1/2 . (2.17)

В этом анализе было существенно учесть интерференцию вкладов W -бозона

и лептокварка в амплитуды, которая не была учтена в [59]. Действитель-

но, за счёт смешивания, феноменологическое нейтрино νu, образующееся в

лептокварковом взаимодействии, есть суперпозиция феноменологических

нейтрино, образующихся в слабом взаимодействии:

νu = U∗
euνe + U∗

µuνµ + U∗
τuντ . (2.18)

Так как экспериментальный интервал для RK (см. Табл. 2.1) находит-

ся ниже теоретического значения этого отношения в стандартной модели

(RKW = 2.57 × 10−5), а интерференция амплитуд является деструктив-

ной, включение этой интерференции существенно изменяет оценку массы

лептокварка.

2.4.2 Редкие распады K0
L-мезона

Амплитуда процесса K0
L → e−µ+, запрещённого в стандартной модели,

вычисляется аналогично амплитуде (2.13), см. Рис. 2.3. Результат

MX
Keµ =

√
2παS (MX) fKm

2
KQ

M2
X (ms +md)

(

DedD∗
µs +DesD∗

µd

)

(ēγ5µ) , (2.19)

где fK ≃ 160 МэВ – постоянная Klν-распада. Мы находим, что использо-

вание доступных экспериментальных данных [82] в нашей схеме приводит
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Рис. 2.3: Фейнмановские диаграммы для распада K0
L
(ds̄+ sd̄) → e−µ+, запрещённого в

стандартной модели, через обмен лептокварком.

к ограничению

MX > (2100 ТэВ)
∣

∣DedD∗
µs +DesD∗

µd

∣

∣

1/2
. (2.20)

Экспериментальные значения [80] Br
(

K0
L → µ+µ−) подходят вплотную

к унитарному пределу Brabs = 6.8×10−9. Поэтому эффективный вклад леп-

токварка в Br
(

K0
L → µ+µ−) маловероятно превышает 1×10−10. Амплитуда

процесса получается из (2.19) заменой e → µ. В итоге мы получаем

MX > (1100 ТэВ)
∣

∣Re
(

DµdD∗
µs

)∣

∣

1/2
. (2.21)

Амплитуда ещё одного редкого K0
L-распада на электрон и позитрон че-

рез промежуточный лептокварк может также быть получена из (2.19) за-

меной µ → e. Экспериментальные значения [83] Br
(

K0
L → e+e−

)

подходят

вплотную к унитарному пределу Brabs = 9× 10−12. Поэтому эффективный

вклад лептокварка в Br
(

K0
L → e+e−

)

маловероятно превышает 5 × 10−12.

В этом случае ограничение на массу лептокварка

MX > (2400 ТэВ) |Re (DedD∗
es)|1/2 . (2.22)
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Таблица 2.1: Ограничения на массы лептокварков и элементы матриц смешивания из

экспериментальных данных на редкие π- и K-распады и µe-конверсию на ядрах.

Экспериментальный предел Ссылки Ограничение

Γ (π+ → e+νe)
Γ (π+ → µ+νµ)

= (1.2310± 0.0037)× 10−4 [74]– [76] MX

|Re(DedU∗

eu)|1/2
> 210 ТэВ

Γ (K+ → e+νe)
Γ (K+ → µ+νµ)

= (2.493± 0.031)× 10−5 [77] MX

|Re(DesU∗

eu)|1/2
> 150 ТэВ

Br(K+ → π+µ+e−) < 1.3× 10−11 [78] MX

|DedDµs|1/2
> 240 ТэВ

Br(K+ → π+µ−e+) < 5.2× 10−10 [79] MX

|DesDµd|1/2
> 100 ТэВ

Br(K0
L
→ µ+µ−) = (6.84± 0.11)× 10−9 [80], [81] MX

|Re(DµdD∗

µs)|1/2
> 1100 ТэВ

Br(K0
L
→ e±µ∓) < 4.7× 10−12 [82] MX

|DedD∗

µs +DesD∗

µd|1/2
> 2100 ТэВ

Br(K0
L
→ e+e−) =

(

9+6

−4

)

× 10−12 [83] MX

|Re(DedD∗

es)|1/2
> 2400 ТэВ

σ (µ−Au → e−Au)
σ (µ−Au → capture)

< 0.7× 10−12 [84] MX

|DedDµd|1/2
> 1000 ТэВ

2.4.3 Редкие K+-распады

Среди редких K+-распадов, которые могут происходить на древесном уровне

в изучаемой модели, K+ → π+µ+e− [78] и K+ → π+µ−e+ [79] дают наибо-

лее сильные ограничения. Амплитуда распада K+ → π+µ+e− может быть
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представлена в виде

MX
Kπµe = −2παS (MX)

M2
X

f 0
+

(

q2
) (

m2
K −m2

π

)

+ f 0
−
(

q2
)

q2

ms −md
QDedD∗

µs (ēµ) ,

(2.23)

где q – 4-импульс лептонной пары, и f 0
+,− – известные форм-факторы K0

ℓ3-

распада. Амплитуда распада K+ → π+µ−e+ получается из (2.23) взаимо-

заменой e ↔ µ. Итоговые ограничения на массу лептокварка включают в

себя те же самые элементы, которые присутствуют в (2.20), но они появ-

ляются отдельно:
MX > (240 TeV) |DedDµs|1/2 ,
MX > (100 TeV) |DesDµd|1/2 .

(2.24)

2.4.4 µe-конверсия на ядре

Это ещё один низкоэнергетический процесс, который может идти через

лептокварки. Когерентная µe-конверсия, которая оставляет ядро в основ-

ном состоянии и приводит к образованию моноэнергетических электронов

с наиболее высокой возможной энергией ≃ mµ, лучше всего подходит для

наблюдений. Эффективный лагранжиан когерентной µe-конверсии вклю-

чает в себя только скалярные и векторные кварковые токи. В изучаемой

модели он имеет вид

∆Lµe = −2παS (MX)

M2
X

DedD∗
µd

[

1

2
(ēγαµ)

(

d̄γαd
)

− (ēµ)
(

d̄d
)

Q (µ)

]

. (2.25)

Используя вычислительную технику, развитую в [85] для эффективного

кварк-лептонного взаимодействия вида (2.25), мы оценили относительную

вероятность µe-конверсии на золоте. Применяя результат к эксперимен-

тальным данным, представленным в [84], мы пришли к ограничению

MX > (1000 TeV) |DedDµd|1/2 . (2.26)
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Таблица 2.2: Ограничения на параметры модели из τ -распадов.

Экспериментальный предел Ссылки Ограничение

Br(τ− → e−K0
S
) < 2.6× 10−8 [86] MX

|DesD∗

τd −DedD∗

τs|1/2
> 10 ТэВ

Br(τ− → µ−K0
S
) < 2.3× 10−8 [86] MX

|DµsD∗

τd −DµdD∗

τs|1/2
> 11 ТэВ

Br(τ− → e−π0) < 8.0× 10−8 [87] MX

|DedDτd|1/2
> 7 ТэВ

Br(τ− → µ−π0) < 1.1× 10−7 [88] MX

|DµdDτd|1/2
> 6 ТэВ

Ограничения, которые мы получили для параметров нашей модели из

экспериментальных данных на редкие π- и K-распады и µe-конверсию на

ядрах, собраны в Табл. 2.1. Можно увидеть, что все ограничения включа-

ют элементы неизвестных унитарных матриц смешивания D и U , которые

связаны единственным условием U+D = V . Поэтому не исключена воз-

можность, что ограничения на массу векторного лептокварка MX гораздо

слабее, чем числа в Табл. 2.1. Например, возможен случай, когда некоторые

из элементов Ded, Dµd, Des и Dµs достаточно малы. Унитарность матрицы D
означает, что её элементы, присутствующие во взаимодействиях τ -лептона

и b-кварка, должны быть близки к единице. В этом случае лептокварки

могут давать значительные вклады в τ - и B-распады.
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2.4.5 τ -распады

Имеющаяся точность экспериментальных данных на τ - и B-распады ни-

же, чем в рассмотренных ранее процессах. Тем не менее можно получить

некоторые ограничения на элементы матрицы D и массу лептокварка из

данных на распады, сильно подавленные или запрещённые в стандартной

модели.

Чтобы получить амплитуду распада τ− → µ−K0
S, следует взять не толь-

ко лагранжиан (2.12), но и аксиально-векторную часть эффективного лагран-

жиана, за счет которой возникает часть амплитуды, пропорциональная

(mτ +mµ). В результате имеем:

MX
τµK =

παS (MX) fK√
2M2

X

(DµsD∗
τd −DµdD∗

τs)

(

mτ +mµ −
2m2

KQ

ms +md

)

(µ̄γ5τ) .

(2.27)

Амплитуда распада τ− → e−K0
S получается из (2.27) заменой µ → e. Из

экспериментальных верхних пределов на вероятности этих распадов [86],

мы находим ограничения, представленные в Табл. 2.2.

Производя соответствующие замены, можно аналогично получить огра-

ничения из процессов τ− → e−π0 и τ− → µ−π0, см. Табл. 2.2.

2.4.6 Редкие распады B-мезона

Рассмотрим B-распады, для которых существуют экспериментальные огра-

ничения, и которые могут идти через промежуточный лептокварк. Распад

B+ → K+e−µ+ – пример процесса, запрещённого в стандартной модели.

Амплитуда этого распада через векторный лептокварк может быть пред-
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Таблица 2.3: Ограничения на параметры модели из данных на редкие B+-распады.

Экспериментальный предел Ссылки Ограничение

Br(B+ → K+e−µ+) < 1.3× 10−7 [89] MX

|DesDµb|1/2
> 38 ТэВ

Br(B+ → K+e+µ−) < 0.91× 10−7 [89] MX

|DµsDeb|1/2
> 42 ТэВ

Br(B+ → π+e+µ−) < 0.92× 10−7 [90] MX

|DµdDeb|1/2
> 42 ТэВ

Br(B+ → K+µ±τ∓) < 7.7× 10−5 [91] MX
(

|DτsDµb|2 + |DµsDτb|2
)1/4 > 8 ТэВ

ставлена в виде

MX
BKeµ = −2

√
2παS (MX)

M2
X

DesD∗
µb

[

1

2
f 0
+

(

q2
)

(pB + pK)α ×

× (ēγαµ)−
f 0
+

(

q2
)

m2
B + f 0

−
(

q2
)

q2

mb
Q (µ0) (ēµ)

]

, (2.28)

где pB и pK – 4-импульсы B- и K-мезонов; остальные обозначения иден-

тичны тем, что в выражении (2.23). Мы предполагаем, что форм-факторы

f 0
+,− того же порядка величины, как в K0

ℓ3-распаде. Это предположение

находится в согласии с результатами, полученными из анализа распада

B+ → D
0
ℓ+ν.

Амплитуда распада B+ → K+e+µ− получается из выражения (2.28)

с помощью взаимозамены e ↔ µ. Используя экспериментальные данные,
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приведённые в [89], мы приходим к ограничениям

MX > (38 ТэВ) |DesDµb|1/2 ,
MX > (42 ТэВ) |DµsDeb|1/2 .

(2.29)

Производя соответствующие замены, можно, аналогично распадам K+-

мезона, получить соответствующие ограничения из других процессов B+-

распада (см. Табл. 2.3).

Амплитуды процессов распада B0 и B0
s на заряженные лептонные пары

могут быть вычислены аналогично амплитуде (2.19). В качестве постоян-

ной распада B-мезона мы берём fB = 220 МэВ, см., например, [92, 93]. Из

этих процессов получаются ограничения на массу лептокварка и элементы

D-матрицы. Они собраны в Табл. 2.4.

2.5 Комбинированное ограничение из

π-, K-, τ -, B-распадов

Все ограничения на массу векторного лептокварка, собранные в Табл. 2.1–

2.4, содержат элементы унитарной D-матрицы:

Dℓn =









Ded Des Deb

Dµd Dµs Dµb

Dτd Dτs Dτb









. (2.30)

Существуют также два ограничения из Табл. 2.1, содержащие элемент U -

матрицы:

Ueu = DedV
∗
ud +DesV

∗
us +DebV

∗
ub ≃ 0.974Ded + 0.225Des + 0.004Deb , (2.31)

где V – матрица смешивания кварков Кабиббо-Кобаяши-Маскава, см. [20].
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Попытаемся установить, изменяя неизвестные элементыD-матрицы, ниж-

ний предел на массу векторного лептокварка в согласии со всеми ограни-

чениями, представленными в Табл. 2.1–2.4. Похожий подход был развит

в [99].

Возможно, что наиболее сильное ограничение на MX , возникающее из

предела Br(K0
L → e±µ∓), см. Табл. 2.1, гораздо меньше, чем 2100 ТэВ, ес-

ли матричные элементы Ded и Des достаточно малы. Для оценки возьмём

их равными нулю. В этом случае все оценки, представленные в правой

колонке Табл. 2.1, исчезают, кроме одной, возникающей из предела на

Br(K0
L → µ+µ−). Вследствие унитарности матрицы D, элементы Dµb и

Dτb также равны нулю. Остающаяся (2× 2)-матрица может быть парамет-

ризована одним углом. Введение фазового фактора позволяет исключить

ограничение, возникающее из предела на Br(K0
L → µ+µ−), которое содер-

жит вещественную часть произведения элементов D-матрицы. Например,

можно взять D-матрицу в виде:

Dℓn ≃









0 0 1

cosϕ i sinϕ 0

i sinϕ cosϕ 0









. (2.32)

Как показывает анализ, в этом случае появляются следующие ограниче-

ния из оставшихся пределов Табл. 2.2–2.4 на относительные вероятности

процессов:

1) τ− → µ−K0
S

MX > 11 ТэВ | cos 2ϕ|1/2 , (2.33)

2) τ− → µ−π0

MX > 4.2 ТэВ | sin 2ϕ|1/2 , (2.34)
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3) B0 → e+µ−

MX > 55 ТэВ | cosϕ|1/2 , (2.35)

4) B+ → K+e+µ−

MX > 42 ТэВ | sinϕ|1/2 . (2.36)

Здесь не включены более слабые ограничения того же типа. Комбинируя

эти ограничения, мы получаем нижний предел на массу векторного лепто-

кварка из низкоэнергетических процессов:

MX > 39 ТэВ . (2.37)

2.6 Различные смешивания для левых и правых

фермионов

Мы рассматриваем возможность, когда кварк-лептонная симметрия яв-

ляется следующим шагом за рамки стандартной модели. Следовательно,

лево-правая симметрия, которая, можно надеяться, существует в Приро-

де, должна восстанавливаться на более высоком масштабе массы. Но это

означает, что лево-правая симметрия должна быть уже нарушенной на

масштабе MX . В этом случае следует рассматривать матрицы D(L),U (L)

и D(R),U (R), которые вообще говоря различны для левых и правых ферми-

онов. Такая возможность и некоторые ее следствия также рассматривалась

в работах [62]– [65]. Лагранжиан взаимодействия лептокварков с фермио-

нами вместо (2.10) принимает вид:

LX =
gS (MX)

2
√
2

[

D(L)
ℓn

(

ℓ̄Oαdn
)

+D(R)
ℓn

(

ℓ̄O′
αdn
)

+

+
(

K(L)†U (L)
)

ip
(ν̄iOαup) +

(

K(R)†U (R)
)

ip
(ν̄iO

′
αup)

]

Xα +

+ h.c., (2.38)
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где Oα = γα (1 + γ5), O′
α = γα (1− γ5).

Ограничения на параметры модели из экспериментальных данных на

редкие π- и K-распады, собранные в Табл. 2.1, в случае различных сме-

шиваний принимают вид, представленный в Табл. 2.5. При анализе воз-

можности, что при соответствующих значениях элементов матриц D(L) и

D(R) пределы на MX уменьшились бы от тысяч и сотен до десятков ТэВ,

в любом случае элементы D(L)
ed и D(R)

ed следует брать малыми. Для оцен-

ки положим их равными нулю. При этом наиболее сильное ограничение

Табл. 2.5 из предела на Br(K0
L → e±µ∓) принимает вид:

MX
(

∣

∣

∣
D(L)

es D(R)
µd

∣

∣

∣

2

+
∣

∣

∣
D(R)

es D(L)
µd

∣

∣

∣

2
)1/4

> 1770 ТэВ . (2.39)

Существуют две возможности устранить это ограничение вместе с дру-

гими ограничениями Табл. 2.5, которые мы называем симметричным и

асимметричным случаями.

Симметричный случай реализуется, когда обе матрицы D(L) и D(R) взя-

ты в виде (2.32) с углами ϕL и ϕR. В этом случае ограничение из предела

на Br(K0
L → µ+µ−) принимает вид:

MX > 780 ТэВ | sin (ϕL − ϕR) |1/2 , (2.40)

и углы должны быть близкими друг к другу или отличаться на π, в любом

случае мы возвращаемся к результатам раздела 2.5.

Асимметричный случай реализуется, когда матрицы взяты в виде:

D(L)
ℓn ≃









0 cosχL sinχL

0 − sinχL cosχL

1 0 0









, D(R)
ℓn ≃









0 0 1

0 1 0

1 0 0









. (2.41)
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В Табл. 2.4, которая предоставляет ещё одну группу существенных огра-

ничений в разделе 2.5, нужно сделать следующие замены в ограничениях:

|DℓqDℓ′b| ⇒
1√
2

(

∣

∣

∣
D(L)

ℓq D(R)
ℓ′b

∣

∣

∣

2

+
∣

∣

∣
D(R)

ℓq D(L)
ℓ′b

∣

∣

∣

2
)1/2

, (2.42)

где ℓ, ℓ′ = e, µ, τ и q = d, s. Как показывает анализ, наиболее сильные огра-

ничения возникают из следующих пределов на относительные вероятности

процессов:

1) B0
s → µ+µ−

MX > 94 ТэВ | cosχL|1/2 , (2.43)

2) B0
s → e+µ−

MX > 41 ТэВ | sinχL|1/2 . (2.44)

Комбинируя эти ограничения, получаем нижний предел на массу вектор-

ного лептокварка из низкоэнергетических процессов в случае различных

матриц смешивания для левых и правых фермионов:

MX > 41 ТэВ . (2.45)

2.7 Ограничение из распада π0 → νν̄

Был найден только один процесс [60], в котором нижний предел на массу

лептокварка не зависит от параметров смешивания, – это распад π0 → νν̄.

В стандартной модели вероятность этого процесса пропорциональна m2
ν,

но он может идти также через обмен лептокварком; в последнем случае

нет подавления, связанного с малостью массы нейтрино. Соответствующая

амплитуда процесса имеет вид

MX
πνν =

παS (MX) fπm
2
πQ√

2M2
Xmu

(

K†U
)

iu

(

U †K
)

uj
(ν̄iγ5νj) , (2.46)
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и вероятность распада, просуммированная по всем ароматам нейтрино i и

j, не зависит от смешивания.

Из ускорительных данных [100] на распад π0 → νν̄

Br
(

π0 → νν̄
)

< 2.7× 10−7 (2.47)

мы получаем ограничение

MX > 600 ГэВ. (2.48)

В [101, 102] были найдены почти совпадающие астрофизические и кос-

мологические оценки вероятности этого распада, и они оказались сильнее,

чем ускорительный предел (2.47),

Br
(

π0 → νν̄
)

< 3× 10−13. (2.49)

В итоге ограничение на массу лептокварка было оценено равным [60]:

MX > 18 ТэВ. (2.50)

Астрофизическая оценка [101] была основана на оценке величины избы-

точной потери энергии из SN 1987A, если процесс γγ → π0 → νν̄ проис-

ходит через механизм с полюсным усилением на массе π0–мезона, возмож-

ный, когда нейтрино имеют правую компоненту. В свою очередь, космоло-

гический предел на вероятность распада π0 → νν̄ был оценен в работе [102],

где было учтено образование правых нейтрино из космического теплового

фона при температуре порядка массы пиона через реакцию γγ → π0 → νν̄.

Однако, в [103] было указано, что астрофизический предел [101] должен

быть ослаблен на несколько порядков величины, так как в [101] не было

учтено влияние ядерной абсорбции пионов в ядре сверхновой. В свою оче-

редь, в работе [104] была приведена критика также на космологический
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предел [102]. При температуре, соответствующей резонансному усилению

на массе π0–мезона, сильное взаимодействие между пионами происходит

быстрее, чем распад пиона: интенсивность π−π-рассеяния, Γπ−π ∼ 0.2 МэВ,

доминирует над процессом распада пиона в плотной среде, что приводит

к подавлению вероятности образования нейтрино на несколько порядков

величины.

Приходится сделать вывод, что только лабораторный предел [100] для

распада π0 → νν̄ следует воспринимать как надёжный, приводящий к ука-

занныму выше ограничению MX > 0.6 ТэВ.

2.8 Заключение

Таким образом, детальный анализ имеющихся экспериментальных данных

по редким π-, K-, τ - и B-распадам и µe-конверсии даёт ограничения на

массу векторного лептокварка, которые всегда включает в себя элементы

неизвестной матрицы смешивания D. Комбинируя ограничения из экспе-

риментальных данных на низкоэнергетические процессы, представленные

в Табл. 2.1–2.4, мы получили в случае идентичных смешиваний для ле-

вых и правых фермионов следующий нижний предел на массу векторного

лептокварка: MX > 39 ТэВ. Нижний предел, полученный в случае раз-

личных матриц смешивания для левых и правых фермионов, имеет вид:

MX > 41 ТэВ.
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Таблица 2.4: Ограничения на параметры модели из экспериментальных данных на ред-

кие B0- и B0
s
-распады.

Экспериментальный предел Ссылки Ограничение

Br(B0 → e+e−) < 8.3× 10−8 [94] MX

|DedDeb|1/2
> 51 ТэВ

Br(B0 → µ+µ−) < 1.4× 10−9 [95] MX

|DµdDµb|1/2
> 143 ТэВ

Br(B0 → µ+µ−) < 0.81× 10−9 [96] MX

|DµdDµb|1/2
> 164 ТэВ

Br(B0 → τ+τ−) < 4.1× 10−3 [97] MX

|DτdDτb|1/2
> 3 ТэВ

Br(B0 → e+µ−) < 6.4× 10−8 [94] MX

|DµdDeb|1/2
> 55 ТэВ

Br(B0 → e+τ−) < 2.8× 10−5 [98] MX

|DτdDeb|1/2
> 11 ТэВ

Br(B0 → µ+τ−) < 2.2× 10−5 [98] MX

|DτdDµb|1/2
> 12 ТэВ

Br(B0
s → e+e−) < 2.8× 10−7 [94] MX

|DesDeb|1/2
> 38 ТэВ

Br(B0
s
→ µ+µ−) < 6.4× 10−9 [95] MX

|DµsDµb|1/2
> 98 ТэВ

Br(B0
s
→ µ+µ−) < 3.8× 10−9 [96] MX

|DµsDµb|1/2
> 112 ТэВ

Br(B0
s
→ e+µ−) < 2.0× 10−7 [94] MX

|DµsDeb|1/2
> 41 ТэВ

56



Таблица 2.5: Ограничения на параметры модели из экспериментальных данных на ред-

кие π- и K-распады в случае различных смешиваний для левых и правых фермионов.

Экспериментальный предел Ограничение

Γ (π+ → e+νe)
Γ (π+ → µ+νµ)

MX
∣

∣

∣Re(D(R)
ed U (L)∗

eu )
∣

∣

∣

1/2 > 210 ТэВ

Γ (K+ → e+νe)
Γ (K+ → µ+νµ)

MX
∣

∣

∣Re(D(R)
es U (L)∗

eu )
∣

∣

∣

1/2 > 150 ТэВ

Br(K+ → π+µ+e−) MX
(

∣

∣

∣D(L)
ed D(R)

µs

∣

∣

∣

2

+
∣

∣

∣D(R)
ed D(L)

µs

∣

∣

∣

2
)1/4 > 200 ТэВ

Br(K+ → π+µ−e+) MX
(

∣

∣

∣D(L)
es D(R)

µd

∣

∣

∣

2

+
∣

∣

∣D(R)
es D(L)

µd

∣

∣

∣

2
)1/4 > 84 ТэВ

Br(K0
L
→ µ+µ−) MX

∣

∣

∣
D(L)

µd D(R)∗
µs +D(R)∗

µd D(L)
µs

∣

∣

∣

1/2 > 780 ТэВ

Br(K0
L
→ e±µ∓) MX

(

∣

∣

∣D(L)
ed D(R)∗

µs +D(L)
es D(R)∗

µd

∣

∣

∣

2

+ {L ↔ R}
)1/4 > 1770 ТэВ

Br(K0
L
→ e+e−) MX

∣

∣

∣D(L)
ed D(R)∗

es +D(R)∗
ed D(L)

es

∣

∣

∣

1/2 > 1700 ТэВ
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Глава 3

Фантомная тёмная энергия с

тахионной нестабильностью:

возмущения метрики

Мы изучаем эволюцию возмущений метрики в модели УФ-стабильной фан-

томной тёмной энергии. Модель имеет тахионные нестабильности при боль-

ших длинах волн. Мы находим, что так же, как и тахионные моды, воз-

мущения метрики экспоненциально растут со временем, начиная с очень

маленьких значений, определяемых вакуумными флуктуациями, и могут

стать значительными при поздних временах. Мы выводим ограничение на

параметры модели, которое следует из требования, что амплитуды возму-

щений метрики не слишком большие сегодня.

3.1 Введение

Анализ различных наблюдательных данных показывает, что Вселенная во-

шла в стадию ускоренного расширения в районе красного смещения z ∼ 1

[105]- [130]. Это обычно интерпретируется как эффект тёмной энергии.

Тёмная энергия может быть трёх типов. Параметр её уравнения состояния
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w принимает значения w > −1 для квинтэссенции, w = −1 для космоло-

гической постоянной и w < −1 для фантома. Существующие данные не

исключают возможности [131, 132], что при относительно больших крас-

ных смещениях тёмная энергия типа квинтэссенции, а позже становится

фантомом. Если бы фантом доминировал на поздневременной космологи-

ческой эволюции, потенциально наблюдаемым свойством было бы ускорен-

ное ускорение Вселенной.

Наличие фантома подразумевает нарушение условия нулевой энергии,

которое в общем случае сложно вместить в рамки теории поля. Для при-

мера, простейшая модель, реализующая фантомное уравнение состояния,

включает скалярное поле с отрицательным кинетическим членом [133–175].

Отрицательная кинетическая энергия приводит к квантовой нестабильно-

сти вакуума в ультрафиолетовой (УФ-) области [134, 176–179], т.е., к ка-

тастрофическому рождению духов и нормальных частиц положительной

энергии.

Есть два основных подхода для реализации фантомного эффективного

уравнения состояния без патологического поведения в УФ-области. Пер-

вый – модификация гравитации на ультравысоких масштабах. Примеры:

скалярно-тензорная гравитация [180–192], f(R)-гравитация [193,194] и мо-

дели Гаусса-Бонне (GB) [195–198], см. [199,200] для обзора. Даже хотя эф-

фективное фантомное поведение и возможно в этих теориях, сложно в об-

щем случае его согласовать с ограничениями на временную зависимость

ньютоновской гравитационной постоянной, следующими из локально-грави-

тационных экспериментов, и т.д. [192, 199–214] Другой пример модифици-

рованной гравитации – модель мира на бране Двали–Габададзе–Поррати

(ДГП) [215] и её расширение [216] с членом Гаусса-Бонне, которые дают
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возможность иметь w < −1 [217, 218]. Однако, как было показано в [219],

самоускоряющееся решение модели ДГП приводит к появлению духов, ко-

торое бросает тень сомнения на его жизнеспособность.

Второй подход к построению фантома без УФ-патологии – введение но-

вых лёгких полей без модификации уравнений Эйнштейна [220–228]. В этом

случае, идея в том, чтобы иметь нарушение условия нулевой энергии толь-

ко на больших масштабах, с остающимся здоровым УФ-поведением. Мо-

дель, рассмотренная в статьях [223,224], именно этого типа. Она описывает

эйнштейновскую гравитацию, взаимодействующую с векторным полем Bµ

и скалярным полем φ. Даже в пространстве-времени Минковского фоновые

значения этих полей нарушают лоренц-инвариантность; это свойство общее

для второго класса моделей фантома. Модель имеет де-Ситтеровский ат-

трактор, ответственный за ускорение на поздних временах. При ранних

временах тёмная энергия, естественно, имеет нормальное уравнение состо-

яния с w > −1, тогда как фантомное уравнение состояния может быть

реализовано между пылевой стадией и финальной де-Ситтеровской эпо-

хой. Эта эволюция часто происходит в режиме медленного скатывания,

т.е., отклонение w от −1 довольно мало́, в согласии с наблюдательными

данными.

Возбуждения над лоренц-нарушающим фоном в пространстве-времени

Минковского не содержат духов, тахионов и сверхсветовых мод в УФ-

области (при пространственных импульсах от некоторого небольшого мас-

штаба ǫ до масштаба УФ-обрезания), но тахионы (и духи) появляются в

ИК-области при p2 < ǫ2. Упрощённый анализ эволюции возмущений в

космологическом фоне указывает [223, 224], что возмущения остаются до-

статочно маленькими при некоторых ограничениях на параметры модели.
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Таким образом, когда эти ограничения удовлетворены, модель жизнеспо-

собна.

В этой главе мы изучаем эволюцию скалярных возмущений метрики, ге-

нерируемых возмущениями векторных и скалярных полей, которые имеют

тахионные свойства. Мы не находим ничего удивительного: так же как и та-

хионные моды, возмущения метрики экспоненциально растут со временем,

начиная с очень маленьких значений, определяемых квантовой физикой

вакуумных флуктуаций, и могут стать значительными при поздних време-

нах. Мы выводим соответствующие ограничения на параметры модели.

Глава организована следующим образом. Мы представляем модель и

обсуждаем однородную эволюцию полей и метрики в разделе 2. Мы рас-

познаём тахионные возмущения в разделе 3, где показываем, что их ди-

намика в лидирующем порядке по малым параметрам не включает грави-

тационный потенциал. В разделе 4 мы вычисляем гравитационный потен-

циал, генерируемый этими возмущениями. В разделе 5 мы подводим итог

выводом ограничения на параметры модели, которое гарантирует малость

гравитационного потенциала в настоящую эпоху.

3.2 Модель

Модель тёмной энергии, которую мы здесь изучаем – это эйнштейновская

гравитация, взаимодействующая с векторным полем Bµ и скалярным по-

лем φ. Её построение комбинирует две идеи. Первая [229] – это то, что

в отсутствии калибровочной инвариантности теория векторного поля мо-

жет всё же иметь здоровый спектр, при условии если фоновое векторное

поле нетривиально. Другая [230] имеет дело с фактом, что с векторным
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полем(-ями) можно построить в общем случае ковариантные члены с одной

производной в лагранжиане, которые доминируют при малых импульсах

и становятся незначительными при больших. Следовательно, лагранжиан

для векторных и скалярных полей имеет вид [223, 224]

L = −1

2
α(ξ)DµBνD

µBν +
1

2
β(ξ)DµBνD

µBλ
BνBλ

Λ2
+

1

2
∂µφ∂

µφ+ ǫ∂µφB
µ+

+
M2

2
BµB

µ − m2

2
φ2 ,

где ξ = BµB
µ/Λ2, Λ – УФ-шкала обрезания, безразмерные параметры α и

β – функции ξ, и ǫ – положительная постоянная размерности массы. После

введения обозначения B2 = BµB
µ этот лагранжиан может быть переписан

следующим образом:

L = −α

2
DµBνD

µBν +
α + γ

8

∂µ
(

B2
)

· ∂µ
(

B2
)

B2
+

1

2
∂µφ∂

µφ+ ǫ∂µφB
µ+

+
M2

2
B2 − m2

2
φ2 ,

(3.1)

где γ(ξ) = B2

Λ2β(ξ) − α(ξ). Чтобы упростить формулы, в дальнейшем бу-

дем предполагать, что α(ξ) = const, γ(ξ) = const. Область параметров, в

которой модель показывает фантомное поведение, есть

M . m ≪ ǫ , (3.2)

и α ∼ γ. Пространственно плоский однородный фон в этой модели описы-

вается величинами

gµν = a2(η)ηµν , B0 = a(η)X(η) , φ = ϕ(η) ,

где η – конформное время. Важно, что временная компонента векторно-

го поля не исчезает, что гарантирует, что выражение (3.1) имеет смысл,
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и спектр возмущений около этого фона здоровый [223, 224] при высоких

пространственных импульсах (нет духов, тахионов или мод, распространя-

ющихся со сверхсветовыми скоростями), при условии если

α > γ > 0 .

Как мы скоро увидим, одна из мод скалярных возмущений становится та-

хионом при достаточно малых импульсах.

Космология в этой модели, с обычной и тёмной материями, довольно

интересна [223,224]. В широкой области начальных данных для X и ϕ эти

поля становятся постоянными на ранней, пылевой стадии, и соответству-

ющее уравнение состояния w = −1. Следовательно, они начинают эволю-

ционировать, и уравнение состояния тёмной энергии сначала нормальное,

w > −1, а затем – фантом, w < −1. Эволюция часто происходит в режиме

медленного скатывания, так что |w+1| мало́ на протяжении всего космоло-

гического расширения. В итоге, система приближается к де-Ситтеровскому

аттрактору, который в лидирующем порядке по m/ǫ, M/ǫ характеризуется

следующими значениями параметра Хаббла и полей:

HA =
M√
3α

, XA = −mMPl√
12πǫ

, ϕA =
MMPl√
4παm

.

Интересный режим, в котором тёмная энергия даёт вклад в плотность пол-

ной энергии, происходит при

H ∼ HA , X ∼ XA , ϕ ∼ ϕA . (3.3)

В дальнейшем, мы будем интересоваться именно этой областью космоло-

гических переменных.
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3.3 Тахионные возмущения

Линеаризованные возмущения полей тёмной энергии распадаются на век-

торные и скалярные части. Векторный сектор – здоровый при всех про-

странственных импульсах, в то время как скалярный сектор имеет тахи-

оны при относительно малых импульсах. Следовательно, мы концентри-

руемся на скалярном секторе. В пространстве-времени Минковского им-

пульсы, при которых одна из мод тахионная, P . ǫ, и соответствующие

”частоты” того же порядка [223, 224]. В расширяющейся Вселенной мода

заданного конформного импульса p становится тахионной, когда физиче-

ский импульс падает до P ≡ p/a ∼ ǫ. Наша цель – вычислить возмущения

метрики, генерируемые тахионными модами1.

С учётом скалярных возмущений, поля и метрика в конформной нью-

тоновой калибровке даются выражениями:

B0(η,x) = a(η)X(η) + b0(η,x) , Bi(η,x) = bi(η,x) ,

φ(η,x) = ϕ(η) +
χ(η,x)

a(η)
, ds2 = a2(η)

[

(1 + 2Φ)dη2 − (1− 2Φ)dx2
]

,

где bi – продольный вектор, и мы используем факт, что линеаризованный

тензор энергии-импульса полей Bµ и φ имеет нулевое анизотропное натя-

жение.

Полные выражения для квадратичного действия и линейные уравне-

ния для возмущений в режиме медленного скатывания (т.е., пренебрегая

членами, подавленными X ′′, X ′, ϕ′′, ϕ′; здесь и далее штрих обозначает
∂
∂η) даны в Приложении Б. Здесь мы интересуемся импульсами P ∼ ǫ. В

1На самом деле, поведение мод в пространстве-времени Минковского при P . M немного слож-

нее [223,224]. Эта область импульсов не интересна для наших целей, так как она соответствует физи-

ческим импульсам и, следовательно, частотам, малым по сравнению с параметром Хаббла, см. (3.3).
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соответствии с соотношениями (3.2), (3.3), интересные моды имеют отно-

сительно большие пространственные импульсы и частоты,

P, Ω ≫ m, M , P, Ω ≫ H , (3.4)

где Ω – физическая частота. Заметим, что в режиме (3.3) имеем H ∼ M ,

так, второе из этих неравенств – следствие первого. Для импульсов, под-

чиняющихся (3.4), уравнения значительно упрощаются:

χ′′ −∆χ+ ǫab′0 − ǫa∂ibi − 2ǫa2XΦ′ = 0 , (3.5)

ǫaχ′ − γ (b′′0 −∆b0) + γaX(Φ′′ −∆Φ) = 0 , (3.6)

ǫa∂iχ+ α (b′′i −∆bi)− 2αaX∂iΦ
′ = 0 , (3.7)

−3M2
Pl

4π
a(Φ′′ −∆Φ)− 2ǫaXχ′ + γX(b′′0 −∆b0) + 2αX∂ib

′
i = 0 . (3.8)

Теперь, мы собираемся решить эти уравнения в ВКБ-приближении, запи-

сав:

{χ, b0, bi,Φ} ∝ exp

(

i

∫

ωdη − ipx

)

(3.9)

с медленно меняющимися амплитудами, где ω = aΩ – конформная часто-

та. Перед тем, как это сделать, мы замечаем, что при P,Ω ∼ ǫ из уравне-

ния (3.8) получается следующая оценка:

Φ ∼ X

M2
Pla

{χ, b0, bi} .

Следовательно, последние члены в уравнениях (3.5), (3.6) и (3.7), описыва-

ющие обратную реакцию гравитационного потенциала на полевые возму-

щения, подавлены по сравнению с другими членами фактором X2/M2
Pl ∼

m2/ǫ2. Пренебрегая этими членами, мы приходим к системе уравнений для

возмущений тёмной энергии, которые мы записываем в лидирующем по-
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рядке ВКБ-приближения,

(ω2 − p2)χ− iǫaωb0 + iǫapbL = 0 ,

iǫaωχ+ γ(ω2 − p2)b0 = 0 ,

iǫapχ− α(ω2 − p2)bL = 0 ,

где bL = (pi/p)bi. Это в основном та же самая система, что и получен-

ная в пространстве-времени Минковского. Есть три моды, две из которых

нормальные при всех импульсах, в то время как третья – тахионная при

малых импульсах. В терминах физической частоты дисперсионное соотно-

шение для поздней моды

Ω2 ≡ ω2

a2
= P 2 +

ǫ2

2γ

(

1−
√

1 +
4ζγ2

ǫ2
P 2

)

, (3.10)

где

ζ =
1

α
+

1

γ
.

Как обещалось, тахионный режим происходит при

P < Pc ≡
ǫ√
α
.

Соответствующее решение при P > Pc даётся выражениями:

χ = C · i(ω
2 − p2)

ǫω
f(η) ei

π
4 ,

b0 = C · a
γ
f(η) ei

π
4 ,

bL = −C · ap
αω

f(η) ei
π
4 ,

(3.11)

где f(η) – медленно меняющаяся функция, C – общая постоянная, а фазо-

вый фактор введён для удобства.
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Функция f(η) может быть найдена, заметив, что в нашем приближении

действие для возмущений полей

S =

∫

dηdx

[

α

2
((b′i)

2 − (∂ibj)
2) +

γ

2
((b′0)

2 − (∇b0)
2) +

1

2
((χ′)2 − (∇χ)2)+

+ ǫa(χ′b0 − ∂iχbi)

]

.

(3.12)

Соответствующий функционал энергии есть

E =

∫

dx

[

α

2
((b′i)

2 + (∂ibj)
2) +

γ

2
((b′0)

2 + (∇b0)
2) +

1

2
((χ′)2 + (∇χ)2)+

+ ǫa∂iχbi

]

.

(3.13)

В ВКБ-приближении эта энергия сохраняется. Используя выражения (3.11)

и требуя, чтобы энергия этого решения сохранялась, находим:

f(η) =

∣

∣

∣

∣

∣

∣

ω

2
(

(ω2−p2)2

ǫ2 + ζa2p2
)

∣

∣

∣

∣

∣

∣

1
2

. (3.14)

Тот же самый результат может быть получен, рассматривая сохранение

вронскиана системы (3.5), (3.6), (3.7), который, в нашем приближении, име-

ет вид

W = −i (χ∗χ′ + γb∗0b
′
0 + αb∗Lb

′
L + ǫaχ∗b0 − c.c.) .

Теперь, чтобы найти общую постоянную в (3.11), мы квантуем систему

с действием (3.12) при ранних временах и получаем:

C =
A+

p

(2π)3/2
, (3.15)

где операторы рождения и уничтожения подчиняются стандартному ком-

мутационному соотношению [A−
p
, A+

p′] = δ(p− p′).
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Мы интересуемся поведением возмущений в тахионном режиме. Экспо-

ненциально растущая часть находится стандартным ВКБ-продолжением

выражений (3.9), (3.11), (3.14) ”за точку поворота”. Этим путём мы, в ито-

ге, получаем в тахионном режиме:

χ =

∫

dp

(2π)3/2

(

i(ω2 − p2)

ǫω
f A+

p
e−ipx + h.c.

)

e
∫

|ω|dη ,

b0 =

∫

dp

(2π)3/2

(

a

γ
f A+

p
e−ipx + h.c.

)

e
∫

|ω|dη ,

bi =

∫

dp

(2π)3/2

(

−pia

αω
f A+

p
e−ipx + h.c.

)

e
∫

|ω|dη ,

где f(η) также даётся формулой (3.14).

3.4 Гравитационный потенциал

Гравитационный потенциал Φ определяется уравнением (3.8). После пря-

мого вычисления мы получаем, что при P > Pc явное выражение имеет

вид

Φ = −
√

4π

27

m

MPlǫ







4γP 2

ǫ2
1

√

1 + 4ζγ2

ǫ2 P 2 − 1
− 1






· C · f(η) ei

π
4 ,

где C и f(η) – те же самые, что и в (3.11). Продолжая в тахионную область,

находим

Φ = −
√

4π

27

m

MPlǫ

∫

dp

(2π)3/2

[(

4γP 2

ǫ2
1

√

1 + 4ζγ2

ǫ2 P 2 − 1
− 1

)

f A+
p
e−ipx+

+ h.c.

]

e
∫

|ω|dη .

(3.16)
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Это выражение упрощается к концу развития нестабильности, т.е., при

P ≪ ǫ (но всё ещё P ≫ H ∼ M). В этом случае, дисперсионное соот-

ношение (3.10) даёт

ω2 = −γ

α
p2 ,

так что

f(η) =
γ3/4α1/4

(α+ γ)1/2
1√

2pa(η)
.

Следовательно,

Φ = −
√

4π

27

m

MPlǫ

γ3/4α1/4(α− γ)

(α+ γ)3/2

∫

dp

(2π)3/2
1√
2pa

(

A+
p
e−ipx + h.c.

)

e
∫

|ω|dη .

Это – гауссово случайное поле, чьё изменение мы записываем в терминах

физического импульса и частоты:

〈Φ2(x, t)〉 = 1

27π

γ3/2α1/2(α− γ)2

(α+ γ)3

(

m

MPlǫ

)2 ∫

PdP exp

(

2

∫ t

tc

|Ω|dt
)

,

(3.17)

где импульс tc соответствует началу тахионного режима, когда

P (tc) ≡
p

a(tc)
= Pc .

Заметим, что фактор экспоненциального роста большой, но конечный, в

формальном пределе t → ∞. В качестве примера, для постоянного H пол-

ный фактор роста
∫ ∞

tc

|Ω(t)|dt = 1

H

∫ Pc

0

|Ω(P )|dP
P

= d(α, γ) · ǫ

H
,

где d(α, γ) порядка единицы (например, d(1, 12) ≈ 0.499).

3.5 Обсуждение

Вспоминая соотношения (3.2) и (3.3), мы наблюдаем, что гравитационные

потенциалы растут с очень маленьких значений, определяемых вакуумны-
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ми флуктуациями на масштабе малых импульсов Pc ∼ ǫ, но они могут в

конечном счёте стать большими. С одной стороны, это приводит к ограни-

чению на параметры модели, которое мы здесь обсуждаем: требуя, чтобы

Φ ≪ 1 в настоящее время, мы получаем:

ǫ .
1

d(α, γ)
H0 ln

(

MPl

H0

)

≃ 280H0 для α = 1 , γ = 0.5 ,

где H0 – современное значение параметра Хаббла. Таким образом, модель

может служить в качестве жизнеспособного описания тёмной энергии за

счёт очень точной по сравнению с обычной настройкой, требуемой для по-

лучения правильного значения для космического ускорения. С другой сто-

роны, даже с ещё более точной настройкой индуцированные тёмной энер-

гией гравитационные потенциалы могут быть значительными (но всё ещё

допустимо малыми) сегодня. Особенное свойство здесь – это то, что появле-

ние этих потенциалов было бы довольно недавним явлением: наибольшие

значения экспоненциального фактора в (3.17) получены при поздних вре-

менах, когда Ω(t) меняется медленно. Также, амплитуда возмущений до-

стигала бы максимума при некотором импульсе P : для больших импульсов

тахионный режим ещё не начался, в то время как для малых импульсов

интеграл под экспонентой в (3.17) насыщен при ранних временах и, сле-

довательно, мал. Эти свойства могут быть потенциально наблюдаемыми.

В частности, тахионные возмущения могут оставить след на космическом

микроволновом фоне; этот аспект изучается в [231].
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Заключение

Диссертация состоит из введения, трёх глав, заключения, двух прило-

жений и списка литературы.

В первой главе вычислена вероятность распада нейтрино с поперечным

по отношению к магнитному полю импульсом p⊥ & mW или p⊥ ≫ mW

на электрон и W+-бозон во внешнем магнитном поле Be ≪ B ≪ BW

(Be =
m2

e

e = 4.41·1013 Гс, BW =
m2

W

e = 1.09·1024 Гс). Построена зависимость

порога обрезания нейтринного спектра энергий от напряжённости внешне-

го магнитного поля в интервале значений 10−2Be . B . 104Be при фикси-

рованной средней длине свободного пробега нейтрино λ = 1 км. Энергия

обрезания Ec = 1 ПэВ соответствует значению поля B ≃ 5Be ≃ 2.2× 1014

Гс.

Во второй главе рассмотрено возможное минимальное расширение элек-

трослабой стандартной модели, основанное на кварк-лептонной симметрии

типа Пати-Салама SU(4)V ⊗ SU(2)L ⊗GR. Показано, что для перенорми-

руемости теории Пати-Салама необходимо рассматривать третий тип сме-

шивания во взаимодействиях SU(4)V -лептокварков с кварками и лептона-

ми. Дополнительная свобода в выборе параметров смешивания позволяет

значительно уменьшить нижний предел на массу векторного лептокварка,
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получаемый из низкоэнергетических редких процессов, запрещённых или

сильно подавленных в стандартной модели.

В третьей главе рассмотрена модель УФ-стабильной фантомной тёмной

энергии, имеющей тахионные нестабильности в ИК-области. Показано, что

так же как и тахионные моды, возмущения метрики экспоненциально рас-

тут со временем, начиная с очень маленьких значений, определяемых кван-

товой физикой вакуумных флуктуаций, и могут стать значительными при

поздних временах. Получено ограничение на параметры модели, которое

следует из требования, что амплитуды возмущений метрики не слишком

большие сегодня.
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Приложение A

Вычисление вероятности распада нейтрино высокой

энергии ν → e−W+ в сильном магнитном поле

Вероятность распада нейтрино ν → e−W+ может быть представлена в

виде:

w
(

ν → e−W+
)

=
1

E
Im M (νe → νe) = −2 Im ∆E, (A.1)

где

∆E = − g2D3

(4π)2 βE

(

−1

β
Ib

)

=
g2

(4π)2
p2‖
E
Ib (A.2)

выражается через интеграл

Ib = β

∞
∫

0

ds

sinβs

1
∫

0

du

{

sin (βsu)

sin (βs)
− u cos [βs (1 + u)]

}

× exp
{

−is
[

M2u+m2 (1− u)
]}

× exp

{

ip2‖

[

su (1− u)− sin (βsu) sin [βs (1− u)]

β sin (βs)

]}

.

(A.3)

Здесь введены обозначения:

β = eB, D =
[

e2 (pFFp)
]1/3

, mW = M, me = m, p2‖ = p2⊥ =
D3

β2
. (A.4)

Произведём следующие замены:

βs = t,
β

M2
= ξ,

p2‖β

M4
= η̃, p2‖s =

η̃

ξ2
t, M2s =

t

ξ
. (A.5)
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После замен интеграл Ib принимает вид:

Ib =

∞
∫

0

dt

sin t

1
∫

0

du

{

sin tu

sin t
− u cos [t (1 + u)]

}

× exp

(

−i
tu

ξ

)

exp

{

i
η̃

ξ2
t

[

u (1− u)− sin tu sin [t (1− u)]

t sin t

]}

.

(A.6)

В используемой иерархии ξ ≡ β
M2 ≪ 1 – очень малый параметр. Для того,

чтобы exp
(

−i tξu
)

не осциллировала слишком быстро, нужно взять u ≪ 1.

В этом случае:

sin tu

sin t
− u cos [t (1 + u)]

∣

∣

∣

∣

u≪1

= u

(

t

sin t
− cos t

)

,

u (1− u)− sin tu sin t (1− u)

t sin t

∣

∣

∣

∣

u≪1

= −u2

(

1− t

tan t

)

;

(A.7)

и выражение для интеграла Ib принимает вид:

Ib ≃
∞
∫

0

dt

sin t

(

t

sin t
− cos t

)

1
∫

0

udu exp

(

−i
t

ξ
u

)

× exp

[

−i
η̃

ξ2
t

(

1− t

tan t

)

u2

]

.

(A.8)

Произведя замену

x =
t

ξ
u, (A.9)

получим:

Ib = ξ2
∞
∫

0

dt

t2 sin t

(

t

sin t
− cos t

)

t/ξ
∫

0

xdxe−ix

× exp

[

−iη̃

(

1

t
− 1

tan t

)

x2

]

= ξ2
∞
∫

0

xdxe−ix

∞
∫

ξx

dt

t2 sin t

×
(

t

sin t
− cos t

)

exp

[

−iη̃

(

1

t
− 1

tan t

)

x2

]

.

(A.10)
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Интеграл по s (а значит и по t) проходит ниже вещественной оси. Развернём

контур на мнимую ось:

∞
∫

ξx

dt =

∫

C1

dt+

∫

C2

dt =

−π
2

∫

0

ξxeiϕidϕ+

−i∞
∫

−iξx

dt.

Таким образом, внутренний интеграл в интеграле Ib мы разбиваем на два

контура. В интеграле Ib значения x надо брать небольшими, чтобы функ-

ция e−ix не осциллировала слишком быстро. Следовательно, ξx ≪ 1. На

контуре C1 имеем t = ρeiϕ, 0 > ϕ > −π
2 , ρ = ξx ≪ 1:

(

t

sin t
− cos t

)∣

∣

∣

∣

t≪1

≃ 2

3
t2,

(

1

t
− 1

tan t

)∣

∣

∣

∣

t≪1

≃ t

3
;

(A.11)

и, следовательно,
∫

C1

dt

t2 sin t

2

3
t2 exp

(

−iη̃
t

3
x2

)

≃ 2

3

∫

C1

dt

t
= −i

π

3
. (A.12)

На контуре C2 имеем t = −iz, ξx < z < ∞:

− i

∞
∫

ξx

dz

(−z2) (−i sinh z)

( −iz

−i sinh z
− cosh z

)

× exp

[

iη̃

(

1

−iz
− 1

−i tan z

)

x2

]

=

∞
∫

ξx

dz

z2 sinh z

(

− z

sinh z
+ cosh z

)

× exp

[

−η̃

(

1

tan z
− 1

z

)

x2

]

.

(A.13)
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Поскольку ξx ≪ 1, можно ввести промежуточный масштаб: ξx < ǫ ≪ 1. В

этом случае:

ǫ
∫

ξx

dz

z2 sinh z

(

− z

sinh z
+ cosh z

)

exp

[

−η̃

(

1

tan z
− 1

z

)

x2

]

=

ǫ
∫

ξx

dz

z3
2

3
z2 exp

(

−η̃
z

3
x2
)

=
2

3

ǫ
∫

ξx

dz

z
=

2

3
(ln ǫ− ln ξ − ln x) ,

(A.14)

и, следовательно,

Ib = ξ2
∞
∫

0

xdx exp (−ix)

[

−i
π

3
+

2

3
(ln ǫ− ln ξ − ln x)

]

+∆Ib, (A.15)

где

∆Ib = ξ2
∞
∫

0

xdx exp (−ix)

×







∞
∫

ǫ

dz

z2 sinh z

(

− z

sinh z
+ cosh z

)

exp

[

−η̃

(

1

tan z
− 1

z

)

x2

]







.

(A.16)

Производя замену

x = −it, (A.17)
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получаем:
∞
∫

0

xdx exp (−ix)
(

ln ǫ− ln ξ − ln x− i
π

2

)

= −
∞
∫

0

tdt exp (−t) (ln ǫ− ln ξ − ln t)

= − ln ǫ+ ln ξ +

∞
∫

0

t ln tdt exp (−t)

= − ln ǫ− ln
M2

β
+ 1− γE,

(A.18)

и, в итоге,

Ib =
2

3
ξ2
(

− ln ǫ− ln
M2

β
+ 1− γE

)

+∆Ib, (A.19)

где

∆Ib = ξ2
∞
∫

ǫ

dz

z2

(

1

tanh z
− z

sinh2 z

)

∞
∫

0

xdx exp (−ix)

× exp

[

−η̃

(

1

tanh z
− 1

z

)

x2

]

.

(A.20)

Вблизи нижнего предела имеем:

∞
∫

ǫ

dz

z2
1

z

2

3
z2 ∼

∞
∫

ǫ

dz

z
. (A.21)

Теперь нужно добавить и вычесть простое алгебраическое выражение, устра-

няющее особенность на нижнем пределе и не ухудшающее поведение на
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верхнем пределе (впрочем, для мнимой части это не нужно):

∆Ib = ξ2
∞
∫

0

dz

z2

(

1

tanh z
− z

sinh2 z
− 2

3

z

1 + z

)

×
∞
∫

0

xdx exp (−ix) exp

[

−η̃

(

1

tanh z
− 1

z

)

x2

]

+
2

3
ξ2

∞
∫

ǫ

dz

z (1 + z)

∞
∫

0

xdx exp (−ix) exp

[

−η̃

(

1

tanh z
− 1

z

)

x2

]

.

(A.22)

Здесь в первом выражении в интеграле по z мы заменили нижний предел

на 0.

Таким образом, для вероятности процесса в конечном итоге мы получа-

ем:

w = −2 Im ∆E = − g2

8π2

p2‖
E

Im Ib = − g2

8π2

p2‖
E

Im ∆Ib

=
g2

8π2

p2‖
E
ξ2

∞
∫

0

dz

z2

(

1

tanh z
− z

sinh2 z

)

∞
∫

0

xdx sinx

× exp

[

−η̃

(

1

tanh z
− 1

z

)

x2

]

.

(A.23)

Используя интеграл

∞
∫

0

xdx sinx exp
(

−αx2
)

=

√
π

4α3/2
exp

(

− 1

4α

)

, (A.24)
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получаем:

w =
g2

8π2

p2‖
E
ξ2

∞
∫

0

dz

z2

(

1

tanh z
− z

sinh2 z

)

∞
∫

0

xdx sinx

× exp

[

−η̃

(

1

tanh z
− 1

z

)

x2

]

=
GF (eB)3/2 p⊥

π
√
2πE

· 1

4η̃

×
∞
∫

0

dz

z1/2
(tanh z)1/2

(sinh z)2
(sinh z)2 − z tanh z

(z − tanh z)3/2
exp

(

− 1

4η̃

z tanh z

z − tanh z

)

.

(A.25)
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Приложение B

Полное действие в модели фантомной тёмной энергии

и уравнения для возмущений

Для полноты, мы представляем здесь полные выражения для квадратично-

го действия и линейные уравнения для скалярных возмущений, справедли-

вые в режиме медленного скатывания. Мы используем конформную нью-

тонову калибровку и пренебрегаем членами, подавленными X ′′, X ′, ϕ′′, ϕ′.

Квадратичное действие

S(2) =

∫

dηdx a4L(2), (B.1)

где

a4L(2) = −M2
Pl

π

(

−3

8
a2Φ∆Φ− 3

2
a3HΦΦ′ − 3

2
aa′′Φ2 − 3

8
a2(Φ′)2

)

−

−α

2

[

− (b′i − aX∂iΦ− aHbi)
2 − a2H2b2i + 2aH(∂ib0 − aX∂iΦ)bi

]

−

−α

2

[

(∂ibj)
2 − 2a∂ibi(Hb0 −XΦ′) + 3(−aHb0 + 4a′XΦ + aXΦ′)2

]

−

−αa′X
(

∂iΦbi − 3b0Φ
′ − 6a′XΦ2 − 6aXΦΦ′)+

+
γ

2

[

(b′0 − aHb0 − aXΦ′)
2 − (∂ib0 − aX∂iΦ)

2
]

+

+
1

2
(χ′ − χaH)

2 − 1

2
(∂iχ)

2 + ǫa (χ′ − χaH) (b0 − 2aXΦ)− ǫa∂iχbi+

+
M2a2

2

(

b20 − 4aXb0Φ + 4a2X2Φ2 − b2i
)

− m2a2

2
χ2 .
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Это даёт уравнения для возмущений полей:

χ′′ −∆χ− a′′

a
χ+m2a2χ+ ǫab′0 + 2ǫa′b0 − ǫa∂ibi − 2ǫa2XΦ′ − 6ǫaa′XΦ = 0 ,

ǫ(aχ′ − a′χ)− γ

(

b′′0 −∆b0 −
a′′

a
b0

)

+ (M2 − 3αH2)a2b0 + 2αaH∂ibi+

+ γaX(Φ′′ −∆Φ) + 2(3α+ γ)a′XΦ′ + 2(6αH2 −M2)a3XΦ = 0 ,

ǫa∂iχ+ 2αaH∂ib0 + α

(

b′′i −∆bi −
a′′

a
bi

)

+
(

M2 − αH2
)

a2bi − 2αaX∂iΦ
′−

− 2αa2HX∂iΦ = 0 ,

− 3M2
Pl

4π

[

a2(Φ′′ −∆Φ) + 2aa′Φ′ − 2(aa′′ − (a′)2)Φ
]

− 2ǫaX(aχ′ − a′χ)+

+ γaX(b′′0 −∆b0)− 6αa2HXb′0 − γa′′Xb0 − 2M2a3Xb0 + 12αa3H2Xb0−
− 6αa′′Xb0 + 2αaX∂ib

′
i + a2X2(3α− γ)Φ′′ + (γ − α)a2X2∆Φ+

+ 2(3α− γ)a3HX2Φ′ + 6α(aa′′ − 5(a′)2)X2Φ + 4M2a4X2Φ = 0 .

Уравнения (3.5), (3.6), (3.7) и (3.8) следуют из последних уравнений в ре-

жиме (3.4), в то время как действие (B.1) сводится к (3.12) в этом режиме.
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