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Введение

Мотивация и актуальность темы исследования. Открытие бозона Хиггса на Боль-
шом адронном коллайдере (БАК) стало очередным важным шагом на пути познания законов
микромира [1]–[2]. Современное состояние и перспективы дальнейших исследований в данной
области физики высоких энергий представлены в работе [3]. С одной стороны эксперимен-
тальное обнаружение этого состояния находится в полном соответствии с предсказаниями
стандартной модели (СМ). Эта модель (см. например монографии [4]–[9]) включает в себя все
известные на сегодняшний день фундаментальные частицы и с достаточно высокой точно-
стью описывает все имеющиеся в физике элементарных частиц экспериментальные данные.
С другой стороны по–прежнему остаются без ответа целый ряд проблемных вопросов, ко-
торые стимулируют изучение различных расширений СМ. В частности, одной из главных
загадок является чрезвычайная слабость гравитационного взаимодействия по сравнению с
другими типами известных на сегодняшний день взаимодействий. Так, в атоме водорода ве-
личина силы тяготения между электроном и протоном составляет приблизительно 10−39 от
величины электрической силы.

В принципе слабость гравитационного взаимодействия можно было бы объяснить тем,
что шкала спонтанного нарушения калибровочной SU(2)W × U(1)Y симметрии на много
порядков ниже характерных энергий, на которых все взаимодействия становятся примерно
равными друг другу. При экстраполяции взаимодействий полей стандартной модели в об-
ласть высоких энергий они и сила гравитации оказываются приблизительно одинаковыми по
величине при энергиях порядка массы Планка (MPlanck ∼ 1019 ГэВ), которая обычно так-
же выступает в качестве естественной шкалы обрезания при анализе квантовых поправок в
СМ. В то же самое время шкала спонтанного нарушения электрослабой SU(2)W × U(1)Y
симметрии ассоциируется с массами W и Z бозонов (∼ 100 ГэВ). В рамках СМ предпо-
лагается, что массы всех фермионов и векторных бозонов генерируются в результате того,
что SU(2)W дублет хиггсовских полей приобретает ненулевое среднее по вакууму. При
этом SU(2)W × U(1)Y локальная симметрия исходного лагранжиана СМ нарушается до
U(1)em калибровочной симметрии, которая отвечает обычной квантовой электродинамике
(КЭД). Значение вакуумного среднего дублета хиггсовских полей определяется параметром
m2
H , который входит в потенциал взаимодействия хиггсовских полей:

Veff(H) = −m2
HH

†H + λ(H†H)2 . (1)

Таким образом, слабость гравитационного взаимодействия могла бы объясняться тем, что
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единственный размерный параметр в лагранжиане СМ, m2
H , на много порядков меньше

M 2
Planck. Однако учет квантовых поправок приводит к перенормировке m2

H . При этом в
каждом порядке теории возмущений возникают квадратичные расходимости. Если предпо-
ложить, что в качестве естественной шкалы обрезания используется масса Планка, то тогда
возникает противоречие. Действительно, с одной стороны,m2

H и вакуумное среднее дублета
хиггсовских полей

< H >=
v√
2

=
mH√

2λ

должны быть порядкаM 2
Planck иMPlanck соответственно, а с другой из экспериментальных

данных следует, что v ' 246 ГэВ. Этот парадокс называется проблемой иерархии [10]. Дру-
гими словами, для того чтобы получить столь малое по сравнению с массой Планка значение
вакуумного среднего< H >, необходимо подстроить параметрm2

H0 исходного (древесного)
лагранжиана с относительной точностью ∼ 10−32, чтобы компенсировать вклад петлевых
поправок в m2

H . Однако при этом возникает проблема тонкой настройки.
Еще более остро проблема тонкой настройки проявляется в связи с результатами астро-

физических и космологических наблюдений, которые указывают на то, что плотность энер-
гии вакуума положительна и составляет ∼ 10−123M 4

Planck. Таким образом, для того чтобы
получить приемлемое значение плотности энергии вакуума необходима компенсация различ-
ных вкладов в полную плотность энергию вакуума с относительной точностью ∼ 10−120.
Детальное обсуждение проблемы космологической постоянной можно найти в обзоре [11].

Хотя проблема тонкой настройки вероятно указывает на то, что стандартную модель не
следует рассматривать в качестве низкоэнергетического предела теорий Великого Объедине-
ния (ТВО), в рамках которых сильные и электрослабые взаимодействия являются проявле-
ниями единого фундаментального взаимодействия, наиболее весомым аргументом в пользу
существования так называемой "новой физики"(т.е. новых полей и взаимодествий, которые
не являются составной частью СМ), пожалуй, является наличие темной материи. Действи-
тельно, анализ космического микроволнового фонового излучения (реликтового излучения),
проведенный на основе данных собранных космическим аппаратом НАСА WMAP (Wilkinson
Microwave Anisotropy Probe) [12], а также данные других астрофизических и космологиче-
ских наблюдений [13]–[15] указывают на то, что примерно 20%-25% плотности энергии в
нашей Вселенной соответствует вкладу, так называемой, темной материи [16]. На сегодняш-
ний день представляется крайне маловероятным, что данное явление может быть описано в
рамках СМ. Кроме того, в рамках СМ не удается объяснить почему в наблюдаемой Вселен-
ной существует гораздо больше материи, чем антиматерии.

Большая часть данной диссертационной работы посвящена изучению вышеупомянутых
проблем в рамках суперсимметричных обобщений СМ. В этой связи следует отметить, что
число расширений СМ неограниченно велико. Причем даже самые простые из них име-
ют большое число неизвестных параметров. В ряду различных расширений СМ суперсим-
метричные (СУСИ) обобщения занимают особое место. В данной диссертационной рабо-
те главным образом изучаются простейшие N = 1 суперсимметричные расширения СМ.
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Мягкое нарушение СУСИ в этих моделях гарантирует отсутствие квадратичных расходи-
мостей. Объединение калибровочных констант, которое естественным образом возникает в
рамках простейшего СУСИ обобщения СМ — минимальной суперсимметричной стандарт-
ной модели (МССМ), даёт основания предполагать, что при сверхвысоких энергиях поряд-
ка MX ' 1016 ГэВ сильные и электрослабые взаимодействия описываются единым обра-
зом в рамках ТВО. К числу классических примеров таких теорий следует отнести SU(5),
SO(10) и E6 модели Великого Объединения. Наконец, легчайшая суперсимметричная ча-
стица (ЛСЧ) в СУСИ моделях обычно является абсолютно стабильной. Если ЛСЧ не несет
электрического заряда и не принимает участия в сильных взаимодействиях (как напри-
мер, нейтралино), то соответствующие состояния могут образовывать значительную часть
плотности тёмной материи. Однако в простейших случаях наблюдаемое в экспериментах на
БАК хиггсовское состояние может быть получено в МССМ только когда массы всех дру-
гих скалярных частиц существенно больше 1ТэВ, что предполагает достаточно высокую
степень тонкой настройки параметров модели. Данное обстоятельство стимулирует исследо-
вание простейшего расширения МССМ — неминимальной суперсимметричной стандартной
модели (НМССМ), НМССМ+ (т.е. НМССМ с тремя дополнительными парами 5 + 5̄ су-
пермультиплетов группы SU(5)) и U(1) расширений МССМ, к которым может приводить
нарушение калибровочной симметрии в ТВО. Более подробно эти и другие аспекты N = 1

суперсимметричных моделей обсуждаются в первой главе диссертации.
Имеющиеся экспериментальные данные не позволяют однозначно судить о том является

ли открытый в 2012 году бозон Хиггса элементарной или же составной частицей. В совре-
менных моделях составного Хиггса (МСХ) нарушение электрослабой симметрии происходит
динамически в отдельном секторе, который специально для этих целей вводится в рассмотре-
ние. Динамический характер нарушения электрослабой симметрии предполагает, что по ана-
логии с квантовой хромодинамикой (КХД) на определённой шкале энергий взаимодействия
в данном секторе становятся достаточно сильными, что приводит к образованию связанных
состояний формирующих, в частности, SU(2)W дублет бозонов Хиггса. В общем случае
теории такого типа должны приводить к достаточно большим значениям константы λ в по-
тенциале взаимодействия хиггсовских полей (1), что в свою очередь отвечает достаточно
тяжёлому бозону Хиггса с массойMH & 246 ГэВ. Относительно небольшие значения пара-
метра λ, соответствующие MH ' 125 − 126 ГэВ, указывают на то, что в МСХ SU(2)W
дублет бозонов Хиггса может появляться в качестве набора псевдоголдстоуновских состоя-
ний, который отвечает спонтанно нарушенной глобальной симметрии. Такой приближённой
глобальной симметрией может обладать сектор, в котором генерируется нарушение элек-
трослабой симметрии. В этой связи большой интерес представляет изучение МСХ, которые
могут появляться в качестве низкоэнергетического предела ТВО. Такие МСХ изучаются во
второй главе диссертации.

Потенциал взаимодействия хиггсовских полей (1) может иметь два практически вырож-
денных минимума. Минимум на электрослабой шкале определяется параметром m2

H . Во
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втором вакууме SU(2)W × U(1)Y симметрия нарушается вблизи шкалы Λ . MP . Су-
ществование двух таких вырожденных вакуумов позволяет получить предсказания для масс
бозона Хиггса и t кварка, которые хорошо согласуются с измеренными на эксперименте. Это
стимулирует изучение расширений СМ с вырожденными вакуумами, которые рассматрива-
ются в третьей главе данной диссертационной работы.

Суперсимметрия. Лагранжиан СМ инвариантен по отношению к преобразованиям групп
Пуанкаре и калибровочной SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y симметрии. Группа Пуанкаре
включает в качестве подгруппы группу Лоренца, а также преобразования параллельного пе-
реноса в пространстве и сдвига во времени. В свою очередь группа Лоренца объединяет в себе
преобразования Лоренца (соответствующие преобразования описываются тремя генератора-
ми Ka) и повороты относительно осей в трехмёрном пространстве (которым соответствуют
другие три генератора Ja). В результате состояние со спином J преобразуется относительно
преобразований группы Лоренца как

|J >→ exp{i (Jaθa +Kbωb)}|J >, (2)

где θa три угла вращения вокруг взаимно перпендикулярных осей, а ωb определяется ско-
ростью v в преобразованиях Лоренца. В случае, когда ω2 = ω3 = 0, thω1 = v. С другой
стороны преобразования, которые соответствуют параллельному переносу в пространстве и
сдвигу во времени могут быть представлены в следующем виде:

|Ψ >→ exp{−iĤt}|Ψ >, |Ψ >→ exp{iP̂ · x}|Ψ >, (3)

где Ĥ – оператор гамильтониана системы, P̂i – оператор момента количества движения
системы, а Ψ – её волновая функция. Ĥ , P̂i, Ja и Ka образуют набор генераторов группы
Пуанкаре.

Несложно проверить, что матрицы Ja и Ka удовлетворяют следующей алгебре Ли:

[Ja, Jb] = iεabcJc , [Ja, Kb] = iεabcKc , [Ka, Kb] = −iεabcJc , (4)

где a, b, c = 1, 2, 3. Представляется удобным ввести в рассмотрение линейные комбинации

генераторов группы Лоренца La =
1

2
(Ja + iKa) и Na =

1

2
(Ja − iKa). Поскольку La и

Na коммутируют друг с другом, алгебра ”расщепляется”, т. е.

[La, Lb] = iεabcLc , [Na, Nb] = iεabcNc , [La, Nb] = 0 . (5)

Для каждой тройки генераторов La и Na алгебра Ли совпадает с алгеброй группы SU(2).
Соответственно, есть два оператора Казимира, коммутирующие со всеми генераторами:

L2 = L2
1 + L2

2 + L2
3 , N2 = N 2

1 +N 2
2 +N 2

3 . (6)

Как следствие, неприводимые представления группы Лоренца характеризуется парой чисел
(j1, j2), которые могут быть целыми или полуцелыми. Числа j1 и j2 ассоциируются с пред-
ставлениями двух алгебр SU(2), т.е. j1 — максимальное собственное значение генератора
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L3, а j2 — генератора N3. При этом размерность неприводимых представлений каждой из
алгебр равна 2j1 +1 и 2j2 +1 соответственно. Представление (j, j) соответствует частице с
целым спином 2j. Простейшее представление (0, 0) отвечает скалярной частице со спином
0. Простейшее спинорные представления ψL = (1/2, 0) и ψR = (0, 1/2) соответствуют
двухкомпонентным комплексным величинам ψL = ψα и ψR = χ α̇ (α, α̇ = 1, 2), которые
называются левосторонними и правосторонними вейлевскими спинорами. Эти спинорные
представления преобразуются по–разному. Действительно, в фундаментальном представле-

нии La =
1

2
σa и Na =

1

2
σ′a, где σa и σ′a — 2× 2 матрицы Паули. Тогда в случае (1/2, 0)

получаем Ja =
1

2
σa и Ka = − i

2
σa. Таким образом, ψL преобразуется как

ψL → exp
{
i
σa
2
θa +

σb
2
ωb
}
ψL . (7)

В случае (0, 1/2) мы имеем Ja = 1
2σ
′
a и Ka = i

2σ
′
a, что приводит

ψR → exp

{
i
σ′a
2
θa −

σ′b
2
ωb

}
ψR . (8)

Можно показать, что ε α̇αψ†α преобразуется также как χ α̇, а εαα̇χ α̇† преобразуется также
как ψα. Представление (1/2, 0)⊕ (0, 1/2) соответствует массивной дираковской частице
со спином 1/2.

Из шести генераторов группы Лоренца можно сформировать антисимметричный тензор
второго ранга Mµν = −Mνµ, компоненты которого определяются как Ka = M0a и Ja =
1
2εabcMbc. Генераторы группы Пуанкаре P̂µ = (Ĥ, P̂i) и Mµν удовлетворяют следующей
алгебре Ли:

[Mµν,Mρσ] = i (gνρMµσ − gµρMνσ − gνσMµρ + gµσMνρ) ,[
P̂µ, P̂ν

]
= 0 ,

[
Mµν, P̂λ

]
= i

(
gνλP̂µ − gµλP̂ν

)
.

(9)

Генераторы T a, которые ассоциируются с SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y калибровочной сим-
метрией (т.е, так называемые, внутренние симметрии), коммутируют с генераторами группы
Пуанкаре.

В начале 70-х годов прошлого столетия С. Коулменом и Дж. Мандулой была доказа-
на основополагающая теорема о симметрии S–матрицы [17]. Пожалуй одним из важнейших
следствий этой теоремы является утверждение о том, что в квантовой теории поля сохра-
няющиеся операторы могут быть только лоренцевыми векторами, а единственным сохра-
няющимся тензором второго ранга является тензор энергии импульса. Сохраняющиеся же
токи с другими значениями спина невозможны. По сути, это означает, что любая группа
симметрии, которая содержит группу Пуанкаре P и группу внутренних симметрий G в ка-
честве своих подгрупп, должна быть прямым произведением этих своих подгрупп G × P ,
что указывает на невозможность объединения внешних и внутренних симметрий в рамках
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теории классических групп. Однако доказательство данной теоремы включает рассмотрение
коммутаторов сохраняющихся токов и становится неприменимым для спинорных генерато-
ров, которые естественным образом возникают в градуированных алгебрах Ли и свойства
которых определяются антикоммутационными соотношениями. Структура градуированных
алгебрах Ли может быть представлена в следующем виде:[

B̂, B̂
]

= B̂,
[
B̂, F̂

]
= F̂ ,

{
F̂ , F̂

}
= B̂,

где B̂ и F̂ — бозонные и фермионные генераторы. Градуированные алгебры Ли, которые
содержат алгебру группы Пуанкаре, называются суперсимметриями. Простейшая N = 1

суперсимметрия включает вейлевские спинорные генераторы Qα и Q†α = Q α̇. Генераторы
Qα и Q α̇ переводят фермионные состояния в бозонные и наоборот, т.е.

Qα|fermion >= |boson >, Qα̇|boson >= |fermion > .

Наряду с алгеброй группы Пуанкаре (9) N = 1 супералгебра включает следующие комму-
тационные и антикоммутационные соотношения:{

Qα, Qα̇

}
= 2σµαα̇P̂µ, {Qα, Qβ} =

{
Qα̇, Qα̇

}
= 0,[

P̂µ, Qα

]
= 0, [Mµν, Qα] = −i (σµν)βαQβ,[

P̂ µ, Qα̇

]
= 0,

[
Mµν, Q

α̇
]

= −i (σµν)α̇β̇ Q
β̇
.

(10)

Здесь и далее используются обозначения:

σµ = (1, σi), σµ = (1,−σi),
σµν = 1

4 (σµσν − σνσµ) , σµν = 1
4 (σµσν − σνσµ) ,

χψ = χαε
αβψβ = χβψβ , ψ̄χ̄ = ψ̄α̇εα̇β̇χ̄

β̇ = ψ̄β̇χ̄
β̇ ,

χσµ∂µχ̄ = χασµαα̇∂µχ̄
α̇ , ψ̄σ̄µ∂µψ = ψ̄α̇(σµ)α̇α∂µψα .

Суперпространство и суперполя. Наиболее явным образом структура N = 1 супер-
симметричных теорий проявляется в суперпространстве, которое наряду с обычными бо-
зонными координатами xµ содержит фермионные антикоммутирующие (грассмановы) ко-
ординаты θα и θ̄α̇. Грассмановы координаты θα и θ̄α̇ преобразуются как двухкомпонентные
вейлевские спиноры. При этом

{θα, θβ} = 0 , {θ̄α̇, θ̄β̇} = 0 , θ2
α = 0 , θ̄2

α̇ = 0 ,

где α, β, α̇, β̇ = 1, 2. Суперсимметричные преобразования, отвечающие параллельному
переносу в суперпространстве и сдвигу во времени могут быть представлены в виде, который
аналогичен соответствующим преобразованиям в обычном пространстве, т.е.:

G(x, θ, θ̄) = ei(−x
µPµ + θQ+ θ̄Q̄). (11)
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Как следует из формулы (11) спинорные генераторы Qα и Q α̇ являются генераторами па-
раллельного переноса отвечающего антикоммутирующим координатам. Явный вид супер-
симметричных преобразований (11) позволяет установить, что два последовательных па-
раллельных переноса в суперпространстве соответствуют результирующему параллельному
переносу, при котором

G(xµ, θ, θ̄)G(aµ, ξ, ξ̄) = G(xµ + aµ − iξσµθ̄ + iθσµξ̄, θ + ξ, θ̄ + ξ̄) . (12)

Это предполагает, что при преобразованиях сдвига в суперпространстве обычные и грассма-
новы координаты преобразуются следующим образом:

xµ → xµ + aµ + iθσµξ̄ − iξσµθ̄ ,
θ → θ + ξ ,

θ̄ → θ̄ + ξ̄ ,

(13)

где aµ, ξ и ξ̄ определяют сдвиг в суперпространстве. В случае, когда aµ, ξ и ξ̄ зависят
от координат, мы приходим к теории с локальной суперсимметрией, т.е. супергравитации
(СУГРА).

В то время как обычные поля являются функциями координат и времени, суперполя
S(x, θ, θ̄) зависят также от антикоммутирующих координат θα и θ̄α̇. В этом подходе обыч-
ные бозонные и фермионные поля возникают как коэффициенты разложения S(x, θ, θ̄) по
степеням θα и θ̄α̇. Предполагая, что aµ, ξ и ξ̄ малы, получаем

S(xµ + aµ − iξσµθ̄ + iθσµξ̄, θ + ξ, θ̄ + ξ̄) ' S(xµ, θ, θ̄)+

(aµ − iξσµθ̄ + iθσµξ̄)
∂S

∂xµ
+ ξα

∂S

∂θα
+ ξ̄α̇

∂S

∂θ̄α̇
+ ...

(14)

Сопоставляя выражения (11) и (14), находим

Pµ = i∂µ, iQα =
∂

∂θα
− iσµαα̇θ̄α̇∂µ , iQ̄α̇ = − ∂

∂θ̄α̇
+ iθασµαα̇∂µ. (15)

В общем случае разложение S(xµ, θ, θ̄) не может содержать члены с θn и θ̄n, если n > 2,
поскольку θα и θ̄α̇ — двухкомпонентные грассмановы спиноры. Простейшим представлением
N = 1 суперсимметрии является скалярное суперполе S(xµ, θ, θ̄). Однако это представ-
ление не является неприводимым представлением. Неприводимые представления N = 1

СУСИ алгебры могут быть получены в результате наложения ковариантных условий на
S(xµ, θ, θ̄).

В этой связи представляется целесообразным ввести в рассмотрение производные

Dα =
∂

∂θα
+ iσµαα̇θ̄

α̇∂µ , D̄α̇ = − ∂

∂θ̄α̇
− iθασµαα̇∂µ , (16)

которые антикоммутируют с Qα и Q α̇ и удовлетворяют следующей алгебре

{Dα, D̄α̇} = 2iσµαα̇∂µ , {Dα, Dβ} = {D̄α̇, D̄β̇} = 0 . (17)
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Ковариантные производные Dα и D̄α̇ могут быть использованы для наложения ковариант-
ных условий на суперполя, поскольку они коммутируют с ξQ + ξ̄Q̄. В самом деле, если
суперполе Φ(xµ, θ, θ̄) удовлетворяет условию

D̄α̇Φ(xµ, θ, θ̄) = 0 , (18)

то и после преобразования (11) соответствующее суперполе удовлетворяет условию (18). Су-
перполе, которое удовлетворяет условию (18), называется киральным суперполем. Следует
отметить, что любое суперполе, которое зависит только от θ и yµ = xµ + iθσµθ̄, удовле-
творяет условию (18). Раскладывая Φ(yµ, θ) по θ, получаем

Φ(xµ, θ, θ̄) = φ(y) +
√

2 θψ(y) + θθF (y) =

= φ(x) +
√

2 θψ(x) + (θθ)F (x) + i(θσµθ̄)∂µφ(x)

− i√
2

(θθ)(∂µψ(x)σµθ̄)− 1

4
(θθ)(θ̄θ̄)∂µ∂

µφ(x) .

(19)

где φ — комплексное скалярное поле, F — вспомогательное поле, которое не имеет ки-
нетических слагаемых и не описывает динамические степени свободы, ψ — левостороннее
вейлевское спинорное поле. Коэффициенты в разложении (19), т.е. φ, F и ψ, называются
компонентами суперполя. Поля φ(x) и ψ(x) обычно называют суперпартнёрами. Из разло-
жения (19) в частности следует, что киральное суперполе имеет одинаковое число бозонных
и фермионных степеней свободы. Аналогично можно построить антикиральное (комплексно
сопряженное) суперполе Φ†(xµ, θ, θ̄), которое удовлетворяет условию

DαΦ†(xµ, θ, θ̄) = 0 . (20)

Поскольку Φ(xµ, θ, θ̄) содержит левостороннее вейлевское спинорное поле ψ, в то время
как разложение Φ†(xµ, θ, θ̄) включает в себя правостороннее вейлевское спинорное поле ψ̄,
Φ(xµ, θ, θ̄) и Φ†(xµ, θ, θ̄) также иногда называют левосторонним и правосторонним кираль-
ными суперполями. Так как Dα и D̄α̇ являются линейными дифференциальными операто-
рами, любое произведение киральных суперполей удовлетворяет условию (18), т.е. являет-
ся киральным суперполем. В свою очередь любое произведение антикиральных суперполей
является антикиральным суперполем, т.е. удовлетворяет условию (20). Для произвольной
функции киральных суперполей получаем следующее полезное соотношение

W (Φk) = W (φk +
√

2θψk + θθFk) = W (φk) +
∂W (φk)

∂φi

√
2θψi

+ θθ

(
∂W (φk)

∂φi
Fi −

1

2

∂2W (φk)

∂φi∂φj
ψiψj

)
. (21)

СУСИ преобразования кирального суперполя (11) приводят к преобразованию компонент
этого поля. При инфинитезимальных СУСИ преобразованиях

Φ→ Φ + δΦ ,

δΦ = i(ξQ+ ξ̄Q̄)Φ = δφ(x) +
√

2 θδψ(x) + (θθ)δF (x) + ...
(22)
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Используя явные выражения для Q и Q̄ (15), находим

δφ =
√

2 ξψ ,

δψ = i
√

2σµξ̄∂µφ+
√

2 ξF , (23)
δF = i

√
2 ∂µψσ

µξ̄ .

Важно отметить, что изменение F компоненты суперполя пропорционально 4-дивергенции
4-вектора ψσµξ̄. Поэтому эту компоненту кирального суперполя удобно использовать для
построения лагранжианов суперсимметричных теорий.

Нетрудно показать, что произведение кирального и антикирального суперполей не явля-
ется ни киральным ни антикиральным суперполем. Действительно,

Ṽ (xµ, θ, θ̄) = Φ†i(y, θ)Φj(y, θ) = φ†i(y)φj(y) +
√

2 (θψj(y))φ†i(y)+
√

2 (θ̄ψ̄i(y))φj(y) + 2(θ̄ψ̄i(y))(θψj(y)) + Fj(y)φ†i(y)(θθ)+

F †i (y)φj(y)(θ̄θ̄) +
√

2 (θθ)(θ̄ψ̄i(y))Fj(y)+
√

2 (θ̄θ̄)(θψj(y))F †i (y) + (θ̄θ̄)(θθ)F †i (y)Fj(y)

(24)

Ṽ (xµ, θ, θ̄) не удовлетворяет ни условию (18) ни условию (20) и не сводится к выражению
(19). В то же самое время

Ṽ (xµ, θ, θ̄) = Ṽ †(xµ, θ, θ̄) . (25)

Соотношение (25) остаётся неизменным при СУСИ преобразованиях. Суперполя, которые
удовлетворяют условию (25), называются векторными суперполями. Следует обратить вни-
мание, что коэффициент при (θ̄θ̄)(θθ) пропорционален F †i Fj . Это указывает на то, что
соответствующая компонента векторного суперполя является ещё одним вспомогательным
полем, которое не имеет кинетических слагаемых и не описывает динамические степени сво-
боды. Данная компонента векторного суперполя обычно называетсяD. Разлагая поля φ†i(y),
φj(y), ψ̄i(y), ψj(y), F †i (y) и Fj(y) по степеням θ и θ̄, получаем полное выражение для
коэффициента при (θ̄θ̄)(θθ), которое имеет следующий вид[

Φ†iΦj

]
D

= F †i Fj +
1

2
∂µφ

†
i∂

µφj −
1

4
φ†i∂µ∂

µφj −
1

4
(∂µ∂

µφ†i)φj

+
i

2
ψ̄iσ̄

µ∂µψj −
i

2
(∂µψ̄i)σ̄

µψj .
(26)

В наиболее общем случае векторное суперполе V (x, θ, θ̄) может быть представлено в
следующем виде:

V (x, θ, θ̄) = C(x) + iθχ(x)− iθ̄χ̄(x) +
i

2
θθ[M(x) + iN(x)]

− i
2
θ̄θ̄[M(x)− iN(x)]− θσµθ̄Vµ(x) (27)

+iθθθ̄

[
λ̄(x) +

i

2
σ̄µ∂µχ(x)

]
−iθ̄θ̄θ

[
λ(x) +

i

2
σµ∂µχ̄(x)

]
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+
1

2
θθθ̄θ̄

[
D(x)− 1

2
∂µ∂

µC(x)

]
,

где C(x), M(x), N(x), D(x) — действительные скалярные поля, χ и λ — вейлевские
спинорные поля и Vµ — действительное векторное поле. Действительное векторное поле Vµ
может выступать в роли калибровочного бозона. При этом нетрудно убедиться в том, что
векторное суперполе V (x, θ, θ̄) является безразмерным.

Хорошо известно, что лагранжиан КЭД остается инвариантным по отношению к пре-
образованиям векторного поля Vµ → Vµ − ∂µω. В суперсимметричном обобщении КЭД
Vµ и ω должны быть соответствующими компонентами суперполей. Поскольку выражение
для калибровочных преобразований должно содержать суперполя естественно ожидать, что
ω является компонентой линейной суперпозиции кирального и антикирального суперполей
которая преобразуется как векторное суперполе. Одной из таких возможных линейных ком-
бинаций Φ(x, θ, θ̄) и Φ†(x, θ, θ̄) является

V ′(x, θ, θ̄) = i(Φ− Φ†) = i(φ(x)− φ†(x)) + i
√

2(θψ(x)− θ̄ψ̄(x))

+i(θθF (x)− θ̄θ̄F †(x))− (θσµθ̄)∂µ(φ(x) + φ†(x))

− 1√
2

(θθ)(θ̄σ̄µ∂µψ(x)) +
1√
2

(θ̄θ̄)(θσµ∂µψ̄(x))

− i
4

(θθ)(θ̄θ̄)∂µ∂
µ(φ(x)− φ†(x)) .

(28)

Если при U(1) калибровочных преобразованиях V (x, θ, θ̄) преобразуется как

V (x, θ, θ̄)→ V (x, θ, θ̄) + i

[
Φ(x, θ, θ̄)− Φ†(x, θ, θ̄)

]
, (29)

то тогда компоненты этого векторного суперполя изменяются следующим образом

C(x) → C(x) + i(φ(x)− φ†(x)) ,

χ(x) → χ(x) +
√

2ψ(x) ,

M(x) + iN(x) → M(x) + iN(x) + 2F (x) ,

Vµ(x) → Vµ(x)− ∂µ(φ(x) + φ†(x)) , (30)
λ(x) → λ(x) , D(x)→ D(x) .

Преобразования (30) указывают на то, что U(1) калибровочное поле преобразуется также
как в КЭД. Таким образом, преобразования (30) можно рассматривать как суперсимметрич-
ное обобщение калибровочных преобразований в СУСИ КЭД. Более того несложно убедиться
в том, что при надлежащем выборе (φ(x)−φ†(x)), ψ(x) и F (x) поля C(x),M(x),N(x)

и χ(x) можно занулить, т.е. эти поля не являются физическим степенями свободы. В этой
калибровке, которая называется калибровкой Весса–Зумино [18], векторное суперполе можно
представить в виде

V (x, θ, θ̄) = −θσµθ̄Vµ(x) + iθθθ̄λ̄(x)− iθ̄θ̄θλ(x) +
1

2
θθθ̄θ̄D(x) . (31)
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В калибровке Весса–Зумино поля λ(x) и D(x) являются калибровочно–инвариантными,
тогда как Vµ(x) преобразуется также как в обычном КЭД. Если Vµ(x) ассоциируется с
калибровочным полем, то его суперпартнер λ(x) обычно называется калибрино. Все члены
с V n(x, θ, θ̄) при n > 2 зануляются в данной калибровке, а

V 2(x, θ, θ̄) =
1

2
θθθ̄θ̄Vµ(x)V µ(x) .

При инфинитезимальных СУСИ преобразованиях векторное суперполе преобразуется
следующим образом

V → V + δV , δV = i(ξQ+ ξ̄Q̄)V. (32)

Используя явные выражения для Q и Q̄ (15), находим

δλα = −iDξα −
1

2
(σµσ̄ν)βαξβVµν ,

δV µ = i(ξσµλ̄− λσµξ̄)− ∂µ(ξχ+ ξ̄χ̄) , (33)
δD = ∂µ(−ξσµλ̄+ λσµξ̄) ,

где Vµν = ∂µVν − ∂νVµ. Преобразования (33) приводят к тому, что

δV µν = i∂µ(ξσνλ̄− λσν ξ̄)− i∂ν(ξσµλ̄− λσµξ̄), (34)

т.е. δV µν не зависит от вейлевского спинорного поля χ. Более того преобразования (33)–(34)
предполагают, что поля Vµν , λ и D образуют неприводимое представление N = 1 суперал-
гебры. Следует опять–таки отметить, что изменение D компоненты векторного суперполя
пропорционально 4-дивергенции 4-вектора (−ξσµλ̄+ λσµξ̄).

Лагранжиан СУСИ моделей. Поскольку члены пропорциональные 4-дивергенции
4-вектора, будучи преобразованными по теореме Гаусса, исчезают при интегрировании по
всему пространству, F компоненты киральных суперполей и D компоненты векторных су-
перполей можно использовать для построения лагранжианов суперсимметричных теорий.
Другими словами, лагранжиан, который инвариантен по отношению к СУСИ преобразова-
ниям, можно представить в виде суммы

L = LD + LF , (35)

где LF и LD соответствуют вкладу F и D–членов. В отсутствие калибровочных взаимо-
действий лагранжиан (35) имеет вид:

L = LD + LF =
∑
i

[
Φ†iΦi

]
D

+

(
[W (Φk)]F + h.c.

)
, (36)

где функция W (Φk) называется суперпотенциалом. Для того чтобы СУСИ теория была
перенормируемой в W (Φk) должны входить только члены линейные, квадратичные и ку-
бичные по киральным суперполям, т.е.

W (Φk) = aiΦi +
1

2
µijΦiΦj +

1

3
yijkΦiΦjΦk . (37)
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В выражении (37) и далее по повторяющимся индексам предполагается суммирование. Су-
перпотенциал (37) может содержать только произведения киральных суперполей и не может
включать такие слагаемые как ΦiΦ

†
j и ΦiΦjΦ

†
k, так как эти члены приведут к появлению

дополнительных компонент суперполей, которые не возникают в разложении киральных су-
перполей, что в свою очередь приведёт к нарушению инвариантности θθ компоненты супер-
потенциала по отношению к СУСИ преобразованиям.

Первое слагаемое в выражении (36) приводит к обычным кинетическим членам для ком-
понент киральных суперполей и F †i Fi (см. также (26)). Более сложные произведения ки-
ральных и антикиральных суперполей такие как ΦiΦjΦ

†
k и ΦiΦjΦ

†
kΦ
†
l приводят к появ-

лению неперенормируемых взаимодействий. Подставляя явные выражения (26) и (21) для[
Φ†iΦi

]
D

и [W (Φk)]F , находим

L = ∂µφ
†
i∂

µφi + iψ̄iσ̄
µ∂µψi + F †i Fi

+

(
∂W (φk)

∂φi
Fi −

1

2

∂2W (φk)

∂φi∂φj
ψiψj + h.c.

)
. (38)

Лагранжиан (38) не содержит производных вспомогательных полей Fi. Поэтому уравнения
движения для полей Fi и F

†
i сводятся к алгебраическим уравнениям, т.е.

F †i = −∂W (φk)

∂φi
. (39)

Последнее уравнение может быть использовано, чтобы исключить вспомогательные поля Fi.
Используя уравнение (39), получаем

L = ∂µφ
†
i∂

µφi + iψ̄iσ̄
µ∂µψi − V (φk)−

1

2

(
∂2W (φk)

∂φi∂φj
ψiψj + h.c.

)
, (40)

V (φk) =
∑
i

F †i Fi =
∑
i

∣∣∣∣∂W (φk)

∂φi

∣∣∣∣2 . (41)

Как следует из уравнения (41) в СУСИ моделях потенциал скалярных полей является поло-
жительно определённым. Более того константы, определяющие взаимодействие скалярных
полей в потенциале (41) однозначно связаны с юкавскими константами.

Лагранжиан (35) может быть представлен как интеграл по антикоммутирующим коор-
динатам θ и θ̄. Интегрирование по θ и θ̄ определяется следующим образом∫

dθα =

∫
dθ̄α̇ = 0 ,

∫
dθβθα =

∫
dθ̄β̇ θ̄α̇ = δαβ , (42)

что приводит ∫
d2θ θ2 =

∫
d2θ̄ θ̄2 = 1 , (43)

где

d2θ = −1

4
dθα dθα , d2θ̄ = −1

4
dθ̄α̇ dθ̄

α̇ , d4θ = d2θ d2θ̄
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Правила интегрирования (42)–(43) позволяют проинтегрировать произвольную функцию пе-
ременных θ и θ̄. С учётом правил интегрирования по θ и θ̄ лагранжиан (36) может быть
записан в следующем виде

L =

∫
d4θ

∑
i

Φ†iΦi +

(∫
d2θW (Φk) + h.c.

)
. (44)

Теперь перейдём к рассмотрению простейшего суперсимметричного обобщения квантовой
электродинамики (КЭД). В обычной КЭД тензор напряженности электромагнитного поля
Vµν определяется через частные производные 4-потенциала Vµ, т.е. Vµν = ∂µVν − ∂νVµ.
В СУСИ КЭД более целесообразно использовать ковариантные производные Dα и D̄α̇ для
построения соответствующего суперполя. Поскольку λ, λ̄, Vµν и D образуют неприводимое
представление N = 1 супералгебры и эти поля не меняются при калибровочных преобра-
зованиях, они могут быть компонентами суперполя, которое является суперсимметричным
обобщением Vµν в КЭД. При этом из соображений размерности естественно ожидать, что
разложения суперполей по степеням грассмановых координат должно начинаться с λα. Су-
перполе такого типа может быть получено при действии трех ковариантных производных на
векторное суперполе V , т.е.

Wα(y, θ) = D̄2DαV = 4iλα(y)− θβ
[
4δβαD(y) + 2i(σµσ̄ν)βαVµν(y)

]
(45)

+4θ2σµαα̇∂µλ̄
α̇(y) ,

где D̄2 = D̄α̇D̄
α̇. Wα(y, θ) является спинорным киральным суперполем, так как

D̄β̇Wα = 0. С другой стороны W αWα — киральное скалярное суперполе. F компонента
этого поля инвариантна по отношению к преобразованиям Лоренца и включает в себя

1

32
[W αWα]F = −1

4
V µνVµν + iλσµ∂µλ̄−

i

8
V µνV ρσεµνρσ +

1

2
D2 . (46)

Выражение (46) следует рассматривать как суперсимметричное обобщение кинетического
члена U(1) калибровочного поля в КЭД, т.е. −1

4V
µνVµν . По этой причине F компонента

кирального суперполя является важной составной частью лагранжианов СУСИ теорий.
Суперсимметричное обобщение КЭД также должно описывать взаимодействие заряжен-

ных частиц с электромагнитным полем. При этом, как и в обычном КЭД, соответствующий
лагранжиан взаимодействия может быть получен посредством модификации кинетических
членов. В СУСИ моделях кинетические члены для скалярных и фермионных полей возника-
ют в результате включения в лагранжиан D компоненты суперполя Φ†iΦi. Если предполо-
жить, что киральные суперполя преобразуются при калибровочных U(1) преобразованиях
также как в обычном КЭД, т.е.

Φi → e−2i qiΛΦi , Φ†i → Φ†ie
2i qiΛ

†
, (47)
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где Λ — киральное суперполе, которое ассоциируется с U(1) калибровочными преобразо-
ваниями, и qi — U(1) заряды бозонных и фермионных компонент кирального суперпо-
ля Φi, то тогда калибровочные преобразования (29)–(30) указывают на то, что суперполе
Φ†ie

2qiV Φi остается неизменным при U(1) калибровочных преобразованиях. В калибровке
Весса–Зумино

e2qiV = 1 + 2qiV + 2q2
i V

2 , (48)
так как V n = 0 при n > 2. Используя разложение (48), находим[

Φ†ie
2qiV Φi

]
D

= (Dµφi)
†(Dµφi) + iψ̄iσ̄

µDµψi + F †i Fi+

i
√

2qi(φ
†
iψiλ− φiψ̄iλ̄) + qiφ

†
iφiD ,

(49)

где Dµ = ∂µ + iqiV
µ. Сопоставляя выражения (38) и (49), несложно заметить, что, как

и в случае обычного КЭД, учет взаимодействия с U(1) калибровочным полем приводит
к замене частных производных ∂µ на Dµ. Полный лагранжиан СУСИ КЭД может быть
представлен в следующем виде:

Label =
1

32

∫
d2θ W αWα +

∫
d2θd2θ̄ Φ†ie

2qiV Φi

+

(∫
d2θ Wabel(Φk) + h.c.

)
, (50)

где суперпотенциал

Wabel(Φk) =
1

2
mijΦiΦj +

1

3
yijkΦiΦjΦk , (51)

инвариантен по отношению к U(1) калибровочным преобразованиям. Поскольку предпола-
гается, что все суперполя имеют ненулевые U(1) заряды, линейные по киральным супер-
полям члены в суперпотенциале запрещены калибровочной симметрией. Из выражений (46)
и (49) следует, что лагранжиан СУСИ КЭД наряду с безмассовым калибровочным полем
содержит безмассовый майорановский фермион — калибрино. Калибрино взаимодействует
с заряженными фермионами и их скалярными суперпарнерами. Причём соответствующая
юкавская константа пропорциональна электрическому заряду бозонной и фермионной ком-
понент кирального суперполя.

В случае неабелевых калибровочных теорий калибровочные поля образуют представление
неабелевой группы G. Поэтому вместо векторного суперполя V следует ввести в рассмотре-
ние набор суперполей V ata, где

V a(x, θ, θ̄) = Ca(x) + iθχa(x)− iθ̄χ̄a(x) +
i

2
θθ[Ma(x) + iNa(x)]

− i
2
θ̄θ̄[Ma(x)− iNa(x)]− θσµθ̄V a

µ (x) (52)

+iθθθ̄

[
λ̄a(x) +

i

2
σ̄µ∂µχ

a(x)

]
−iθ̄θ̄θ

[
λa(x) +

i

2
σµ∂µχ̄

a(x)

]
+

1

2
θθθ̄θ̄

[
Da(x)− 1

2
∂µ∂

µCa(x)

]
.
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В случае суперсимметричного обобщения квантовой хромодинамики (КХД) V a
µ (x) и λa(x)

соответствуют глюонам и их суперпартнёрам (глюино), которые образуют присоединенное
представление группы SU(3). Матрицы ta играют роль генераторов неабелевой группы G,
которые удовлетворяют следующей алгебре:[

ta, tb
]

= ifabctc , (53)

где fabc — структурные константы группы. Если мультиплеты киральных суперполей преоб-
разуются при неабелевых калибровочных преобразованиях также как в обычных неабелевых
теориях, т.е.

Φi → e−2i gtaΛaΦi , Φ†i → Φ†ie
2i gtaΛa† , (54)

где Λa — киральные суперполя, которые ассоциируются с неабелевыми калибровочными
преобразованиями, и g — соответствующая калибровочная константа, то тогда взаимодей-
ствие векторных суперполей V a с киральными суперполями Φi описываетсяD компонентой
суперполя Φ†ie

2g taV aΦi. Это суперполе не меняется при неабелевых калибровочных преоб-
разованиях, если

e2gV ata → e−2i gtaΛa†e2gV atae2i gΛata . (55)

Преобразования (55) следует рассматривать в качестве неабелевого обобщения калибровоч-
ных преобразований (29)–(30). В то же самое время преобразования (55) не сводятся к абе-
левым калибровочным преобразованиям (29)–(30), так как генераторы неабелевой калибро-
вочной группы не коммутируют. При инфинитезимальных преобразованиях, получаем

V̂ → V̂ + δV̂ ,

δV̂ = i(Λ̂− Λ̂†) + i

[
V̂ , Λ̂ + Λ̂†

]
+
i

3

[
V̂ ,

[
V̂ , Λ̂− Λ̂†

]]
+ ... , (56)

где V̂ = gV ata и Λ̂ = gΛata. Выражение для δV̂ содержит бесконечное число членов. При
этом нетрудно видеть, что первые два члена в этом выражении приводят к преобразованиям
неабелевого 4-вектор потенциала

V a
µ → V a

µ + ∂µ(ωa + ωa†) + gfabc(ωb + ωb†)V c
µ , (57)

где ωa — скалярная компонента кирального суперполя Λa, которые аналогичны преобразо-
ваниям 4-вектор потенциала в КХД. Калибровочные преобразования неабелевых полей (56)
однозначно указывают на то, что Λ̂ и Λ̂† могут быть выбраны таким образом, что Ca, χa,
Ma иNa компоненты векторных суперполей V a зануляются. В этой калибровке (калибров-
ка Весса–Зумино)

V a(x, θ, θ̄) = θσµθ̄V a
µ (x) + iθθθ̄λ̄a(x)− iθ̄θ̄θλa(x) +

1

2
θθθ̄θ̄Da(x) . (58)

Теперь, по аналогии с (45) можно построить суперсимметричное обобщение тензора на-
пряженности неабелевого калибровочного поля. Неабелевые калибровочные преобразования
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(55)–(56) предполагают, что при построении W a
α целесообразно использовать e2gV̂ вместо

V . Если

Ŵα =
1

2g
D̄2e−2V̂Dαe

2V̂ , Ŵ †
α̇ = − 1

2g
D2e2V̂ D̄α̇e

−2V̂ , (59)

то тогда Ŵα и Ŵ †
α̇ преобразуются при неабелевых калибровочных преобразованиях следу-

ющим образом:

Ŵα → e−2i Λ̂Ŵαe
2i Λ̂ , Ŵ †

α̇ → e−2i Λ̂†Ŵ †
α̇e

2i Λ̂† , (60)

где Ŵα = W a
αt
a и Ŵ †

α̇ = W a†
α̇ t

a. Суперполя

TrŴ αŴα =
1

2
W aαW a

α , TrŴ †
α̇Ŵ

α̇† =
1

2
W a†

α̇ W
aα̇†

остаются неизменными при калибровочных преобразованиях (60). Раскладывая выражение
для Ŵα (59) по степеням V , получаем

Wα =
1

g
D̄2(DαV + [DαV, V ] + ...) . (61)

Поскольку в калибровке Весса–Зумино только два первых члена в разложении (61) отличны
от нуля, находим

W a
α = D̄2DαV

a + igfabcD̄2(DαV
b)V c . (62)

В пределе fabc → 0 выражение для W a
α (62) сводится к определению Wα (45) в СУСИ

КЭД. Как и в случае суперсимметричного обобщения КЭД λa, λ̄a, V a
µν и Da являются

компонентами кирального суперполя W a
α(y, θ), т.е.

W a
α(y, θ) = 4iλaα(y) + θβ

[
4δβαD

a(y) + 2i(σµσ̄ν)βαV
a
µν(y)

]
+ 4θ2σµαα̇Dµλ̄

aα̇(y), (63)

где

V a
µν = ∂µV

a
ν − ∂νV a

µ − gfabcV b
µV

c
ν , Dµλ̄

aα̇ = ∂µλ̄
aα̇ − gfabcV b

µ λ̄
cα̇ . (64)

Из определения Ŵα (59) и выражения (63) следует, что W a
α(y, θ) являются спинор-

ными киральными суперполями. С другой стороны, W aαW a
α и W a†

α̇ W
aα̇† представляют

собой скалярные киральные суперполя, которые инвариантны по отношению к неабелевым
калибровочным преобразованиям (55)–(56). Поэтому F компоненты этих суперполей мож-
но использовать для построения лагранжианов СУСИ КХД и других суперсимметричных
теорий с неабелевой калибровочной симметрией. В калибровке Весса–Зумино, находим

1

64

[
(W aαW a

α) + (W a†
α̇ W

aα̇†)

]
F

= −1

4
V a
µνV

aµν + iλaσµDµλ̄
a +

1

2
DaDa . (65)
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Выражение (65) следует рассматривать как суперсимметричное обобщение кинетического
члена неабелевых калибровочных полей, т.е. −1

4F
a
µνF

aµν .
Полный лагранжиан суперсимметричных моделей с неабелевой калибровочной симмет-

рией G может быть представлен в следующем виде

LG =
1

32

∫
d2θ TrW αWα +

1

32

∫
d2θ̄ TrW †αW †

α

+

∫
d2θd2θ̄ Φ†ie

2V Φi +

(∫
d2θ WG(Φk) + h.c.

)
, (66)

гдеWG(Φk) — суперпотенциал рассматриваемой СУСИ модели, который должен быть инва-
риантен по отношению к преобразованиям неабелевой симметрии G. Как отмечалось ранее,
перенормируемость суперсимметричных моделей накладывает определённые ограничения на
лагранжианы этих моделей. В частности, суперпотенциал WG(Φk) может содержать толь-
ко члены линейные, квадратичные и кубичные по киральным суперполям. Первый и второй
члены в лагранжиане (66) включают в себя не только кинетические члены калибровочных
полей и их суперпартнеров, но и члены отвечающие взаимодействию калибрино и калиб-
ровочных бозонов, а также калибровочных бозонов между собой. В этом состоит одно из
главных отличий суперсимметричных теорий с неабелевой калибровочной симметрией от
СУСИ КЭД. Третий член в лагранжиане (66) содержит кинетические члены бозонных и
фермионных компонент киральных суперполей Φi, а также члены соответствующие взаи-
модействию этих полей с калибровочными бозонами и их суперпартнерами. СУСИ модели
могут содержать несколько мультиплетов киральных суперполей Φi, которые могут образо-
вывать различные представления неабелевой калибровочной группы G. Каждому из таких
представлений ставится в соответствие определенный набор генераторов ta, который опре-
деляет взаимодействие бозонных и фермионных компонент Φi с калибровочными полями и
их суперпартнерами. Наконец, последний член в лагранжиане (66) приводит к юкавскому
взаимодействию бозонных и фермионных компонент Φi.

Лагранжиан (66) может быть также переписан в виде

LG = −1

4
V a
µνV

aµν + iλaσµDµλ̄
a +

1

2
DaDa + (Dµφi)

†(Dµφi)

+ iψ̄iσ̄
µDµψi + F †i Fi + i

√
2g (φ†it

aλaψi − φiψ̄itaλ̄a) (67)

+ g φ†it
aDaφi +

(
∂W (φk)

∂φi
Fi −

1

2

∂2W (φk)

∂φi∂φj
ψiψj + h.c.

)
,

где
Dµφi = ∂µφi + ig taV a

µ φi , Dµψi = ∂µψi + ig taV a
µ ψi .

Как и прежде, лагранжиан (67) не содержит кинетических членов для вспомогательных
полей Fi иDa, что позволяет исключить их, используя алгебраические уравнения движения
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для этих полей

F †i = −∂W (φk)

∂φi
, Da = −

∑
i

g φ†iT
aφi . (68)

Подставляя F †i и Da обратно в выражение для лагранжиана (67), находим

LG = −1

4
V a
µνV

aµν + iλaσµDµλ̄
a + (Dµφi)

†(Dµφi)

+ iψ̄iσ̄
µDµψi + i

√
2g (φ†iT

aλaψi − φiψ̄iT aλ̄a) (69)

−
(

1

2

∂2W (φk)

∂φi∂φj
ψiψj + h.c.

)
− V (φk) ,

где потенциал взаимодействия скалярных полей складывается из вкладов F и D–членов

V (φk) =
∑
i

F †i Fi +
∑
a

1

2
(Da)2 =

∑
i

∣∣∣∣∂W (φk)

∂φi

∣∣∣∣2 +
g2

2

∑
a

(∑
i

φ†iT
aφi

)2

. (70)

В случае СУСИ КЭД вклад D–членов в потенциале взаимодействия скалярных полей (70)
нужно заменить на ∑

a

1

2
(Da)2 → 1

2
D2 =

1

2

(∑
i

qiφ
†
iφi

)2

,

где D — соответствующая компонента векторного суперполя V . Из выражения (70) непо-
средственно следует, что V (φk) является положительно определенной величиной. Приведен-
ные выше результаты показывают, что лагранжиан СУСИ модели полностью определяется
набором мультиплетов киральных суперполей, суперпотенциалом и структурой калибровоч-
ных взаимодействий в рассматриваемой модели.

Степень разработанности темы исследований. Спустя всего несколько лет после того,
как cуперсимметрия была предложена [19]–[21], стало понятно, что теории с локальной супер-
симметрией (теории супергравитации) приводят к частичному объединению калибровочных
и гравитационного взаимодействий [22]-[24]. Обсуждение различных аспектов суперсиммет-
ричных теорий можно найти в целом ряде книг [25]–[30], обзоров [31]–[39] и курсов лекций
[40]–[55].

Как уже отмечалось, суперсимметрия предполагает, что в каждом супермультиплете име-
ется одинаковое число бозонных и фермионных степеней свободы. Другими словами, каждо-
му фермиону отвечает в СУСИ теориях бозон и наоборот. Таким образом, в рамках суперсим-
метрии происходит естественное объединение частиц с различными спинами, которое, в свою
очередь, приводит к точному сокращению квадратичных расходимостей. Действительно, в
N = 1 суперсимметрии каждой квадратично расходящейся фермионной петле соответству-
ет квадратично расходящаяся бозонная петля, которые сокращают друг друга. Данное со-
кращение обусловлено определёнными соотношениями между безразмерными константами
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бозон–фермионного и бозон–бозонного взаимодействий, которые возникают в СУСИ моде-
лях. В частности, к сокращению квадратичных расходимостей приводят соотношения между
калибровочными константами и юкавскими константами, определяющими взаимодействие
калибрино с бозонными и фермионными компонентами киральных суперполей.

Однако суперсимметрия также приводит к бозе–фермиевскому вырождению спектра. Это
означает, что массы наблюдаемых частиц и их суперпартнеров в пределе точной суперсим-
метрии совпадают. Последнее явно противоречит экспериментальным данным. По этой при-
чине, суперсимметрия должна быть нарушена.

В этой связи весьма привлекательными, на первый взгляд, представляются теории со
спонтанным нарушением глобальной суперсимметрии. Лагранжиан таких теорий инвариан-
тен по отношению к глобальным преобразованиям суперсимметрии, однако основное состоя-
ние (т.е. вакуум) не является суперсимметричным. Из СУСИ алгебры (10) следует, что пока
вакуум теории суперсимметричен, его энергия равна нулю. Если же энергия основного со-
стояния больше нуля, то суперсимметрия нарушена. Таким образом, основное состояние не
является суперсимметричным тогда и только тогда, когда энергия вакуума больше нуля, т.е.
〈V (φk)〉 > 0. Это может произойти только в том случае, если хотя бы один из F или D–
членов приобретёт неравное нулю среднее по вакууму. Действительно, поскольку потенциал
взаимодействия скалярных полей (70) является положительно определенной величиной его
глобальный минимум достигается при

〈Fi〉 = 〈Da〉 = 0 . (71)

Глобальные минимумы потенциала (70) соответствует ненарушенной суперсимметрии. В слу-
чае нарушения СУСИ, т.е. когда вблизи минимума 〈V (φk)〉 > 0, по крайней мере один из
F или D–членов должен приобрести ненулевое вакуумное среднее.

Когда 〈Fi〉 6= 0, то говорят о механизме нарушения О’Рафферти [56]. Если же нарушение
суперсимметрии происходит за счет ненулевого D–члена (〈Da〉 6= 0), то такая схема назы-
вается механизмом нарушения Илиопулоса–Файе [57]. Необходимо отметить, что нарушение
суперсимметрии сопровождается появлением безмассового фермионного состояния, так на-
зываемого голдстино, в спектре СУСИ теории. Голдстино представляет собой линейную ком-
бинацию калибрино и других спинорных частиц, вспомогательные компоненты суперполей
которых приводят к нарушению СУСИ:

ψg =
1√
〈V (φk)〉

[
−〈Fi〉ψi +

i√
2
〈Da〉λa

]
, (72)

Здесь прослеживается некоторое сходство между нарушением глобальной симметрии в обыч-
ной теории поля и нарушением глобальной СУСИ. В первом случае в теории появляется
голдстоуновский бозон, а во втором — голдстино. В то же самое время в отличие от обыч-
ной теории поля спонтанное нарушение суперсимметрии не может возникать как квантовый
эффект. Напомним, что в обычных калибровочных теориях спонтанное нарушение симмет-
рии может генерироваться при учете квантовых петлевых поправок (механизм Коулмена–
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Вайнберга [58]), даже если на классическом уровне такого нарушения нет. В работе Гриса-
ру [59] было показано, что если суперсимметрия не нарушена на классическом (древесном)
уровне, то она остается таковой в любом порядке теории возмущений. Более того, было до-
казано и обратное утверждение [60] о том, что если суперсимметрия нарушена на древесном
уровне, то она не может быть восстановлена при учете радиационных поправок.

Нарушение суперсимметрии за счет F и D членов подробно рассматривалось в обзорах
[32]–[33] и [36]–[37]. Оба этих механизма обладают существенными недостатками. Механизм
О’Рафферти предполагает, что система уравнений (71), которая определяет суперсимметрич-
ное вакуумное состояние, не имеет решения. Однако минимум потенциала взаимодействия
скалярных полей (70) существует, и в нем хотя бы один из F –членов приобретает вакуумное
среднее. Несмотря на то, что этот механизм позволяет построить модели [61] c невырожден-
ным спектром частиц, величина

StrM 2 =
∑
s

(−1)2s(2s+ 1)m2
s = 0 (73)

остается, так же как и в ненарушенной суперсимметрии [62], равной нулю. В выражении
(73) суммирование производится по всем частицам со спином s и массой m2

s. Результат
(73) является абсолютно неприемлемым с феноменологической точки зрения, поскольку он
предполагает существование легких суперпартнеров наблюдаемых частиц.

Механизм Илиопулоса–Файе лишен последнего недостатка. В рамках этого механизма на-
рушение суперсимметрии генерируется за счет введения дополнительного члена в лагранжи-
ан теории ξD, который, с одной стороны, не нарушает суперсимметрию, а с другой приводит
к появлению ненулевого вакуумного среднего у D члена (〈D〉 ∼ −ξ). Для его осуществ-
ления необходимо наличие локальной абелевой U(1)Y симметрии. В этом случае величина
суперследа (73) модифицируется следующим образом [62]–[63]:

StrM 2 =
∑
s

(−1)2s(2s+ 1)m2
s = −

∑
i

2gYQ
Y
i 〈DY 〉, (74)

где QY
i — гиперзаряд U(1)Y группы, а DY — соответствующее U(1)Y вспомогательное

поле. В простейшем СУСИ расширении СМ реализация такого механизма с необходимо-
стью приводит к существованию скалярных частиц более легких, чем их спинорные су-
перпартнеры. Последнее утверждение получило в литературе наименование теоремы Файе–
Димопулоса–Джорджи [64]–[65]. Для того чтобы избежать появления легких скаляров, Файе
ввел дополнительную U(1)′–группу [65], по которой все кварковые и лептонные суперполя
имеют положительные заряды. Общая проблема моделей такого типа [66] состоит в том, что
при введении дополнительного U(1)′ калибровочного взаимодействия появляется большое
количество новых аномальных амплитуд (треугольные аномалии Адлера–Белла–Джэкива).
Требование компенсации треугольных аномалий приводит к существенному увеличению чис-
ла частиц.

В настоящее время наиболее перспективным с точки зрения построения реалистических
СУСИ моделей является механизм нарушения суперсимметрии за счет эффектов суперграви-
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тации. В простейших реализациях этот механизм не меняет соотношений между безразмер-
ными константами бозон–фермионного и бозон–бозонного взаимодействий в СУСИ моделях,
что обеспечивает сокращение квадратичных расходимостей и, как следствие, стабилизацию
шкалы, на которой происходит нарушение SU(2)W × U(1)Y симметрии [67]. Такое нару-
шение суперсимметрии называют мягким. В случае мягкого нарушения СУСИ при сумми-
ровании квадратично расходящихся диаграмм вместо шкалы обрезания Λ появляется шкала
нарушения суперсимметрии MSUSY , которая имеет тот же порядок величины, что и массы
новых частиц. Так как явный вид членов нарушающих суперсимметрию, но не приводя-
щих к появлению квадратичных расходимостей известен [68], то это позволяет представить
лагранжиан мягко–нарушенной суперсимметрии в следующем виде:

L = LSUSY + Lsoft . (75)

где LSUSY — лагранжиан ненарушенной суперсимметрии, Lsoft включает в себя все члены
генерирующие мягкое нарушение СУСИ

−Lsoft =

(
1

2

∑
A

MAλ̃Aλ̃A + h.c.

)
+ Vsoft , (76)

Vsoft =
∑
i,j

m2
ijφ
†
iφj +

∑
j,j,k

(
1

6
aijkφiφjφk +

1

2
bijφiφj + tiφi + h.c.

)
,

где φi — скалярные компоненты киральных суперполей Φi, а λ̃A — поля калибрино, соот-
ветствующие различным калибровочным группам. Члены в Lsoft явным образом нарушают
СУСИ, поскольку они включают члены содержащие поля описывающие скалярные частицы
и калибрино, в то время как члены содержащие поля соответствующие суперпартнерам этих
частиц отсутствуют. Набор параметров мягкого нарушения суперсимметрии включает в се-
бя массы калибрино MA, массовые матрицы скалярных полей m2

ij , линейные, билинейные
и трилинейные константы взаимодействия скалярных полей (ti, bij и aijk соответственно).
Значения этих параметров очень важны, поскольку в СУСИ моделях они полностью опреде-
ляют спектр суперпартнеров наблюдаемых частиц. К числу главных недостатков моделей с
мягко нарушенной суперсимметрией следует отнести большое число неизвестных параметров
и, как следствие, низкую предсказательную силу теории.

Цели и задачи диссертационной работы. Настоящая работа посвящена построению
расширений СМ, которые могут приводить к относительно лёгкому бозону Хиггса с мас-
сой 125 ГэВ, а также изучению их возможных проявлений в различных экспериментах и
космологии. К числу основных целей диссертации следует отнести:

1. Изучение СУСИ теорий Великого Объединения с дополнительными пространственны-
ми измерениями и построение суперсимметричного расширения СМ с дополнитель-
ной U(1) калибровочной симметрией, а также модели составного Хиггса, в которой
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SU(2)W дублет бозонов Хиггса может появляться в качестве набора псевдоголдсто-
уновских состояний, отвечающих спонтанно нарушенной глобальной симметрии.

2. Рассмотрение эволюции различных констант взаимодействия в СУСИ моделях и в рас-
ширениях СМ с двумя дублетами Хиггса.

3. Исследование спектра хиггсовских состояний, процессов их рождения и различных ка-
налов их распадов в экспериментах на БАК в рамках СУСИ расширений СМ. Анализ
нестандартных каналов распада легчайшего бозона Хиггса в этих моделях.

4. Изучение ограничений на спектр частиц в СУСИ расширениях СМ с универсальными
параметрами мягкого нарушения суперсимметрии на шкале MX . Вычисление массы
легчайшего бозона Хиггса, плотности тёмной материи и сечения рассеяния легчайшего
нейтралино на нуклонах в этих моделях.

5. Рассмотрение процесса генерации барионной асимметрии Вселенной в СУСИ расшире-
ниях СМ и моделях составного Хиггса.

6. Анализ возможных проявлений СУСИ расширений СМ с дополнительной U(1) калиб-
ровочной симметрией и моделей составного Хиггса в экспериментах на БАК.

7. Исследование ограничений на параметры расширений СМ с двумя дублетами Хиггса,
которые обусловлены существованием вырожденных вакуумов в этой модели, имеющих
примерно такую же плотность энергии, что и физический вакуум. Вычисление массы
легчайшего бозона Хиггса в данных расширениях СМ. Построение СУГРА моделей с
вырожденными вакуумами и вычисление величины космологической постоянной в этих
моделях.

Методы исследования. Результаты, представленные в диссертации, получены посред-
ством аналитических и численных расчётов. Для описания эволюции параметров различных
моделей из области сверхвысоких энергий в инфракрасную область и получения верхних
ограничений на значения юкавских констант при низких энергиях использовались уравне-
ния ренормгруппы. При выводе соответствующих уравнений, а также при изучении сечений
рождения новых частиц и бозона Хиггса с массой 125− 126 ГэВ в экспериментах на БАК,
парциальных ширин распадов этих состояний, сечения процесса аннигиляции частиц тём-
ной материи, сечения рассеяния частиц тёмной материи на нуклонах и CP асимметрий, ко-
торые контролируют процесс генерации барионной асимметрии, использовались результаты
вычислений различных фейнмановских диаграмм. При разработке теоретических моделей
требовалась их непротиворечивость и согласие со всем массивом экспериментальных дан-
ных, включая данные астрофизических и космологических наблюдений, а также, где это
только представлялось возможным, выделялись физические процессы, на основе которых в
будущем можно было бы осуществить наблюдательную проверку данных моделей.
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Научная новизна. Предложено новое расширение МССМ (E6ССМ) с дополнительной
U(1)N калибровочной симметрией и спектром частиц, содержащим по крайней мере три
простейших представления группы E6, в котором операторы, приводящие к слишком быст-
рому распаду протона и к процессам, сопровождающимся нейтральными переходами с изме-
нением аромата в кварковом и лептонном секторах, подавлены посредством дискретной Z̃H

2

симметрии. В рамках E6ССМ изучены процесс генерации барионной асимметрии Вселенной,
нарушение SU(2)W × U(1)Y × U(1)N калибровочной симметрии, спектр бозонов Хиггса
и нестандартные распады легчайшего хиггсовского состояния, а также рассмотрены другие
возможные проявления этой СУСИ модели в экспериментах на БАК. Впервые предложены
простейшие пятимерные СУСИ ТВО и E6 СУСИ модель в шестимерном пространстве, кото-
рые при низких энергиях приводят к спектру частиц E6ССМ. Выведены двухпетлевые урав-
нения ренормгруппы E6ССМ. Используя полученные уравнения, проанализированы эволю-
ция калибровочных констант взаимодействия и сценарий инфракрасной квазификсирован-
ной точки в этой СУСИ модели, а также в рамках E6ССМ с универсальными параметрами
мягкого нарушения суперсимметрии на шкалеMX исследованы ограничения на параметры
данной модели.

Выведены двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описывающие эволюцию юкавских
констант в рамках НМССМ+. Используя полученные уравнения, изучен сценарий инфра-
красной квазификсированной точки, найдены теоретические ограничения на значения юкав-
ских констант при низких энергиях и установлена часть параметрического пространства,
наиболее естественным образом приводящая к хиггсовскому скаляру, который можно отож-
дествить с состоянием, обнаруженным в экспериментах на БАК. В данной области парамет-
рического пространства проанализированы перспективы обнаружения новых хиггсовских
состояний в ближайшем будущем.

Предложена новая модель составного Хиггса с SU(6) приближённой глобальной сим-
метрией в секторе, образующем набор связанных состояний, которая может появляться в
качестве низкоэнергетического предела ТВО в результате нарушенияE6 калибровочной сим-
метрии. Рассмотрены соответствующие нарушения E6 и SU(6) симметрий, генерация масс
фермионов и возможные проявления этой модели в экспериментах на БАК. В рамках данной
модели составного Хиггса предложен механизм генерации барионной асимметрии.

Впервые получены соотношения между параметрами расширения СМ с двумя дублетами
Хиггса, которые приводят к набору вырожденных вакуумов на шкале Λ, имеющих пример-
но такую же плотность энергии, что и физический вакуум. В рамках этого расширения СМ
с вырожденными вакуумами изучена зависимость массы легчайшего бозона Хиггса от па-
раметров модели. Впервые получены оценки для величины космологической постоянной в
рамках СУГРА моделей c вырожденными вакуумами, один из которых можно отождествить
с физическим вакуумом, а в другом низкоэнергетический предел рассматриваемой теории
описывается СУСИ моделью в плоском пространстве. Проанализированы предсказания дан-
ных СУГРА моделей, которые могут быть проверены в ходе экспериментов на БАК.
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Теоретическая и практическая значимость. Результаты анализа различных моделей,
представленные в диссертации, наряду с развитыми методами и подходами их исследования
легко обобщаются на другие расширения СМ. Полученные двухпетлевые уравнения ренорм-
группы могут использоваться в последующих работах при дальнейшем изучении расширений
СМ, предложенных в работе. Предсказания расширений СМ, которые рассмотрены в дис-
сертации, могут быть проверены в ходе экспериментов на БАК. Таким образом полученные
результаты могут помочь в интерпретации экспериментальных данных, а также могут быть
использованы при планировании новых экспериментов. В целом методы и подходы, разра-
ботанные в диссертации, актуальны и востребованы в организациях, занимающихся фунда-
ментальными исследованиями в области теоретической физики и физики высоких энергий,
как в России так и за рубежом.

Положения, выносимые на защиту:

1. Предложено расширение МССМ с дополнительной U(1)N калибровочной симметрией
(E6ССМ), спектр частиц которой включает по крайней мере три простейших представ-
ления группы E6. В рамках E6ССМ исследован процесс генерации барионной асим-
метрии Вселенной, обусловленный распадами легчайших правосторонних нейтрино и
снейтрино, которые не участвуют в калибровочных взаимодействиях. Показано, что
благодаря наличию экзотических состояний можно избежать проблемы гравитино. При
этом экзотические кварки и скварки в E6ССМ представляют собой либо лептокварко-
вые (сценарий A) либо дикварковые (сценарий B) состояния. Рассмотрены возможные
проявления экзотических состояний в экспериментах на БАК.

2. Найдены простейшие пятимерные СУСИ ТВО, котрые могут приводить к сценариям
A и B при энергиях существенно меньших, чем MX . Предложена E6 СУСИ модель
в шестимерном пространстве, в рамках которой спектр частиц при низких энергиях
отвечает сценарию A.

3. Проведён сравнительный анализ эволюции калибровочных констант взаимодействия в
МССМ и E6ССМ. Показано, что в случае сценария A точного совпадения калибро-
вочных констант СМ на шкале MX можно добиться практически при любых фено-
менологически приемлемых значениях α3(MZ), тогда как в рамках сценария B учёт
двухпетлевых поправок разрушает объединение калибровочных констант.

4. Исследованы нарушение SU(2)W × U(1)Y × U(1)N калибровочной симметрии и
спектр бозонов Хиггса в E6ССМ. Показано, что даже в древесном приближении масса
легчайшего бозона Хиггса в этой модели может достигать 120 − 130 ГэВ, а относи-
тельные парциальные ширины нестандартных распадов этого хиггсовского состояния
могут составлять 10 − 20%. Отдельно в контексте верхнего ограничения на массу
легчайшего хиггсовского скаляра изучен сценарий инфракрасной квазификсированной
точки.
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5. В рамках E6ССМ и МССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения супер-
симметрии на шкалеMX проанализированы ограничения на параметры этих моделей.
Показано, что в E6ССМ, так же как и в МССМ, почти все скалярные частицы имеют
массы большие 5ТэВ и существенно тяжелее глюино, а также легчайших нейтралино и
чарджино. Установлено, что в общем случае имеющиеся экспериментальные ограниче-
ния на сечение рассеяния частиц тёмной материи на ядрах приводят к весьма жёстким
нижним ограничениям на массы суперпартнёров калибровочных бозонов. Тем не менее
в E6ССМ найдены сценарии с относительно лёгкими глюино, нейтралино и чарджино.

6. Используя двухпетлевые уравнения ренормгруппы установлены теоретические огра-
ничения на значения юкавских констант при низких энергиях в рамках НМССМ и
НМССМ+. Показано, что наиболее естественным образом хиггсовский бозон, который
можно отождествить с состоянием, обнаруженным в экспериментах на БАК, мож-
но получить в области параметрического пространства, отвечающей НМССМ (или
НМССМ+) с приближённой U(1) симметрией. В этом пределе исследован спектр бозо-
нов Хиггса и вычислены сечения рождения всех хиггсовских состояний в эксперимен-
тах на БАК. Отдельно проанализирован сценарий инфракрасной квазификсированной
точки.

7. Предложена шестимерная СУСИ модель, в которой нарушение E6 калибровочной сим-
метрии приводит к модели составного Хиггса (E6МСХ) с SU(6) приближённой гло-
бальной симметрией в секторе, образующем набор связанных состояний. В рамках
E6МСХ предложен механизм генерации барионной асимметрии, а также рассмотре-
ны генерация масс фермионов и возможные проявления этой модели в экспериментах
на БАК. В частности, исследованы сечение рождения и относительные парциальные
ширины распадов нейтрального псевдоголдстоуновского бозона, который образуется в
результате нарушения SU(6) симметрии.

8. В расширении СМ с двумя дублетами Хиггса получены соотношения между парамет-
рами этой модели, которые приводят к набору вырожденных вакуумов на шкале Λ,
имеющих примерно такую же плотность энергии, что и физический вакуум. Установ-
лено, что такие вырожденные вакуумы образуются в результате спонтанного наруше-
ния приближённой U(1) симметрии, которая при Λ . MP приводит к подавлению
процессов сопровождающихся нейтральными переходами с изменением аромата в квар-
ковом и лептонном секторах, а также эффектов, связанных с CP нарушением в хиггсов-
ском секторе. В рамках данного расширения СМ с вырожденными вакуумами изучен
сценарий инфракрасной квазификсированной точки и исследована зависимость массы
легчайшего бозона Хиггса от параметров модели.

9. Предложены СУГРА модели c вырожденными вакуумами, один из которых можно
отождествить с физическим вакуумом, а в другом низкоэнергетический предел рас-
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сматриваемой теории описывается СУСИ моделью в плоском пространстве. Предпола-
гая, что различие в плотностях энергий этих вакуумов пренебрежимо мало, получены
оценки для величины космологической постоянной. Рассмотрены предсказания данных
СУГРА моделей, которые могут быть проверены в ходе экспериментов на БАК.

Степень достоверности и апробация результатов. Полученные в диссертации резуль-
таты являются обоснованными. Они опубликованы в реферируемых журналах. Результаты,
представленные в диссертации, обсуждались на семинарах в ведущих университетах и лабо-
раториях мира, включая университеты городов Оксфорда, Кембриджа, Саутгемптона, Глаз-
го, Эдинбурга, Дарема, Манчестера, Ливерпуля, Ланкастера, Аделаида, университет Минне-
соты и Гавайский университет, а также Стэнфордскую национальную ускорительную лабо-
раторию SLAC, Московский Государственный Университет имени М.В. Ломоносова (МГУ),
НИИЯФ МГУ, ИЯИ, ОИЯИ, ИТЭФ и ИФВЭ. Полученные результаты также обсуждались
на крупнейших международных конференциях:

1. 37th International Conference on High Energy Physics (Валенсия, Испания, 2014).

2. 35th International Conference on High Energy Physics (Париж, Франция, 2010).

3. 34th International Conference on High Energy Physics (Филадельфия, США, 2008).

4. 33rd International Conference on High Energy Physics (Москва, Россия, 2006).

5. 2015 Europhysics Conference on High Energy Physics (Вена, Австрия, 2015).

6. 2007 Europhysics Conference on High Energy Physics (Манчестер, Великобритания, 2007).

7. 2011 Meeting of the Division of Particles and Fields of the American Physical Society (Про-
виденс, США, 2011).

8. 11th Conference on the Intersections of Particle and Nuclear Physics (Санкт-Петербург,
Флорида, США, 2012).

9. 24th International Conference on Supersymmetry and Unification of Fundamental Interactions
(Мельбурн, Австралия, 2016).

10. 19th International Conference on Supersymmetry and Unification of Fundamental Interactions
(Национальная ускорительная лаборатория им. Энрико Ферми, США, 2011).

11. 17th International Conference on Supersymmetry and Unification of Fundamental Interactions
(Бостон, США, 2009).

12. 15th International Conference on Supersymmetry and Unification of Fundamental Interactions
(Карлсруэ, Германия, 2007).
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13. 13th International Conference on Supersymmetry and Unification of Fundamental Interactions
(Дарем, Великобритания, 2005).

14. Conference on Particles and Cosmology (Сингапур, 2018).

15. Conference on Cosmology, Gravitational Waves and Particles (Сингапур, 2017).

16. CoEPP Annual Workshop (Торку, Виктория, Австралия, 2016)

17. CoEPP Annual Workshop (Хобарт, Тасмания, Австралия, 2015).

18. CoEPP Annual Workshop (Вуллонгонг, Новый Южный Уэльс, 2014).

19. Workshop on CP Studies and Non-Standard Higgs Physics (Европейский Центр ядерных
исследований, Женева, 2005).

20. International Workshop "What comes beyond the Standard model?"(Блед, Словения, 2004,
2002 и 2000).

21. 19th International Workshops on High Energy Physics and Quantum Field Theory (Голи-
цыно, Московская область, Россия, 2010).

22. 18th International Workshops on High Energy Physics and Quantum Field Theory (Санкт–
Петербург, Россия 2004).

23. 20th International Seminar on High Energy Physics "QUARKS-2018"(Валдай, Россия,
2018).

24. 19th International Seminar on High Energy Physics "QUARKS-2016"(Пушкин, Россия,
2016).

25. 17th Lomonosov Conference on Elementary Particle Physics (Москва, Россия, 2015).

26. 13th Lomonosov Conference on Elementary Particle Physics (Москва, Россия, 2007).

27. 12th Lomonosov Conference on Elementary Particle Physics (Москва, Россия, 2005).

28. Научные сессии–конференции секции ядерной физики ОФН РАН (Москва, Россия, 2002
и 2000).

Результаты исследований, приведённые в диссертационной работе, получили широкую из-
вестность и активно обсуждаются в международном научном сообществе.

Публикации и личный вклад автора. Материалы диссертации опубликованы в 36 ста-
тьях в рецензируемых журналах [69]–[104] и в 31 статье в сборниках трудов конференций
[105]–[135]. Вклад автора в полученные результаты является определяющим. Содержание
диссертации и положения, выносимые на защиту, отражают персональный вклад автора в
опубликованные работы.
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Структура диссертации. Диссертационная работа состоит из введения, трёх глав, за-
ключения, библиографии и трёх приложений.

Первая глава посвящена изучению феноменологических аспектов суперсимметричных
расширений СМ. В разделе 1.1 обсуждаются простейшее суперсимметричное обобщение СМ
— минимальная суперсимметричная стандартная модель (МССМ), простейшее расширение
МССМ — неминимальная суперсимметричная стандартная модель (НМССМ) и её модифи-
кации, а также суперсимметричное расширение СМ с дополнительной U(1)N калибровоч-
ной симметрией (Е6ССМ), которое может возникнуть в результате нарушения E6 симмет-
рии или её подгруппы. Исследуется эволюция калибровочных констант в рамках МССМ
и Е6ССМ. Приведены двухпетлевые уравнения ренормгруппы, которые описывают пере-
нормировку этих констант в Е6ССМ. Обсуждается объединение калибровочных констант в
рассматриваемых моделях.

В разделе 1.2 рассматриваются N = 1 суперсимметричные модели Великого Объедине-
ния с одним и двумя дополнительными измерениями, которые могут приводить к Е6ССМ в
области низких энергий. Обсуждаются сокращение аномалий, распад протона и соотношения
между юкавскими константами в этих моделях.

В разделе 1.3 изучаются нарушение калибровочной симметрии и спектр бозонов Хиггса
в МССМ, НМССМ и Е6ССМ. Исследуется эволюция юкавских констант и теоретические
ограничения на их значения при низких энергиях в рамках НМССМ и Е6ССМ. В частности,
рассматривается процесс формирования квазификсированных точек, вблизи которых фо-
кусируются решения уравнений ренормгруппы в области низких энергий, и анализируется
верхнее ограничение на массу легчайшего хиггсовского бозона в их окрестности. В рамках
НМССМ с приближённой U(1) симметрией исследуются сечения рождения хиггсовских со-
стояний и возможные каналы их распада в экспериментах на БАК. Нестандартные распады
легчайшего бозона Хиггса с массой 125 ГэВ обсуждаются в рамках Е6ССМ.

В разделе 1.4 рассматриваются другие возможные проявления СУСИ расширений СМ в
различных экспериментах и космологии. В частности, в рамках Е6ССМ исследуются теоре-
тические ограничения на массы легчайших экзотических фермионов, распады легчайшего
хиггсовского состояния на пары таких фермионов и возможные проявления экзотических
частиц в экспериментах на БАК. В МССМ и Е6ССМ с универсальными параметрами мяг-
кого нарушения СУСИ на шкале MX изучается зависимость плотности тёмной материи
и сечения рассеяния легчайшего нейтралино на нуклонах от параметров этих моделей, а
также анализируются ограничения на спектр суперчастиц. Рассматривается механизм ге-
нерации барионной асимметрии Вселенной, обусловленный распадами легчайших правосто-
ронних нейтрино и снейтрино в МССМ и Е6ССМ.

Вторая глава посвящена изучению модели составного Хиггса, в которой SU(2)W дуб-
лет бозонов Хиггса вместе с SU(3)C триплетом скалярных полей и синглетным скалярным
полем появляются в качестве набора псевдоголдстоуновских состояний в результате наруше-
ния приближённой SU(6) симметрии. Рассматривается E6 СУСИ модель в шестимерном

32



пространстве, нарушение калибровочной симметрии в которой может приводить к данной
модели составного Хиггса (Е6МСХ) в области низких энергий. Обсуждаются нарушение сим-
метрий и генерация масс фермионов в этой модели. Анализируются возможные проявления
Е6МСХ в экспериментах на БАК. В рамках Е6МСХ с нарушением барионного числа и от-
носительно лёгким SU(3)C триплетом скалярных полей исследуется механизм генерации
барионной асимметрии Вселенной.

В третьей главе рассматриваются расширения СМ с вырожденными вакуумами. В рамках
расширения СМ с двумя дублетами Хиггса анализируются соотношения между параметра-
ми этой модели, которые приводят к набору вырожденных вакуумов, имеющих примерно
такую же плотность энергии, что и физический вакуум. Обсуждается подавление процессов,
которые сопровождаются нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом и
лептонном секторах, и эффектов CP–нарушения в хиггсовском секторе. Исследуются эво-
люция констант взаимодействия и процесс формирования квазификсированных точек, вбли-
зи которых концентрируются решения уравнений ренормгруппы в области низких энергий.
Анализируется зависимость массы легчайшего бозона Хиггса от параметров данной модели.
Изучаются (N=1) СУГРА модели с двумя вырожденными вакуумам, один из которых можно
отождествить с физическим вакуумом. Приводятся различные оценки величины космологи-
ческой постоянной. Обсуждаются предсказания этих СУГРА моделей, которые могут быть
проверены в ходе экспериментов на БАК.

В заключении сформулированы основные результаты, представленные в диссертацион-
ной работе. В Приложениях приводятся двухпетлевые уравнения ренормгруппы, которые
используются при анализе НМССМ и Е6ССМ, однопетлевые поправки к массам хиггсовских
бозонов в МССМ и НМССМ, а также обсуждается спектр бозонов Хиггса и нейтралино в
Е6ССМ.
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Глава 1

Суперсимметричные расширения

Стандартной Модели, теории Великого

Объединения и бозоны Хиггса

1.1 Суперсимметричные расширения СМ

1.1.1 МССМ и НМССМ

N = 1 СУСИ алгебра предполагает, что каждый СУСИ мультиплет должен содержать
равное число бозонных и фермионных степеней свободы. По этой причине простейшие су-
персимметричные обобщения СМ должны включать скалярные степени свободы, которые
ассоциируются с левосторонними и правосторонними фермионами СМ. Другими словами,
эти модели должны содержать наряду с кварками и лептонами их скалярные суперпартнё-
ры — левосторонние и правосторонние скварки и слептоны. СУСИ расширения СМ также
должны включать фермионные партнёры калибровочных и хиггсовских бозонов, которые
обычно называют калибрино и хиггсино соответственно.

Хорошо известно, что в СМ достаточно одного хиггсовского дублета, чтобы все лептоны
и кварки приобрели ненулевые массы. Эти массы генерируются благодаря юкавскому вза-
имодействию кварков и лептонов с хиггсовским полем. Если быть более точным, то массы
нижних кварков и заряженных лептонов генерируются самим хиггсовским дублетом, в то
время как зарядово–сопряженное поле iσ2H

† генерирует массы верхних кварков. Методика
построения лагранжианов СУСИ моделей, которая обсуждалась во Введении, предполага-
ет, что юкавское взаимодействие между полем Хиггса и фермионными полями полностью
обусловлено структурой суперпотенциала модели. Поскольку W (Φk) является аналитиче-
ской функцией киральных суперполей, суперпотенциал СУСИ моделей не может содержать
зарядово–сопряженное поле iσ2H

†. Таким образом, для того чтобы в СУСИ расширени-
ях СМ все кварки и заряженные лептоны приобрели массы необходимо ввести по крайней
мере ещё один хиггсовский дублет. При этом рассматриваемый механизм генерации масс
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предполагает, что хиггсовские дублеты имеют противоположные гиперзаряды, что также
обеспечивает сокращение аномалий.

В конечном итоге, простейшее суперсимметричное расширение СМ— минимальная супер-
симметричная стандартная модель (МССМ) включает в себя следующий набор киральных
суперполей:

Qa = (ua, da) ∼
(
3, 2, 1

6

)
, uca ∼

(
3̄, 1, −2

3

)
,

La = (νa, ea) ∼
(
1, 2, −1

2

)
, dca ∼

(
3̄, 1, 1

3

)
,

H1 = (H0
1 , H

−
1i) ∼

(
1, 2, −1

2

)
, eca ∼ (1, 1, 1) ,

H2 = (H+
2 , H

0
2) ∼

(
1, 2, 1

2

)
,

(1.1)

где первая и вторая величины в скобках отвечают SU(3)C и SU(2)W представлениям соот-
ветствующего супермультиплета, тогда как третья величина в скобках является его U(1)Y
гиперзарядом, а индекс a пробегает значения от 1 до 3 и ассоциируется с номером поколения
элементарных частиц. В выражении (1.1) Qa и La отвечают дублетам левосторонних квар-
ковых и лептонных суперполей, а eca, u

c
a и dca соответствуют правостороннему лептонному

суперполю, а также верхним и нижним кварковым суперполям. Наконец,H1 иH2 отвечают
двум хиггсовским дублетам, которые генерируют массы кварков и лептонов. В выражении
(1.1) и далее изоспиновые и цветовые индексы, которые ассоциируются с SU(2)W и SU(3)C
калибровочными взаимодействиями, опущены.

Наряду с хиггсовскими, кваковыми и лептонными киральными суперполями МССМ со-
держит векторные супермультиплеты

V̂1 ∼ (1, 1, 0) , V̂2 = V a
2 τ

a ∼ (1, 3, 0) , V̂3 = V a
3 T

a ∼ (8, 1, 0) , (1.2)

которые отвечают U(1)Y , SU(2)W и SU(3)C взаимодействиям соответственно. V̂1 — абе-
левое векторное суперполе, которое содержит U(1)Y калибровочное поле. Суперпартнёр
калибровочного бозона, соответствующего слабому гиперзаряду, обычно называют бино. V̂2

включает в себя триплет SU(2)W калибровочных бозонов и их суперпартнёров (вино). V̂3

содержит октет глюонов, а также октет их суперпартнёров (глюино). Смешивание бино с
нейтральным вино и нейтральными хиггсино образует набор нейтральных фермионных со-
стояний — нейтралино. В свою очередь при смешивании заряженных вино с заряженными
хиггсино возникают заряженные фермионные состояния, которые обычно называют чарджи-
но.

Для того чтобы воспроизвести юкавские взаимодействия, посредством которых генери-
руются массы всех кварков и заряженных лептонов в СМ необходимо включить следующие
члены в суперпотенциал МССМ

WMSSM = yUabQau
c
bH2 + yDabQad

c
bH1 + yLabLae

c
bH1 + µH1H2 , (1.3)

где, как и прежде, индексы a и b ассоциируется с номером поколения элементарных частиц.
В выражении (1.3) yUab, y

D
ab и y

L
ab — безразмерные 3×3 матрицы юкавских констант взаимо-

действия, которые определяют спектр масс кварков и заряженных лептонов, а также фазу
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в матрице Кабиббо – Кобаяши – Маскавы (ККМ-матрица). Член в суперпотенциале (1.3)
µH1H2 = µ(H1)α(H2)βε

αβ , где α, β = 1, 2 – индексы, которые соответствуют SU(2)W
взаимодействию, определяет массы суперпартнёров бозонов Хиггса (хиггсино). Традицион-
но, это слагаемое в суперпотенциале МССМ называют µ−членом

Хотя выражение (1.3) определяет суперпотенциал простейшего суперсимметричного рас-
ширения СМ, т.е. МССМ, существуют дополнительные слагаемые, которые могли бы быть
добавлены к суперпотенциалу (1.3). Набор таких слагаемых может быть представлен в виде
суммы:

WNR = λLabdLaLbed + λL′abdLaQbdd + µ′aLaH2 + λBabdu
c
ad

c
bd
c
d , (1.4)

Слагаемые в выражении (1.4) не нарушают ни калибровочную инвариантность ни суперсим-
метрию. С другой стороны, члены вWNR нарушают либо лептонное либо барионное число,
что может привести к слишком быстрому распаду протона. В наболее общем виде перенорми-
руемый калибровочно–инвариантный суперпотенциал простейшего СУСИ расширения СМ
может быть представлен в виде суммы W = WMSSM + WNR. Члены в выражении (1.4)
не могут быть включены в лагранжиан СМ, так как они привели бы к нарушению Лоренц–
инвариантности. Поскольку процессы с нарушением либо лептонного либо барионного чис-
ла не были наблюдены экспериментально, соответствующие взаимодействия должны быть
сильно подавлены.

Требование инвариантности лагранжиана по отношению к преобразованиям R–чётности
(PR)

PR = (−1)3(B−L)+2s , (1.5)

где s, B и L — спин, барионное и лептонное квантовые числа (барионный и лептонный
заряды) полей или что, в общем-то, эквивалентно по отношению к преобразованиям другой
дискретной Z2 симметрии (PM )

PM = (−1)3(B−L) , (1.6)

позволяет подавить процессы с нарушением лептонного или барионного числа в МССМ.
Нетрудно убедиться в том, что кварковым и лептонным супермультиплетам отве-
чает PM = −1, в то время как хиггсовским и векторным суперполям — PM = +1.
Дискретная симметрия PM запрещает все члены в WNR. PM коммутирует с генераторами
преобразований суперсимметрии. Все компоненты суперполей имеют одну и ту же чётность
PM . Главное преимущество дискретной Z2 симметрии PM заключается в том, что эта сим-
метрия может быть фундаментальной симметрией теории тогда, как симметрии U(1)B и
U(1)L, которые ассоциируются с барионными и лептонными зарядами, весьма вероятно не
являются фундаментальными, поскольку они нарушаются непертурбативными электросла-
быми эффектами. Действительно, PM является дискретной подгруппой U(1)B−L, которая
ассоциируется с разностью барионного и лептонного зарядов. Расширение симметрии СМ до
SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y ×U(1)B−L не содержит аномалий, если спектр частиц вклю-
чает правосторонние нейтрино. В отличии от U(1)B−L в случае расширения симметрии СМ

36



до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)B или SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)L
сокращения аномалий не происходит, что в конечном итоге приводит к нарушению U(1)B
и U(1)L симметрий. Сокращение аномалий в расширениях СМ с дополнительной U(1)B−L
симметрией позволяет рассчитывать на то, что её дискретная подгруппа PM остаётся нена-
рушенной. Хотя PM запрещает все перенормируемые взаимодействия, которые нарушают
либо U(1)B либо U(1)L в МССМ неперенормируемые члены высших размерностей могут
приводить к процессам с нарушением лептонного и барионного чисел. Однако такие про-
цессы, обусловленные операторами высших размерностей, оказываются достаточно сильно
подавленными.

Поскольку в теориях с сохраняющимся моментом импульса произведение факторов (−1)2s

в каждой вершине взаимодействия всегда оказывается равным +1, инвариантность лагран-
жиана суперсимметричных моделей по отношению к преобразованиям PM симметрии также
предполагает сохранение R–чётности в этих моделях. В то же самое время необходимо отме-
тить, что различные компоненты суперполей имеют различнуюR–чётность. Это однозначно
указывает на то, что преобразования R–чётности не коммутируют с генераторами преобра-
зований суперсимметрии и, следовательно, в суперсимметричных теориях сохранение соот-
ветствующего квантового числа не гарантировано. Тем не менее сохраниение R–чётности,
обусловленное инвариантностью лагранжиана суперсимметричных моделей по отношению
к преобразованиям PM симметрии, оказывается исключительно полезным с феноменоло-
гической точки зрения. Действительно, все частицы в СМ, включая бозоны Хиггса, имеют
PR = +1, в то время как все скваки, слептоны, бино, вино, глюино и хиггсино имеют
PR = −1. Состояния с отрицательной R–чётностью обычно называют суперсимметричны-
ми (СУСИ) частицами или суперчастицами. Поскольку в простейшем СУСИ обобщении СМ
R–чётность сохраняется состояния с PR = +1 и PR = −1 не смешиваются. Более того
каждая вершина взаимодействия всегда содержит четное число состояний с PR = −1. Это
приводит к трём основным феноменологическим следствиям:

• Легчайшая суперсимметричная частица (ЛСЧ) должна быть абсолютно стабильной
и может выступать в роли небарионной тёмной материи. Обычно в СУСИ моделях
легчайшее суперсимметричное состояние представляет собой суперпозицию хиггсино,
бино и вино. Поскольку легчайшее нейтралино является нейтральной, массивной и сла-
бо взаимодействующей частицей, существование данного состояния может объяснить
происхождение крупномасштабной структуры Вселенной, а также обеспечить суще-
ственный вклад в плотность тёмной материи, если масса соответствующего состояния
mχ0

1
. ТэВ.

• В коллайдерных экспериментах суперчастицы могут рождаться только парами.

• Каждая суперчастица распадается таким образом, что конечное состояние всегда со-
держит нечётное число ЛСЧ (обычно только одно). Так как ЛСЧ не может быть заре-
гистрировано непосредственно в коллайдерных экспериментах, существование данного
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состояния приводит к несохранению энергии-импульса в этих экспериментах.

Вид суперпотенциала МССМ (1.3) можно существенно упростить, если принять во внима-
ние, что только одна юкавская константа yU33 = ht, которая соответствует t–кварку, оказы-
вается порядка 1. Все остальные юкавские константы взаимодействия значительно меньше
1 и в первом приближении ими можно пренебречь. Тогда суперпотенциал МССМ принимает
вид:

WMSSM ' µH1H2 + htQt
cH2 , (1.7)

где Q = Q3 и tc = uc3. Структура лагранжиана СУСИ моделей, которая обсуждалась во
Введении, предполагает, что юкавская константа ht определяет не только взаимодействие
дублета хиггсовских полей H2 c t–кварком, но и взаимодействие суперпартнеров t–кварка
с соответствующим дублетом хиггсино и полем t–кварка. Более того, суперпотенциал (1.7)
приводит к нескольким членам в потенциале скалярных полей

VF =
∑
i

F †i Fi = h2
t |H2Q|2 + h2

t |H2|2|tc|2 + |µH1 + htQt
c|2 , (1.8)

которые отвечают взаимодействию дублетов хиггсовских полей с суперпартнерами t–кварка.
Соответствующие константы взаимодействия также определяются ht. Соотношения между
упомянутыми выше безразмерными константами бозон–фермионного и бозон–бозонного вза-
имодействий обеспечивают сокращение квадратичных расходимостей в СУСИ моделях [67].
Другими словами, благодаря этим соотношениям вклад в квадратичные расходимости от
фермионных петель полностью компенсируется вкладом от бозонных петель. Поскольку в
случае мягко–нарушенной суперсимметрии соотношения между безразмерными константа-
ми бозон–фермионного и бозон–бозонного взаимодействий остаются неизменными, данное
нарушение суперсимметрии не приводит к появлению квадратичных расходимостей.

Как уже отмечалось во Введении, лагранжиан мягко–нарушенной суперсимметрии мож-
но представить в виде суммы LSUSY и Lsoft, где LSUSY представляет собой лагранжи-
ан инвариантный по отношению к преобразованиям СУСИ, а Lsoft включает в себя набор
членов, которые нарушают суперсимметрию. В случае МССМ часть лагранжиана, которая
инвариантна по отношению к преобразованиям СУСИ может быть представлена в виде

LMSSM
SUSY =

∑
A=SU(3),SU(2),U(1)

1

32

(∫
d2θ TrW α

AWAα +

∫
d2θ̄ TrW †α̇

A W †
Aα̇

)

+
∑
i

∫
d2θd2θ̄ Φ†ie

2g3V3+2g2V2+2qig1V1Φi +

(∫
d2θ WMSSM(Φk) + h.c.

)
, (1.9)

где Φi — набор киральных суперполей, соответствующий МССМ. Наиболее общее выра-
жение для Lsoft приведено во Введении (см. (76) ). Данная часть лагранжиана со-
держит множество новых параметров, которых нет в СМ. Подсчет числа новых массовых
параметров, фаз и углов смешивания в Lsoft указывает на то, что в самом общем случае
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число новых параметров превышает 100. С другой стороны включение всех этих парамет-
ров может приводить к CP-нарушению, нейтральным токам с изменением аромата и другим
явлениям, на которые существуют жесткие экспериментальные ограничения. Для того что-
бы подавить все эти нежелательные эффекты, которые обусловленны введением параметров
мягкого нарушения суперсимметрии, мы будем в дальнейшем предполагать, что все новые
параметры являются реальными величинами, трилинейные константы взаимодействия ска-
лярных полей пропорциональны соответствующим юкавским константам и m2

ij ' m2
i δij . В

результате выражение для Lsoft принимает вид:

−LMSSM
soft =

∑
im

2
i |φi|2 +

(
1

2

∑
AMAλ̃Aλ̃A +

∑
a,b[A

U
aby

U
abQ̃aũ

c
bH2

+ AD
aby

D
abQ̃ad̃

c
bH1 + AL

aby
L
abL̃aẽ

c
bH1] +BµH1H2 + h.c.

)
,

(1.10)

где λ̃3, λ̃2 и λ̃1 соответствуют полям глюино, вино и бино, а Q̃a, ũca d̃
c
a, L̃a и ẽca являются

скалярными компонентами соответствующих киральных суперполей.
К числу недостатков МССМ обычно относят, так называемую, проблему µ–члена. Дей-

ствительно, суперпотенциал МССМ (1.3) содержит только один член билинейный по супер-
полям, т.е. µH1H2. В самом общем случае параметр µ непосредственно никак не связан с
электрослабой шкалой или шкалой нарушения СУСИ. Более того, соответствующий член
естественным образом появляется в рамках теорий Великого Объединения и супергравита-
ционных моделей. При этом массовый параметр µ ассоциируется либо со шкалой, на которой
происходит нарушение калибровочной симметрии в ТВО, либо с массой Планка. Однако в
случае, когда µ ∼ MX(∼ MPl) дублеты хиггсовских полей H1 и H2 приобретают огром-
ные массыm2

H1,H2
' µ2 'M 2

X(M 2
Pl) и никакого нарушения SU(2)W×U(1)Y симметрии

не происходит. С другой стороны, параметр µ не может быть равным нулю, т.е. отсутствовать
в исходном суперпотенциале, так как в силу мультипликативного характера перенормировки
он остается равным нулю на любой шкале ниже MX(MPl). Отсутствие смешивания дуб-
летов Хиггса приводит к тому, что на электрослабой шкале H1 не приобретает среднего
по вакууму, а кварки d–типа и лептоны остаются безмассовыми. Таким образом, для того
чтобы все кварки и заряженные лептоны, а также векторные W± и Z–бозоны приобрели в
результате спонтанного нарушения электрослабой симметрии ненулевые массы, меньшие на
много порядков MPl, параметр µ должен быть порядка 102 ÷ 103 ГэВ.

Одно из наиболее элегантных решений проблемы µ–члена предполагает, что суперпотен-
циал суперсимметричного расширения СМ инвариантен по отношению к дискретным преоб-
разованиям группы Z3, т.е. Φi → e2iπ/3Φi. Член µH1H2 не удовлетворяет этому требова-
нию и поэтому должен быть исключен из рассмотрения. Вместо µ–члена в наиболее простом
расширении МССМ — неминимальной суперсимметричной стандартной модели (НМССМ)
вводится дополнительное синглетное по отношению к SU(2)W и U(1)Y калибровочным
преобразованиям суперполе S [136]–[137] (см. также обзоры [138]–[140]). Cуперпотенциал

39



НМССМ имеет вид:

WNMSSM = λS(H1εH2) +
κ

3
S3 +WMSSM(µ = 0) . (1.11)

В результате спонтанного нарушения SU(2)W × U(1)Y симметрии поле S приобретает
вакуумное среднее и генерируется эффективный µ–член (µ = λ〈S〉). Второй член в супер-
потенциале НМССМ нарушает глобальную U(1) симметрию, которая отвечает симметрии
Печчеи — Квинн [141]. Симметрия Печчеи — Квинн была введена в рассмотрение в 1977 году
для того, чтобы решить проблему сильного CP-нарушения в квантовой хромодинамике. В
рассматриваемой модели в пределе, когда κ = 0, данная U(1) симметрия нарушается спон-
танно из-за образования вакуумного конденсата поля S, что приводит к появлению аксиона
(псевдоголдстоуновского состояния) в спектре частиц [142]. Хотя аксионы рассматривают-
ся как одни из кандидатов, составляющих тёмную материю, обнаружить эти состояния до
сих пор не удалось. Астрофизические ограничения полученные на основе наблюдений ско-
рости потери энергии звёздами (красными гигантами, сверхновой SN1987A и т. д.), которое
в том числе может быть обусловлено рождением аксионов в их недрах, предполагают, что в
НМССМ с κ = 0 значение вакуумного конденсата 〈S〉 должно быть слишком велико, т.е.
〈S〉 & 109 ГэВ [143]. Столь несоразмерно большее по сравнению с электрослабой шкалой
значение 〈S〉, по сути, приводит к проблеме иерархий. Поэтому обычно предполагается, что
суперпотенциал НМССМ должен содержать члены, явно нарушающие симметрию Печчеи
— Квинн.

Хотя в контексте всего вышесказанного нарушение глобальнойU(1) симметрии в НМССМ
до дискретной Z3 симметрии представляется весьма естественным способом избежать появ-
ления псевдоголдстоуновского состояния в спектре частиц, такой подход также не лишён
недостатков. Действительно, вакуумные средние хиггсовских полей 〈H1〉, 〈H2〉 и 〈S〉 нару-
шают дискретную Z3 симметрию, что приводит к формированию доменных стенок в ранней
Вселенной [144], которые в свою очередь приводят к слишком высокой анизотропии кос-
мического микроволнового фонового излучения (реликтового излучения) [145]. Было также
показано, что нарушение Z3 симметрии посредством введения операторов высших размерно-
стей, которые подавлены по 1/MPl, приводят к квадратично расходящимся вкладам деста-
билизирующим электрослабую шкалу [146]. В принципе соответствующие операторы могут
быть запрещены дискретными симметриями ZR

2 или ZR
5 [147]–[148]. При этом операторы

высших размерностей генерируют линейный член ξS в суперпотенциале, который не при-
водит к дестабилизации электрослабой шкалы, поскольку константа ξ достаточно мала. С
другой стороны эта константа достаточно велика, чтобы предотвратить появление доменных
стенок. Суперпотенциал соответствующей модификации НМССМ (МНССМ) может быть
представлен в следующем виде [148]–[149]:

WMNSSM = λS(H1H2) + ξS +WMSSM(µ = 0) . (1.12)

Наряду с МНССМ обсуждались и другие модификации НМССМ [75], [82], [150].
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1.1.2 E6ССМ

Другой подход к решению проблемы µ–члена возникает в рамках ТВО с E6 калибровочной
симметрией. СУСИ модели с калибровочными группами, которые являются подгруппами
E6 или E8 естественным образом возникают из E8 × E ′8 десятимерной гетеро-
тической теории суперструн [151]. Было показано, что предел сильного взаимодействия в
этой теории описывается в области низких энергий 11–мерной супергравитацией [152]. Ком-
пактификация дополнительных измерений в данной теории приводит к нарушению E8 до
E6 или ее подгруппы в наблюдаемом секторе [153]. Другая калибровочная симметрия E ′8
отвечает скрытому сектору, в котором происходит нарушение локальной суперсимметрии.
В рассматриваемой теории поля скрытого сектора взаимодействуют с полями наблюдаемо-
го сектора только посредством гравитационного взаимодействия. Нарушение E6 симметрии
при сверхвысоких энергиях порядка MX ' 1016 ГэВ может приводить к СУСИ моделям
с дополнительной U(1)′ калибровочной симметрией, которая представляет собой линейную
суперпозицию U(1)χ и U(1)ψ симметрий, т.е.:

U(1)′ = U(1)χ cos θ + U(1)ψ sin θ . (1.13)

СимметрииU(1)χ иU(1)ψ появляются, например, в результате нарушенияE6 → SO(10)×
U(1)ψ и последующего нарушения SO(10)→ SU(5)× U(1)χ (см. обзоры [154]–[155]).

В исследуемых СУСИ моделях сокращение аномалий происходит автоматически, если
спектр частиц при низких энергиях содержит только полные 27–плеты, которые образуют
простейшее представление группы E6. Поэтому при построении самосогласованной СУСИ
модели с дополнительной U(1)′ симметрией (1.13) представляется вполне естественным до-
полнить спектр частиц МССМ экзотическими состояниями таким образом, чтобы в сово-
купности с обычными кварковыми и лептонными суперполями спектр частиц включал три
полных 27–плета, которые соответствуют трем поколениям частиц. В этой связи удобно пред-
ставить простейшие представления группы E6, т.е. 27i, в виде разложения по представле-
ниям группы SU(5):

27i →
(

10,
1√
24
, − 1√

40

)
i

+

(
5∗,

1√
24
,

3√
40

)
i

+

(
5∗, − 2√

24
, − 2√

40

)
i

+

(
5, − 2√

24
,

2√
40

)
i

+

(
1,

4√
24
, 0

)
i

+

(
1,

1√
24
, − 5√

40

)
i

, (1.14)

где величины в скобках соответствуют представлению группы SU(5), а также U(1)ψ и
U(1)χ зарядам, которые рассматриваемое представление имеет. Индекс i отвечает трем раз-
ным поколениям частиц и изменяется от 1 до 3. Поколение элементарных частиц в СМ, ко-
торое включает в себя дублеты левосторонних кварков Qi и лептонов Li, правосторонние
верхние и нижние кварки (uci и d

c
i ), а также правосторонние заряженные лептоны (eci), ассо-

циируется с мультиплетами

(
10,

1√
24
, − 1√

40

)
i

+

(
5∗,

1√
24
,

3√
40

)
i

. Правостороннее
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нейтрино N c
i отвечает последнему члену в выражении (1.14),

(
1,

1√
24
, − 5√

40

)
i

. Пред-

последний член,

(
1,

4√
24
, 0

)
i

, представляет собой синглетное поле Si группы SO(10),

с ненулевым U(1)ψ зарядом. Пара SU(2)W дублетов (Hd
i и Hu

i ), которые содержатся

в SU(5) мультиплетах

(
5∗, − 2√

24
, − 2√

40

)
i

и

(
5, − 2√

24
,

2√
40

)
i

, имеют кванто-

вые числа хиггсовских дублетов. Поэтому они образуют либо хиггсовские дублеты либо
инертные хиггсовские SU(2)W мультиплеты1. Другие компоненты SU(5) мультиплетов(

5∗, − 2√
24
, − 2√

40

)
i

и

(
5, − 2√

24
,

2√
40

)
i

образуют триплеты экзотических кварко-

вых состояний Di и Di с электрическими зарядами +1/3 и −1/3 соответственно. Эти

кварковые состояния имеют U(1)B−L заряды

(
±2

3

)
, что вдвое больше U(1)B−L заря-

дов, которые несут обычные кварки. По этой причине в рассматриваемых СУСИ моделях
экзотические кварковые состояния могут быть либо дикварками либо лептокварками.

Присутствие в спектре частиц исследуемых моделей экзотических кварковых состояний
и Z ′ бозона стимулировало изучение различных феноменологических аспектов этих моделей
на протяжении многих лет [155]–[156]. Несколько лет назад в работе [157] изучались огра-
ничения на массу Z ′ бозона, который ассоциируется с дополнительной U(1)′ симметрией
(1.13), полученные при анализе данных ускорителя Тэватрон, расположенного в националь-
ной ускорительной лаборатории им. Энрико Ферми (г. Батавия, штат Иллинойс, США), а
также первых данных экспериментов на БАК. Различные аспекты феноменологии экзоти-
ческих кварковых состояний и их суперпартнеров рассматривались в работе [158]. СУСИ
модели с дополнительной U(1)′ симметрией (1.13) исследовались в контексте нарушения
электрослабой симметрии [159]–[163]; физики нейтрино [164]–[165] и моделей, позволяющих
описать иерархическую структуру спектра и смешивание фермионных состояний СМ [166];
генерации лептонной [92], [167] и барионной [168] асимметрий; мюонного аномального магнит-
ного момента [169]; электрических дипольных моментов электрона [170] и τ–лептона [171];
процесса распада мюона [172] и CP нарушения в хиггсовском секторе [173]. Сектор ней-
тралино в рассматриваемых моделях анализировался в работах [162], [170]–[172], [174]–[178].
Хиггсовский сектор и верхнее ограничение на массу легчайшего бозона Хиггса в СУСИ моде-
лях с дополнительной U(1)′ калибровочной симметрией (1.13) изучались в работах [69]–[70],
[105]–[107], [163], [178]–[179].

В рамках широкого класса СУСИ моделей с дополнительной U(1)′ симметрией (1.13)
существует определенная линейная комбинация U(1)χ и U(1)ψ, которая соответствует ну-
левому заряду правосторонних нейтрино. Зануление U(1)′ заряда правосторонних нейтрино
происходит при значении θ = arctan

√
15. Соответствующая данному значению θ локаль-

1Здесь и далее мы будем называть инертными хиггсовскими полями (дублетами или мультиплетами) поля
с квантовыми числами Hd

i , Hu
i и Si, которые не приобретают вакуумного среднего.
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ная симметрия U(1)N не запрещает правосторонним нейтрино иметь массу на много по-
рядков большую чем шкала нарушения СУСИ. Поэтому только в этой, так называемой, E6

суперсимметричной стандартной модели (E6ССМ) [69]–[72] правосторонние нейтрино могут
быть супертяжелыми, что позволяет использовать механизм see–saw для генерации ничтож-
но малых масс левосторонних нейтрино. Таким образом в СУСИ моделях с дополнительной
U(1)N калибровочной симметрией крайне иерархическая структура спектра лептонов воз-
никает достаточно естественным образом. Кроме того, распады супертяжелых правосторон-
них нейтрино могут приводить к генерации лептонной и барионной асимметрий [92], [167].
U(1)Y и U(1)N заряды различных компонент 27–плета представлены в таблице 1.1. СУСИ
модели с дополнительной локальной U(1)N симметрией изучались в контексте моделей со
стерильными нейтрино [165], Z − Z ′ смешивания [174], эволюции констант взаимодействия
[162], [73], [108] и нарушения электрослабой симметрии [161]–[163]. Сектор нейтралино в этих
моделях исследовался в работах [162] и [174]–[175]. Возможность наблюдения в эксперимен-
тах на БАК Z ′ бозона и экзотическихDi иDi кварков, которые предсказываются данными
моделями, обсуждалась в работах [69]–[70], [105]–[107], [180]. Спектр частиц в рамках E6ССМ
с универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ рассматривался в работах [86]–
[89], [120].

Qi uci dci Li eci N c
i Si Hu

i Hd
i Di Di√

5
3
QY
i

1
6
−2

3
1
3
−1

2
1 0 0 1

2
−1

2
−1

3
1
3√

40QN
i 1 1 2 2 1 0 5 −2 −3 −2 −3

Таблица 1.1: U(1)Y и U(1)N заряды различных компонент 27–плета.

Хотя присутствие в спектре частиц СУСИ моделей с дополнительной локальной U(1)′

симметрией (1.13) экзотических состояний и Z ′ бозона делает их достаточно привлекатель-
ными для изучения, появление новых частиц и взаимодействий приводит к определенным
проблемам. Для того чтобы разобраться в сути возникающих проблем, полезно начать с изу-
чения СУСИ моделей, лагранжиан которых инвариантен по отношению к преобразованиям
SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ симметрии. Если ограничиться рассмот-
рением класса перенормируемых теорий, то суперпотенциал этих моделей можно в наиболее
общем случае представить в виде суммы следующих членов:

WE6
= W0 +W1 +W2,

W0 = λijkSi(H
d
jH

u
k ) + κijkSi(DjDk) + hNijkN

c
i (H

u
j Lk)+

+hUijku
c
i(H

u
jQk) + hDijkd

c
i(H

d
jQk) + hEijke

c
i(H

d
jLk) ,

W1 = gQijkDi(QjQk) + gqijkDid
c
ju

c
k ,

W2 = gNijkN
c
iDjd

c
k + gEijke

c
iDju

c
k + gDijk(QiLj)Dk .

(1.15)

В выражении (1.15) по повторяющимся индексам i, j, k, которые соответствуют различным
поколениям частиц, производится суммирование, т.е. i, j, k = 1, 2, 3. Несложно убедиться в
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том, что суперпотенциал (1.15) инвариантен по отношению к преобразованиям U(1)B−L
симметрии. В данном случае это является прямым следствием принципа калибровочной
инвариантности, поскольку U(1)B−L представляет собой линейную суперпозицию U(1)Y
и U(1)χ. Явный вид суперпотенциала (1.15) также однозначно указывает на то, что по
отдельности барионное и лептонное квантовые числа не сохраняются. Действительно, од-
новременное включение в суперпотенциал рассматриваемых моделей W1 и W2 неизбежно
приводит к нарушению либо U(1)B либо U(1)L. Другими словами, не представляется воз-
можным определить барионные и лептонные квантовые числа экзотических кварков Di и
Di так, чтобы лагранжиан исследуемых СУСИ моделей был бы инвариантен по отношению
к преобразованиям и U(1)B и U(1)L глобальных симметрий. Более того, можно показать,
что нарушение этих симметрий, которое обусловлено взаимодействием экзотических квар-
ков с обычными кварками и лептонами, неизбежно приводит к слишком быстрому распаду
протона.

Другая проблема, возникающая в рассматриваемых СУСИ моделях, связана с включе-
нием в спектр частиц трех поколений Hu

i и Hd
i . Калибровочная SU(3)C × SU(2)W ×

U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ симметрия не запрещает всем SU(2)W дублетам с квантовы-
ми числами хиггсовских дублетов иметь ненулевые константы взаимодействия с обычными
кварковыми и лептонными состояниями. В наиболее общем случае это приводит к процес-
сам, сопровождающимся нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом и
лептонном секторах. В частности, соответствующие константы взаимодействия дают вклад
в амплитуду K0 − K

0
осцилляций, а также приводят к новому каналу распада мюона

µ → e−e+e−. Для того чтобы подавить процессы, сопровождающиеся нейтральными пе-
реходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах, можно использовать
дискретную ZH

2 симметрию, которая предполагает, что при преобразованиях данной сим-
метрии все киральные суперполя за исключением одной пары SU(2)W дублетов Hd

i и Hu
i

(т.е., например, Hd ≡ Hd
3 и Hu ≡ Hu

3 ) и одного суперполя Si (т.е. например S ≡ S3)
изменяют знак [69]–[70]. Эта же симметрия позволяет подавить операторы, которые приво-
дят к наиболее существенному нарушению U(1)B и U(1)L симметрий. Так, ZH

2 симметрия
запрещает все члены в W1 и W2.

Однако в пределе точной ZH
2 симметрии время жизни легчайшего экотического кварка

исключительно велико. В самом деле, поскольку все члены в W1 и W2 запрещены, супер-
потенциал (1.15) не содержит ни одного оператора, который мог бы приводить к распаду
этого состояния. Кроме того, лагранжиан такой СУСИ модели инвариантен не только по
отношению к преобразованиям U(1)B и U(1)L, но также остается неизменным при преоб-
разованиях глобальной U(1)D симметрии, которые определяются следующим образом

Dj → eiαDj , Dk → e−iαDk . (1.16)

Инвариантность лагранжиана модели по отношению к преобразованиям U(1)D симметрии
обеспечивает стабильность легчайшего экотического кварка так же как барионная U(1)B
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симметрия обеспечивает стабильность протона (легчайшего барионного состояния). Глобаль-
ные U(1)B и U(1)D симметрии нарушаются операторами высших размерностей, которые
подавлены по 1/MX или 1/MPl. Соответствующие операторы приводят к распадам лег-
чайших экзотических кварков, но не приводят к чрезмерно быстрому распаду протона. Так
как U(1)χ и U(1)ψ запрещают операторы размерности пять, которые могли бы приводить
к нарушению U(1)D глобальной симметрии, время жизни легчайшего экзотического кварка
оказывается порядка

τD &M 4
X/µ

5
D , (1.17)

где µD — масса легчайшего экзотического кварка. В случае, когда µD ' ТэВ время жизни
τD & 1049 ГэВ−1 ∼ 1017 лет, что существенно больше чем возраст Вселенной.

Такие долгоживущие и относительно легкие частицы должны были бы эффективно рож-
даться на ранних стадиях эволюции Вселенной. При этом, поскольку предполагается, что
экзотических кварки достаточно стабильны, определенное их количество должно было бы
сохраниться к настоящему времени. Вследствие конфайнмента эти кваки не могут суще-
ствовать в природе в качестве свободных состояний. Они должны были бы образовывать
связанные состояния с обычными кварками, формируя изотопы широко распространённых
элементов. Поисками соответствующих изотопов занимались на протяжении многих лет. В
результате были установлкеы жесткие ограничения на концентрацию таких элементов при
условии что экзотические состояния имеют массу, которая не превосходит 10ТэВ. Анализ
данных различных экспериментов показывает, что относительная концентрация этих долго-
живущих экзотических состояний не должна превосходить 10−15 на нуклон [181]. С другой
стороны теоретические оценки [182] показывают, что если бы такие долгоживущие экзотиче-
ские кварки существовали бы, то их относительная концентрация должна была бы быть не
ниже чем 10−10 на нуклон. Поэтому модели, которые приводят к экзотическим кварковым
состояниям с временем жизни порядка или более возраста нашей Вселенной, практически
исключены существующими экспериментальными данными.

В связи с вышеизложенным становится очевидным, что определённая ранее ZH
2 симмет-

рия не может быть точной в исследуемых СУСИ моделях. В то же самое время в пределе
приближённойZH

2 симметрии, когда все юкавские константы, которые нарушают рассматри-
ваемую симметрию, крайне малы, т.е. . 10−4, все процессы, сопровождающиеся нейтраль-
ными переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах остаются сильно
подавленными, что позволяет избежать каких–либо противоречий с имеющимися экспери-
ментальными данными. С другой стороны даже столь незначительное нарушение ZH

2 сим-
метрии оказывается неприемлемым с точки зрения стабильности протона. По этой причине
в случае приближённой ZH

2 симметрии представляется необходимым использовать допол-
нительные симметрии для подавления процессов связанных с нарушением U(1)B и U(1)L.
Операторы, которые приводят к наиболее существенному нарушению барионного и лептон-
ного квантовых чисел, оказываются подавленными, если лагранжиан исследуемых моделей
инвариантен по отношению к преобразованиям либо ZL

2 либо ZB
2 дискретных симметрий.
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При преобразованиях ZL
2 симметрии только лептонные суперполя (Li, eci , N

c
i ) изменяют

знак. В этом случае барионное и лептонное квантовые числа сохраняются, если экзотические
кварки представляют собой дикварковые состояния, т.е. их барионные числа BD = −2/3

и BD = 2/3. Симметрия ZB
2 предполагает, что только суперполя отвечающие лептонным

и экзотическим кварковым состояниям (Li, eci , N
c
i , Di, Di) изменяют знак при соответ-

ствующих преобразованиях. В данном случае лагранжиан исследуемых СУСИ моделей ин-
вариантен по отношению к преобразованиям U(1)B и U(1)L, если экзотические кварковые
состояния являются лептокварками, т.е BD = 1/3, BD = −1/3, LD = 1 и LD = −1.
Трансформационные свойства различных супермультиплетов при преобразованиях ZH

2 , ZL
2

и ZB
2 симметрий приведены в таблице 1.2.

Qi uci dci Li eci N c
i Sα Hu

α Hd
α Di Di Hu Hd S

ZH
2 − − − − − − − − − − − + + +

ZL
2 + + + − − − + + + + + + + +

ZB
2 + + + − − − + + + − − + + +

Таблица 1.2: Трансформационные свойства различных супермультиплетов при преобразова-
ниях ZH

2 , ZL
2 и ZB

2 симметрий.

Следует отметить, что при преобразованиях ZH
2 , ZL

2 и ZB
2 симметрий различные компо-

ненты 27–плетов преобразуются по–разному. Другими словами, эти дискретные симметрии
не коммутируют с E6, нарушение которой могло бы привести к СУСИ моделям с допол-
нительной U(1)N симметрией. Кроме того, введение нескольких симметрий, которые не
имеют ничего общего с E6, для подавления процессов, сопровождающихся нейтральными
переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах, а также нарушением
барионного и лептонного квантовых чисел, также не делает рассматриваемые модели более
привлекательными. В следующих разделах этой главы будет показано, каким образом ТВО
могут приводить к самосогласованным СУСИ моделям с дополнительной локальной U(1)N
симметрией.

1.1.3 U(1)N расширения МССМ и E6

Для того чтобы понять каким образом нарушение E6 симметрии или её подгруппы в су-
персимметричных ТВО может приводить к СУСИ моделям с дополнительной калибровоч-
ной U(1)N симметрией, представляется обоснованным начать с изучения СУСИ моделей,
лагранжиан которых инвариантен по отношению к преобразованиям SU(3)C×SU(2)W ×
U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ симметрии. Другими словами, в этом разделе будет предпола-
гаться, что E6 симметрия или её подгруппа вблизи шкалы MX нарушается до SU(3)C ×
SU(2)W ×U(1)Y ×U(1)ψ ×U(1)χ симметрии. Далее будет показано, что соответствую-
щее нарушение симметрии возникает в рамках ТВО с дополнительными пространственными
измерениями. Как и в предыдущем разделе мы будем исходить из того, что спектр частиц
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рассматриваемой СУСИ модели включает в себя три полных 27–плета E6, что гаранти-
рует точное сокращение аномалий. Суперпотенциал рассматриваемой модели определяется
выражением (1.15), которое можно также представить в виде произведения 27–плетов, т.е.
27× 27× 27.

Наряду с полными 27–плетами спектр частиц может включать и отдельные компонен-
ты 27′l и 27′l–плетов, Ml и M l. Поскольку соответствующие мультиплеты имеют проти-
воположные U(1)Y , U(1)ψ и U(1)χ заряды, их вклад в аномалии сокращается. Как и в
случае с простейшей SU(5) моделью Великого Объединения неполные мультиплеты мо-
гут, в частности, ассоциироваться с хиггсовскими полями, которые нарушают SU(2)W ×
U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ симметрию до U(1)em. Соответствующее нарушение оказывает-
ся возможным, если набор мультиплетов Ml включает в себя Hu ≡ Hu, Hd ≡ Hd, S и
N c ≡ N c

H . Ненулевые вакуумные средние суперполей S и N c нарушают U(1)ψ и U(1)χ
симметрии, оставляя ненарушенной SU(2)W ×U(1)Y симметрию. Как и в МССМ к нару-
шению SU(2)W ×U(1)Y симметрии приводят ненулевые вакуумные средние нейтральных
компонент хиггсовских дублетов Hu и Hd, которые также генерируют массы всех кварков,
лептонов и векторных бозонов СМ.

Так же как в простейшей SU(5) модели операторы, которые наиболее существенным
образом нарушают барионные и лептонные квантовые числа, могут быть подавлены посред-
ством дискретной Z2 симметрии, которая предполагает, что только полные мультиплеты
изменяют знак при соответствующих преобразованиях. В простейших ТВО данная Z2 сим-
метрия совпадает с PM (1.6). В рассматриваемых СУСИ моделях эта Z2 симметрия лишь
незначительно отличается от упоминавшейся ранее ZH

2 симметрии. Поскольку при преоб-
разованиях этой Z̃H

2 симметрии 27i → −27i и Ml → Ml, все члены в суперпотенциале,
соответствующие 27i × 27j × 27k запрещены. В то же самое время Z̃H

2 симметрия не за-
прещает взаимодействия супермультиплетовMl с компонентами полных 27–плетов, которое
может быть представлено в виде 27′l×27i×27k, а также взаимодействия 27′l×27′m×27′n.
Здесь и далее мы будем предполагать, что в отличие от ZH

2 дискретная Z̃H
2 симметрия бу-

дет оставаться ненарушенной. Так как предполагается, что Ml приобретают ненулевые ва-
куумные средние, которые могли бы приводить к спонтанному нарушению Z̃H

2 симметрии,
супермультиплеты Ml должны оставаться неизменными при преобразованиях этой симмет-
рии. Если набор мультиплетов Ml содержит только два дублета Hu и Hd, то тогда Z̃H

2

симметрия позволяет существенным образом подавить процессы, сопровождающиеся ней-
тральными переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах, поскольку
нижние кварки и заряженные лептоны взаимодействуют только с одним хиггсовским дубле-
том Hd, а верхние кварки — только с одним дублетом Hu.

При преобразованиях дискретной Z̃H
2 симметрии некоторые из суперполей M l могут

также изменять знак. В наиболее общем случае суперпотенциал исследуемых моделей может
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быть представлен в следующем виде:

Wtotal = Y ′lmn27′l27′m27′n + Ylij27′l27i27j + Ỹlmn27′l27′m27′n+

+µ′il27i27′l + µ̃′ml27′m27′l... ,
(1.18)

где Y ′lmn, Ylij и Ỹlmn — юкавские константы, а µ′il и µ̃
′
ml — массовые параметры. Необ-

ходимо отметить, что в суперпотенциале (1.18) 27′l и 27′l представляют собой неполные
27–плеты, т.е. только Ml и M l компоненты этих 27–плетов следует учитывать при выво-
де полного суперпотенциала. Все остальные компоненты 27′l и 27′l имеют массы порядка
MX . Вид массовых членов в суперпотенциале (1.18) непосредственно зависит от того, как
преобразуются супермультиплетыM l. Действительно, еслиM l изменяют знак при преобра-
зованиях Z̃H

2 симметрии, то тогда члены µ̃′ml27′m27′l и Ỹlmn27′l27′m27′n запрещены этой
симметрией, а µ′il могут быть отличны от нуля. В противном случае µ′il = 0 тогда как
µ̃′ml27′m27′l и Ỹlmn27′l27′m27′n не запрещены этой симметрией. В наиболее общем слу-
чае µ′il ∼ µ̃′ml ∼ MX . Однако в некоторых случаях соответствующие массовые члены
могут быть запрещены дополнительными глобальными симметриями в рассматриваемых
СУСИ моделях. При этом сравнительно малые значения массовых параметров µ′il и µ̃′ml
(µ′il ∼ µ̃′ml � MX) могут генерироваться при низких энергиях в результате нарушения
данных симметрий.

Вакуумные средние суперполейN c
H иN

c
H , которые являются компонентами 27′N и 27′N ,

могут быть использованы не только для нарушения U(1)ψ и U(1)χ калибровочных симмет-
рий, но и для генерации майорановских масс правосторонних нейтрино N c

i . Соответствую-
щие массовые члены могут генерироваться в результате взаимодействия суперполей N

c
H и

N c
i в суперпотенциале, которое может быть представлено в виде

∆WN =
κij
MPl

(27i 27′N)(27j 27′N) . (1.19)

Операторы (1.19) приводят к массам правосторонних нейтрино, которые на много порядков
меньше, чем вакуумные средние 〈N c

H〉 и 〈N c
H〉. Так как механизм see–saw, который позво-

ляет естественным образом объяснить происхождение наблюдаемой иерархии масс и смеши-
вание состояний в лептонном секторе, предполагает, что правосторонние нейтрино должны
иметь достаточно большие массы (� ТэВ), здесь и далее будет предполагаться, что ваку-
умные средние 〈N c

H〉 ∼ 〈N c
H〉 . MX . В свою очередь, это означает, что U(1)ψ × U(1)χ

симметрия вблизи шкалы MX нарушается до U(1)N симметрии

U(1)N =
1

4
U(1)χ +

√
15

4
U(1)ψ . (1.20)

Поскольку N c
H и N

c
H приобретают вакуумные средние, оба суперполя должны оставаться

неизменными при преобразованиях Z̃H
2 симметрии, чтобы избежать спонтанного нарушения

этой симметрии.
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Вакуумные средние суперполей N c
H и N

c
H могут также нарушить U(1)B−L симметрию.

В частности вакуумное среднее 〈N c
H〉 может привести к появлению билинейных членов

ML
ij(H

u
i Lj) и MB

ij (Did
c
j) в суперпотенциале. В результате такого нарушения симметрии

все экзотические состояния приобретают массы порядка 〈N c
H〉, что делает соответствующие

модели крайне непривлекательными с феноменологической точки зрения. Поэтому здесь и
далее будет предполагаться, что члены в суперпотенциале, описывающие взаимодействие
N c
H (или 27′N ) с полными 27i представлениями группы E6, т.е. члены вида 27′N27i27j ,

запрещены некоторой дополнительной симметрией. В качестве такой дополнительной сим-
метрии может, например, выступать дискретная симметрия Zn. Хотя данная симметрия
может воспрепятствовать появлению членов вида 27′N27i27j в суперпотенциале исследу-
емых моделей, она не должна запрещать взаимодействия суперполей N

c
H с полными 27i

супермультиплетами (1.19), которые приводят к генерации масс правосторонних нейтрино
N c
i . Одним из возможных примеров такой симметрии может являться Z2 симметрия, при

преобразованиях которой только суперполя N c
H и N

c
H изменяют знак, т.е. N c

H → −N c
H и

N
c
H → −N

c
H . К тому же результату приводит Zn симметрия (с n > 2), при которой пре-

образуется только суперполеN c
H , что приводит к запрещению массового члена µHN c

HN
c
H в

суперпотенциале. При этом данная Zn симметрия не запрещает взаимодействия N c
H и N

c
H

в суперпотенциале, которое имеет следующий вид:

∆WN c
H

= κ
(N c

HN
c
H)n

M 2n−3
Pl

, . (1.21)

В рассматриваемом случае суперполяN c
H иN

c
H приобретают такие вакуумные средние, что

D–члены в лагранжиане рассматриваемых СУСИ моделей, которые соответствуют U(1)χ
и U(1)ψ калибровочным взаимодействиям, практически зануляются, что приводит к

< N c
H >'< N

c
H >∼MPl ·

[
1

κ
MS

MPl

] 1

2n− 2 , (1.22)

где MS отвечает шкале нарушения СУСИ. Данный механизм при MS ∼ 1ТэВ позволяет
получить < N c

H >& 1014 ГэВ, что приводит к массам правосторонних нейтрино порядка

κijMPl ·
[

1

κ
MS

MPl

] 1

n− 1 & 1010 ГэВ .

Механизм нарушения локальной симметрии, который обсуждался выше, предполагает,
что вакуумные средние суперполей N c

H и N
c
H нарушают U(1)ψ×U(1)χ до U(1)N ×PM .

Такое спонтанное нарушение симметрии оказывается возможным поскольку PM является
дискретной подгруппой U(1)ψ и U(1)χ симметрий. Более того, Z̃H

2 удобно представить в
виде:

Z̃H
2 = PM × ZE

2 , (1.23)
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27i 27i 27′Hu 27′S 27′Hu 27′S 27′N 27′L 27′d

(27′Hd) (27′Hd) (27′N) (27′L) (27′d)

Qi, u
c
i , d

c
i , Di, Di, Hu S Hu S N c

H L4 dc4

Li, e
c
i , N

c
i Hd

i , H
u
i , Si (Hd) (Hd) (N

c

H) (L4) (dc4)

Z̃H
2 − − + + − ± + + +

PM − + + + + + − − −
ZE

2 + − + + − ± − − −

Таблица 1.3: Трансформационные свойства различных компонент E6 супермультиплетов при
преобразованиях Z̃H

2 , PM и ZE
2 дискретных симметрий.

где ZE
2 дискретная симметрия, которая ассоциируется с экзотическими состояниями. Транс-

формационные свойства различных компонент 27i, 27′l и 27′l супермультиплетов при преоб-
разованиях Z̃H

2 , PM и ZE
2 симметрий приведены в таблице 1.3. Как следует из таблицы 1.3

все компоненты полных 27i представлений E6, включающие экзотические состояния, т.е.
Di, Di, Hd

i , H
u
i и Si, изменяют знак при преобразованиях ZE

2 симметрии. Так как низ-
коэнергетический эффективный лагранжиан рассматриваемых СУСИ моделей инвариантен
по отношению к преобразованиям Z̃H

2 и PM симметрий, он должен быть также инвариантен
по отношению к преобразованиям ZE

2 симметрии. Сохранение ZE
2 предполагает, что легчай-

шее экзотическое состояние является абсолютно стабильным и должно давать определённый
вклад в плотность тёмной материи.

Как уже отмечалось ранее, в СУСИ моделях легчайшая суперсимметричная частица, т.е.
легчайшее состояние с отрицательной R–чётностью, должна быть абсолютно стабильной.
Если в исследуемых моделях легчайшая экзотическая частица соответствует состоянию с
PR = +1 и ZE

2 = −1, то тогда сохранение ZE
2 и R–чётности запрещает этому экзотиче-

скому состоянию и легчайшему состоянию с PR = −1 распадаться. Когда легчайшая экзо-
тическая частица отвечает состоянию с PR = −1, то тогда сохранение ZE

2 и R–чётности
предполагает, что эта экзотическая частица, а также ещё одна частица, которая может со-
ответствовать либо состоянию с PR = −1 и ZE

2 = +1 или состоянию с PR = +1 и
ZE

2 = −1 должны быть абсолютно стабильными. Таким образом, исследуемые СУСИ мо-
дели содержат по крайней мере два состояния, которые могут давать существенный вклад в
плотность тёмной материи.

В принципе, к нарушению дополнительной U(1)N калибровочной симметрии могут при-
водить как вакуумное среднее суперполя S так и вакуумное среднее суперполя S. При этом
вакуумное среднее 〈S〉 должно быть достаточно велико (∼ 10ТэВ), поскольку оно опреде-
ляет не только массу Z ′ бозона, но также массы экзотических кварков и инертных хиггсино.
С другой стороны при слишком больших значениях 〈S〉 (〈S〉 � 10− 100ТэВ) Z ′ бозон и
экзотические состояния становятся такими тяжёлыми, что их обнаружение в экспериментах
на БАК представляется невозможным. Это делает СУСИ модели с большими значениями
〈S〉 крайне непривлекательными с феноменологической точки зрения. Если суперполе S
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приобретает вакуумное среднее, то оно должно оставаться неизменным при преобразова-
ниях Z̃H

2 симметрии. В случае, когда 〈S〉 = 0, суперполе S может изменять знак при
соответствующих преобразованиях.

Как уже обсуждалось в предыдущем разделе этой главы, если набор супермультипле-
тов Ml включает в себя только поля необходимые для того, чтобы нарушить SU(2)W ×
U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ симметрию до U(1)em, т.е. Hu, Hd, S и N c

H , то время жизни
легчайшего экзотического кварка оказывается порядка или более возраста нашей Вселенной
и такие модели практически исключены существующими экспериментальными данными. В
рассматриваемых моделях время жизни легчайшего экзотического кваркового состояния мо-
жет быть достаточно мало, т.е. τD . 1 сек., если в набор супермультиплетов Ml включить
кварковые и лептонные суперполя. В этой связи имеет смысл рассмотреть два сценария
приводяшие к различным явлениям, которые могут наблюдаться в экспериментах на БАК.
В простейшем случае (сценарий A) набор суперполей, которые остаются неизменными при
преобразованиях Z̃H

2 симметрии, содержит дополнительные лептонные суперполя, такие как
L4, L4, ec4 и ec4. Предполагается, что бозонные и фермионные компоненты этих лептонных
суперполей имеют массы порядка ТэВ. В этом случае Z̃H

2 симметрия не запрещает взаи-
модействие дополнительных лептонных суперполей с суперполями экзотических и обычных
кварков. Как следствие, сохранение барионного числа предполагает, что Di и Di являются
лептокварковыми состояниями.

В настоящей диссертационной работе мы ограничимся изучением СУСИ моделей, в ко-
торых есть основания полагать, что при сверхвысоких энергиях происходит объединение
калибровочных констант. В основе такого подхода лежит однопетлевой анализ эволюции
калибровочных констант. В МССМ и НМССМ объединение калибровочных констант в од-
нопетлевом приближении возникает естественным образом. Было показано, что в СУСИ
моделях, которые наряду со спектром частиц МССМ содержат полные представления груп-
пы SU(5), такое объединение также имеет место в однопетлевом приближении [183]. Таким
образом, в случае СУСИ моделей с дополнительной U(1)N локальной симметрией объедине-
ние калибровочных констант может иметь место если спектр частиц наряду с тремя полными
27–плетами содержит, например, два SU(2)W дублета суперполей. В качестве двух таких
дублетов в случае сценария A могут выступать лептонные суперполя L4 и L4, массы кото-
рых должны быть порядка ТэВ. При этом супермультиплеты Hu и Hd, которые должны
изменять знак при преобразованиях Z̃H

2 симметрии, и две линейные суперпозиции соответ-
ствующих компонент полных 27–плетов 27i образуют состояния с массами порядка MX . В
этой связи включение суперполей ec4 и ec4 с массами ∼ ТэВ в рамках сценария A представ-
ляется весьма проблематичным. Член в суперпотенциале µLL4L4, который позволяет фер-
мионным компонентам суперполей L4 и L4 приобрести массы порядка ТэВ, предполагает,
что µL ∼ ТэВ. Соответствующий член в суперпотенциале может генерироваться в рамках
СУГРА моделей, если кэлеров потенциал этих моделей содержит член (ZL(L4L4) + h.c)

[184].
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Можно ожидать, что бозонные и фермионные компоненты суперполя S слабо влияют на
эволюцию калибровочных констант SU(3)C , SU(2)W и U(1)Y взаимодействий, так как
данные поля не участвуют в этих взаимодействиях. Поэтому на объединение соответству-
ющих констант они должны оказывать влияние весьма опосредованное. Если суперполе S
изменяет знак при преобразованиях Z̃H

2 симметрии, то компоненты этого суперполя и линей-
ные суперпозиции соответствующих компонент полных 27–плетов 27i образуют состояния с
массами порядка MX . В случае, когда суперполе S остаётся неизменным при преобразова-
ниях Z̃H

2 симметрии, оно, так же как и суперполе S, может приобретать вакуумное среднее,
нарушая U(1)N калибровочную симметрию. При этом бозонные и фермионные компоненты
суперполя S должны иметь массы порядка ТэВ.

Таким образом, сценарий A предполагает, что в простейшем случае при энерги-
ях E �MX спектр частиц в рассматриваемых СУСИ моделях включает в себя следующие
мультиплеты суперполей:

[(Qi, u
c
i , d

c
i , Li, e

c
i , N

c
i )] + (Di, D̄i) + Sα +Hu

α +Hd
α

+L4 + L4 +N c
H +N

c
H + S +Hu +Hd ,

(1.24)

где α = 1, 2 и i = 1, 2, 3. Принимая во внимание, что компоненты суперполей N c
i , N

c
H

и N
c
H приобретают массы, существенно большие, чем 100ТэВ и пренебрегая неперенорми-

руемыми операторами высших размерностей, суперпотенциал исследуемых моделей может
быть представлен в следующем виде

WA = λS(HuHd) + λαβS(Hd
αH

u
β ) + κijS(DiDj) + f̃αβSα(Hd

βHu) + fαβSα(HdH
u
β )

+gDij (QiL4)Dj + hEiαe
c
i(H

d
αL4) + µLL4L4 +WMSSM(µ = 0) . (1.25)

Другой сценарий (сценарий B) реализуется, когда набор супермультиплетов Ml наряду
с Hu, Hd, S и N c

H содержит дополнительный триплет киральных суперполей dc4, которому
соответствует неполный 27–плет 27′d. Если бозонные и фермионные компоненты супермуль-
типлетов dc4 и dc4, которые остаются неизменными при преобразованиях Z̃H

2 симметрии,
имеют массы порядка ТэВ, то тогда низкоэнергетический эффективный суперпотенциал ис-
следуемых моделей может содержать члены, описывающие взаимодействие dc4 с обычными
и экзотическими кварковыми суперполями. Данные взаимодействия позволяют легчайше-
му экзотическому кварковому состоянию распадаться достаточно быстро. С другой стороны
Z̃H

2 симметрия не запрещает взаимодействие dc4 с экзотическими кварковыми состояниями
и правосторонними нейтрино, что неизбежно приводит к нарушению U(1)B и U(1)L сим-
метрий. Однако в случае супертяжелых правосторонних нейтрино взаимодействия Di и Di

с лептонами оказываются сильно подавленными и экзотические кварки, по сути, являются
дикварковыми состояниями.

Хотя в случае сценария B операторы, нарушающие барионное и лептонное квантовые
числа, подавлены по 1/MNi , гдеMNi – массы правосторонних нейтрино, они, тем не менее,
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могут приводить к слишком быстрому распаду протона. Взаимодействие триплета супер-
полей dc4 с другими супермультиплетами в суперпотенциале сводится к сумме нескольких
членов

∆Wdc4 = hDikd
c
4(H

d
i Qk) + gqijDid

c
4u

c
j + gNijN

c
iDjd

c
4 . (1.26)

Выражение (1.26) упрощается, если принять во внимание, что массы правосторонних ней-
трино на много порядков больше ТэВ. Тогда при энергиях E �MNi , получаем

∆Wdc4 → hDikd
c
4(H

d
i Qk) + gqijDid

c
4u

c
j +

κ̃ij
MN

(LiHu)(Djd
c
4) , (1.27)

где MN — эффективная шкала, которая определяется массами и константами взаимодей-
ствия правосторонних нейтрино, и κ̃ij ∼ gNij . В рассматриваемом случае нарушение ба-
рионного и лептонного чисел имеет место только, когда все три слагаемых в выражениях
(1.26)–(1.27) присутствуют в суперпотенциале. Действительно, если gNij = 0 (κ̃ij = 0) или
gqij = 0 инвариантность лагранжиана по отношению к преобразованиям U(1)B симметрии
предполагает, что экзотические кварки представляют собой либо дикварковые либо лепто-
кварковые состояния соответственно. Когда hDik = 0, из сохранения барионного и лептонного
квантовых чисел следует, что супермультиплеты Di, Di и dc4 имеют следующие U(1)B и
U(1)L заряды BD = −BD = −Bdc4 = −1/6 и LD = −LD = Ldc4 = −1/2. Пре-
дельные случаи, рассмотренные выше, указывают на то, что присутствие всех трёх членов
в выражениях (1.26)–(1.27) неизбежно приводит к нарушению U(1)L и U(1)B глобальных
симметрий. Это, в свою очередь, означает, что полная ширина протона должна быть про-
порциональна произведению соответствующих юкавских констант, которое зануляется, если
либо все κij → 0 либо все gqij → 0 либо все hDik → 0. Предполагая, что все экзотические
частицы имеют массы порядка шкалы нарушения СУСИ, можно показать, что вычисление
ширины протона сводится к вычислению матричного элемента оператора

Lp '
(
cijkl
M 2

S

)(〈Hu〉
MN

)[
εαβγucαidβjνkdγl

]
, (1.28)

где 〈Hu〉 = v2/
√

2 и cijkl ∝ κ̃ gq (hD)2. В выражении (1.28) греческие индексы от-
вечают SU(3)C цветовым степеням свободы тогда, как SU(2)W индексы опущены. При
MN & 1011 ГэВ время жизни протона превышает существующее экспериментальное ниж-
нее ограничение, если hDik ∼ gqij ∼ gNij . 10−5.

В случае сценария B объединение калибровочных констант в однопетлевом приближении
может быть получено, если спектр частиц наряду с тремя полными 27–плетами 27i содер-
жит бозонные и фермионные компоненты суперполей Hu, Hu, Hd, Hd, dc4 и dc4 с массами
порядка ТэВ. При этом компоненты суперполя S могут иметь массы либо порядка ТэВ
либо порядка MX . Как и прежде, мы будем предполагать, что Hu и Hd изменяют знак
при преобразованиях Z̃H

2 симметрии. Таким образом, в простейшем случае при энер-
гиях E � MX спектр частиц в рассматриваемых СУСИ моделях содержит следующие
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мультиплеты суперполей:

[(Qi, u
c
i , d

c
i , Li, e

c
i , N

c
i )] + (Di, D̄i) +Hu

i +Hd
i + Sα

+dc4 + dc4 +N c
H +N

c
H +Hu +Hu +Hd +Hd + S .

(1.29)

Исходя из того, что бозонные и фермионные компоненты суперполей N c
i , N

c
H и N

c
H имеют

массы на много порядков большие 100ТэВ, низкоэнергетический эффективный суперпотен-
циал исследуемых моделей может быть представлен в виде

WB = λS(HuHd) + λijS(Hd
iH

u
j ) + κijS(DiDj) + f̃αiSα(Hd

iHu)

+fαiSα(HdH
u
i ) + gqijDid

c
4u

c
j + hDijd

c
4(H

d
i Qj) + µdd

c
4d
c
4 + µuiH

u
i Hu

+µdiH
d
iHd +WMSSM(µ = 0) . (1.30)

В случае сценария B введение хотя бы ещё одной дополнительной пары 5+5 супермультипле-
тов SU(5) приводит к появлению ниже шкалы MX полюса Ландау в решениях уравнений
ренормгруппы для калибровочных констант. По сути, это означает, что теория возмущений
оказывается неприменимой для описания эволюции этих констант и вопрос об их объеди-
нении остаётся открытым. Более того даже без включения дополнительных полных SU(5)

супермультиплетов калибровочные константы вблизи шкалы MX в случаях сценариев A и
B оказываются достаточно большими, что делает необходимым учёт двухпетлевых поправок
при анализе их эволюции.

Следует отметить, что в СУСИ моделях с дополнительной калибровочной U(1)N сим-
метрией, которые обсуждались выше, эта локальная симметрия запрещает билинейный член
µHdHu в суперпотенциале. Тем не менее в этих моделях возможно взаимодействие хиггсов-
ских дублетов Hd и Hu с новым суперполем S, которое участвует только в U(1)′ взаи-
модействии. Данное взаимодействие описывается членом λSHdHu в суперпотенциале. В
рассматриваемых моделях предполагается, что суперполе S приобретает большое вакуум-
ное среднее, которое и приводит к генерации µ члена, т.е. µeff = λ〈S〉. При этом никаких
проблем связанных с появлением аксиона в спектре частиц или доменных стенок не возни-
кает.

Однако, как следует из приведённого выше обсуждения, необходимость введения били-
нейных членов, которые не запрещены калибровочной симметрией, всё-таки появляется. В
частности, суперпотенциал (1.30) содержит набор массовых параметров µd, µui и µdi . Соот-
ветствующие члены введены в суперпотенциал (1.30) для того чтобы избежать появления
безмассовых фермионных состояний, которые ассоциируются с супермультиплетами dc4, d

c
4,

Hu и Hd. В принципе, как отмечалось ранее, билинейные члены в суперпотенциале могут
генерироваться в процессе нарушения локальной суперсимметрии, если кэлеров потенциал
СУГРА моделей содержит члены типа (Zd(d

c
4d
c
4)+h.c) [184]. При этом массовые парамет-

ры µd, µui и µdi оказываются порядка шкалы нарушения СУСИ. Однако в случае сценария B
юкавские константы gqij и h

D
ij также дожны быть достаточно малы, чтобы избежать слишком
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быстрого распада протона. Соответствующее подавление данных юкавских взаимодействий
может быть получено, если лагранжиан исследуемых моделей инвариантен по отношению к
преобразованиям дискретной Zk симметрии, которая нарушается на некоторой промежуточ-
ной шкале. В качестве примера рассмотрим СУСИ модель с дополнительным синглетным
суперполем Φ, которое не участвует в калибровочных взаимодействиях, но преобразуется
при преобразованиях Z6 симметрии, которые имеют вид

Φ→ ωΦ , dc4 → ω5 dc4 , dc4 → ω3 dc4 , Hu → ω2Hu , Hd → ω2Hd , (1.31)

где ω = eiπ/3. При этом та часть суперпотенциала, которая зависит от dc4, d
c
4, Hu, Hd и

Φ может быть представлена в виде

∆WZ6
=

Φ

MPl

[
σijd

c
4(H

d
i Qj) + σ̃ijDid

c
4u

c
j + σ̂ijN

c
iDjd

c
4

]
+

Φ4

M 3
Pl

[
ηdd

c
4d
c
4 + ηuiH

u
i Hu + ηdiH

d
iHd

]
+ σ

Φ6

M 3
Pl

+ ... .

(1.32)

На шкале 〈Φ〉 ∼
[
MS

MPl

]1/4

MPl ' 1014 ГэВ Z6 симметрия нарушается, что приводит к

генерации билинейных массовых членов µd ∼ µui ∼ µdi ∼ MS , которые оказываются по-
рядка шкалы нарушения СУСИ. Так как вакуумное среднее суперполя Φ на много порядков
меньшеMPl юкавские взаимодействия, приводящие к распаду протона, оказываются также
сильно подавленными.

Сценарии A и B, которые обсуждались в этой главе, обладают одним существенным недо-
статком. Оба сценария предполагают наличие неполных 27′ и 27′–плетов. Причём число
неполных представлений группы E6 существенно превосходит число поколений элементар-
ных частиц в СМ. Далее будет показано, каким образом сценарии A и B могут возникать в
рамках ТВО.

1.1.4 Объединение калибровочных констант

Стандартная модель, прояснив многие вопросы физики электрослабых и сильных взаимодей-
ствий, оставила нерешенными ряд проблем. В рамках этой теории величины калибровочных
констант α1, α2 и α3, которые отвечают U(1)Y , SU(2)W и SU(3)C взаимодействиям, по-
стулируются исходя из существующих экспериментальных данных. Кроме того, нет связи
между теорией электрослабых взаимодействий и квантовой хромодинамикой. Ответы на эти
и другие вопросы должна дать теория, в рамках которой объединяются все известные на се-
годняшний день взаимодействия. Элегантная схема объединения сильных и электрослабых
взаимодействий была предложена в 1974 г. [185]. В соответствии с данной схемой стандарт-
ная модель появляется в результате спонтанного нарушения на шкале MX калибровочной
симметрии, которая лежит в основе теории Великого Объединения. Выше шкалы MX тео-
рия такого типа характеризуется только одной калибровочной константой αGUT . В основе
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минимальной модели Великого Объединения лежит SU(5) калибровочная группа. Причем
дублет левых лептонов и триплет правых d–кварков образуют фундаментальное представ-
ление SU(5) — антипятиплет, а левые кварки, триплет правых u–кварков и правый лептон
eR — декуплет (антисимметричный тензор 2–го ранга). Из–за того, что кварки и лептоны
входят в одни и те же мультиплеты, их гиперзаряды удовлетворяют определенным соотно-
шениям, что в конечном итоге приводит к дробным электрическим зарядам d–кварков —
(−1/3) и u–кварков — (+2/3).

Предложенная в работе Джорджи и Глэшоу [185] схема объединения взаимодействий
предполагает, что три калибровочные константы СМ совпадают на шкале Великого Объ-
единения MX . Имеющиеся экспериментальные данные позволяют проверить гипотезу об
объединении калибровочных констант при высоких энергиях в стандартной модели и ее рас-
ширениях. Более четверти века назад было показано, что в рамках МССМ экстраполяция
констант SU(3)C , SU(2)W и U(1)Y взаимодействий в область сверхвысоких энергий при-
водит к тому что на некоторой шкале значения этих констант оказываются практически
одинаковыми [74], [186]. В то же самое время в рамках СМ такого эффекта не наблюдается.
В СУСИ обобщениях СМ приблизительное равенство калибровочных констант при сверхвы-
соких энергиях позволяет объединить на планковской шкале гравитацию с другими калиб-
ровочными взаимодействиями в рамках СУГРА моделей, лагранжиан которых инвариантен
по отношению к локальным преобразованиям суперсимметрии.

Объединение калибровочных констант взаимодействия остаётся пожалуй одним из наибо-
лее привлекательных свойств СУСИ расширений СМ. В МССМ и НМССМ эволюция калиб-
ровочных констант взаимодействия описывается системой уравнений ренормгруппы, которая
может быть представлена в следующем виде:

dαi
dt

=
βiα

2
i

(2π)
, βi = bi +

b̃i
4π

, (1.33)

где bi и b̃i — однопетлевые и двухпетлевые вклады в β–функции [187, 188], t = log (q/MZ) и
i = 1, 2, 3, что соответствует U(1)Y , SU(2)W и SU(3)C взаимодействиям соответственно.
Интегрируя уравнения ренормгруппы (1.33), можно получить приближённое решение для
калибровочных констант αi(t) [189]:

1

αi(t)
=

1

αi(MZ)
− bi

2π
t− Ci

12π
−Θi(t) +

bi − bSMi
2π

ln
Ti
MZ

. (1.34)

Второе слагаемое в формуле (1.34) соответствует вкладу однопетлевой β–функции в эволю-
цию калибровочных констант. Перенормировка констант взаимодействия в суперсимметрич-
ных теориях осуществляется в рамках DR схемы [190], которая не приводит к появлению
наряду с логарифмическими константных членов и учет пороговых эффектов сводится к
простой шаговой аппроксимации (β–функция изменяется скачком). В то же время все ка-
либровочные константы на электрослабой шкале вычисляются в рамках MS схемы [191].
В главном логарифмическом приближении обе схемы перенормировок приводят к одним и
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тем же результатам. Вклад же константных членов, возникающих при переходе от MS к
DR схеме, отвечает третьему слагаемому в формуле (1.34) с C1 = 0, C2 = 2, C3 = 3

[192]. Хотя вклад соответствующих членов мал его необходимо учитывать наряду с вкладом
двухпетлевых поправок

Θi(t) =
1

8π2

∫ t

0
b̃idτ . (1.35)

Наконец, последнее слагаемое в формуле (1.34) описывает поправки, обусловленные по-
роговыми эффектами. К их числу относят пороговые поправки от суперпартнеров наблюда-
емых частиц и t–кварка, т.е.

Ti =
N∏
k=1

(
mk

) ∆bki
bi − bSMi , (1.36)

где bSMi — коэффициенты однопетлевых β–функций в СМ, а mk и ∆bki — массы и вклады
в однопетлевые β–функции новых частиц в рассматриваемых СУСИ моделях. Поскольку
двухпетлевые поправки (1.35), как правило, существенно меньше однопетлевого вклада, в
выражения (1.35) обычно подставляют решения однопетлевых уравнений ренормгруппы для
калибровочных и юкавских констант. Вклад последних слагаемых в выражения (1.34) не
превосходит вклада двухпетлевых поправок Θi(t). Поэтому при его вычислении обычно
ограничиваются главным приближением.

Используя приближённые решения уравнений ренормгруппы (1.34) можно установить
соотношения между значениями калибровочных констант взаимодействия на электрослабой
шкале и шкале MX в любой СУСИ модели. В настоящее время значения калибровоч-
ных констант α1(MZ) и α2(MZ) хорошо известны. Это позволяет определить, используя
уравнения для эволюции αi(t) (1.34), шкалу MX , на которой происходит объединение ка-
либровочных констант, т.е. α1(MX) = α2(MX) = α0 и значение α0 на этой шкале. Под-
ставляя полученные значения MX и α0 в приближённое решение уравнений ренормгруппы
для константы сильного взаимодействия можно определить значение α3(MZ), при котором
происходит объединение калибровочных констант [193]:

1

α3(MZ)
=

1

b1 − b2

[
b1 − b3

α2(MZ)
− b2 − b3

α1(MZ)

]
− 1

28π
+ Θs −∆s ,

Θs =

(
b2 − b3

b1 − b2
Θ1 −

b1 − b3

b1 − b2
Θ2 + Θ3

)
, Θi = Θi(MX) .

(1.37)

Выражение для ∆s, отвечающее вкладу пороговых эффектов, полностью определяется СУСИ
расширением СМ, в рамках которого изучается эволюция калибровочных констант взаимо-
действия.

В МССМ и НМССМ коэффициенты однопетлевых β–функций bi можно представить в
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виде суммы:

bi =

 0

−6

−9

+NH

 3/10

1/2

0

+ 2NG, (1.38)

где NH–число дублетов Хиггса (NH = 2 для МССМ и НМССМ), а NG–число поколений
лептонов, кварков и их суперпартнеров. Как следует из (1.38) объединение калибровочных
констант и шкала Великого Объединения MX в однопетлевом приближении не зависят от
числа поколений наблюдаемых частиц. Это объясняется тем, что наблюдаемые фермионы
и их суперпартнеры образуют полные SU(5) мультиплеты и поэтому не нарушают SU(5)

симметрию. Как следствие, каждое поколение вносит один и тот же вклад в однопетлевые
β–функции и разность обратных величин калибровочных констант не зависит от числа по-
колений. По этой же причине введение дополнительных полных SU(5) мультиплетов не
может разрушить объединение калибровочных констант в суперсимметричных теориях в
однопетлевом приближении. Однако с увеличением числа мультиплетов материи растет α0.
Требование применимости теории возмущений вплоть до шкалы MX существенным обра-
зом ограничивает возможный набор полных SU(5) мультиплетови материи, компоненты
которых имеют массы на много порядков меньшие, чем MX [183].

Θ1 Θ2 Θ3 Θs

МССМ 0.556 0.953 0.473 −0.764

E6ССМ I 1.558 2.322 2.618 −0.250

E6ССМ II 1.604 2.385 2.638 −0.305

Таблица 1.4: Поправки к 1/αi(MX) и 1/α3(MZ) обусловленные двухпетлевыми вкладами в β–
функции в МССМ и E6ССМ в случае, когда α(MZ) = 1/127.9, sin2 θW = 0.231, α3(MZ) = 0.118

и tan β = 10. В случае E6ССМ рассмотрены два варианта сценария A: E6ССМ I отвечает
κ(M ′

Z) = κ1(M ′
Z) = κ2(M ′

Z) = λ(MZ′) = λ1(MZ′) = λ2(MZ′) = g
′
1(MZ′), g

′2
1 (MZ′) = 0.227,

g11(MZ′) = 0.0202; в случае E6ССМ II κi = λi = 0, g′21 (MZ′) = 0.227, g11(MZ′) = 0.0202.

В МССМ вклад пороговых эффектов в (1.37) можно представить в виде [189],[193]-[195]:

∆s = − 19

28π
ln
M̃S
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, M̃S =

T
100/19
2
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25/19
1 T
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ũi
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(∏
i=1,2,3m
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Q̃i
m

1/25
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,

T3 = M
1/2
g̃

(∏
i=1,2,3m

1/12

Q̃i
m

1/24
ũi

m
1/24

d̃i

)
,

(1.39)
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где mA, Mg̃ и MW̃ — массы хиггсовских бозонов и суперпартнёров SU(3)C и SU(2)W
калибровочных бозонов; mũi , md̃i

и mQ̃i
— массы правосторонних и левосторонних сквар-

ков; mL̃i
и mẽi — массы левосторонних и правосторонних слептонов. Предполагая, что все

скварки имеют одинаковые массы mq̃, а массы всех слептонов равны ml̃, находим:

M̃S ' µ

(
mA

µ

)3/19(
MW̃

µ

)4/19(
MW̃

Mg̃

)28/19(ml̃

mq̃

)3/19

. (1.40)

Используя соотношения (1.37) и (1.39), а также данные приведённые в таблице 1.4 мож-
но показать, что для того чтобы получить точное объединение калибровочных констант в
МССМ с α3(MZ) ' 0.118 шкалу M̃S следует положить равной 1ТэВ. Поскольку с другой
стороны (см.[193])

M̃S ≈ µ

(
α2(MZ)

α3(MZ)

)
≈ µ

6
, (1.41)

такое большое значение шкалы M̃S реализуется только в случае, когда скварки, глюино
и хиггсовские бозоны имеют массы & 10ТэВ. При значениях параметра µ ' 1 − 2ТэВ
шкала M̃S варьируется в пределах 200− 300 ГэВ [189, 193, 194, 195, 196]. Было показано,
что при таких относительно небольших знчениях M̃S объединение калибровочных констант
СМ можно получить при α3(MZ) = 0.123 [197]. При M̃S ' MZ объединение калибро-
вочных констант достигается при α3(MZ) ≥ 0.126 [194, 198]. Упомянутые выше значения
константы сильного взаимодействия более чем на два стандартных отклонения отличаются
от значения полученного в результате обработки экспериментальных данных.

Для того чтобы упростить анализ удобно положить T1 = T2 = T3 = M̃S . На рис. 1.1
представлена эволюция калибровочных констант, вычисленная в рамках МССМ, при
T1 = T2 = T3 = M̃S = 250 ГэВ в зависимости от t = log (q/MZ), когда t изменяется от
0 до log (MX/MZ), где MX = 2 · 1016 ГэВ. Пунктирными линиями на этом рисунке по-
казаны изменения в эволюции αi(t), обусловленные вариацией α3(MZ) от 0.116 до 0.120.
Приведённые результаты указывают на то что, в рамках МССМ с α3(MZ) = 0.116−0.120

несколько проблематично добиться полного совпадения калибровочных констант СМ вблизи
шкалы MX .

Теперь перейдём к изучению эволюции калибровочных констант в рамках U(1)N расши-
рений МССМ. Для того чтобы упростить анализ будем предполагать, что U(1)ψ × U(1)χ
калибровочные симметрии нарушаются до U(1)N × ZM

2 вблизи шкалы MX . Однако даже
в этом случае анализ перенормировки калибровочных констант усложняется из-за смешива-
ния между калибровочными полями, которые отвечают U(1)Y и U(1)N взаимодействиям.
Такое смешивание возникает практически во всех расширениях СМ с дополнительной U(1)′

калибровочной симметрией [199]. В базисе, в котором взаимодействие калибровочных бозо-
нов с полями материи имеет канонический вид, т.е. ковариантная производная действующая
на дублет левосторонних кварков определяется как

Dµ = ∂µ − ig3A
a
µT

a − ig2W
b
µτ

b − igYQY
i B

Y
µ − igNQN

i B
N
µ , (1.42)
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Рис. 1.1: Зависимость α1(t), α2(t) и α3(t) от t = log (q/MZ) — рис.a и эволюция калибро-
вочных констант вблизи шкалы MX — рис.б, вычисленные в рамках МССМ в двухпетлевом
приближении и отвечающие tan β = 10, T1 = T2 = T3 = M̃S = 250ГэВ, αs(MZ) = 0.118,
α(MZ) = 1/127.9 и sin2 θW = 0.231. Сплошная, штриховая и жирная линии соответствуют
α1(t), α2(t) и α3(t). Пунктирные линии отвечают неопределённости в αi(t), которая обуслов-
лена вариацией α3(MZ) от 0.116 до 0.120.
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часть лагранжиана модели, отвечающая кинетическим членам калибровочных полей, может
быть представлена в виде суммы

Lkin = −1

4

(
F Y
µν

)2 − 1

4

(
FN
µν

)2 − sinχ

2
F Y
µνF

N
µν −

1

4
(Gµν)

2 − 1

4
(Wµν)

2 . (1.43)

В выражениях (1.42)–(1.43)Aa
µ, W

b
µ, B

Y
µ и BN

µ отвечают калибровочным полям SU(3)C ,
SU(2)W , U(1)Y и U(1)N взаимодействий, Ga

µν , W
b
µν , F

Y
µν и FN

µν — напряжённости соот-
ветствующих полей, в то время как g3, g2, gY и gN — калибровочные константы SU(3)C ,
SU(2)W , U(1)Y и U(1)N взаимодействий.

Хотя можно ожидать, что вблизи шкалыMX параметр sinχ зануляется, учёт петлевых
поправок приводит к ненулевому значению данного параметра в области низких энергий,
так как

Tr
(
QYQN

)
=

∑
i= chiral fields

(
QY
i Q

N
i

)
6= 0 . (1.44)

Причём, вклад полных E6 мультиплетов в след (1.44) зануляется. Однако из-за того, что
спектр частиц U(1)N расширений МССМ включает наряду с полными 27–плетами их от-
дельные компоненты отличное от нуля значение sinχ генерируется, что и приводит к смеши-
ванию калибровочных полей. Член отвечающий смешиванию калибровочных полей в лагран-
жиане (1.43) может быть устранён посредством неунитарного преобразования двух U(1)

калибровочных полей [200, 201]:

BY
µ = B1µ −B2µ tanχ , BN

µ = B2µ/ cosχ . (1.45)

В базисе полей B1µ и B2µ ковариантная производная (1.42) имеет вид [199]:

Dµ = ∂µ − ig3A
a
µT

a − ig2W
b
µτ

b − ig1Q
Y
i B1µ − i(g′1QN

i + g11Q
Y
i )B2µ , (1.46)

где
g1 = gY , g′1 = gN/ cosχ , g11 = −gY tanχ . (1.47)

Как следует из (1.46)–(1.47) смешивание U(1) калибровочных полей теперь определяет
нестандартное взаимодействие U(1)N калибровочного бозона с полями материи и сводится
к введению недиагональной калибровочной константы g11. Более того, ковариантная произ-
водная (1.42) может быть представлена и в несколько ином матричном виде

Dµ = ∂µ − ig3A
a
µT

a − ig2W
b
µτ

b − iQTGBµ , (1.48)

где QT = (QY
i , Q

N
i ), BT

µ = (B1µ, B2µ) и G представляет собой матрицу 2× 2

G =

(
g1 g11

0 g′1

)
. (1.49)

Фактически, в рассматриваемом здесь подходе смешивание U(1) калибровочных полей сво-
дится к модификации U(1)N зарядов полей материи, т.е.

Q̃i ≡ QN
i +QY

i δ, (1.50)
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где δ = g11/g
′
1. Это в свою очередь означает, что эффективныеU(1)N заряды (1.50) зависят

от q. От этих же зарядов Q̃i зависит и спектр частиц в рассматриваемых расширениях
МССМ. В то же самое время U(1)Y заряды остаются неизменными.

При изучении эволюции калибровочных констант в U(1)N расширениях МССМ необхо-
димо учитывать перенормировку как диагональных, т.е. g3(t), g2(t), g1(t) и g′1(t), так и
недиагональной, т.е. g11(t), калибровочных констант взаимодействия. Используя матричную
форму представления структуры U(1) взаимодействий (1.48)–(1.49), уравнения ренормгруп-
пы могут быть представлены в достаточно компактном виде [200, 201]:

dG

dt
= G×B ,

dg2

dt
=

β2g
3
2

(4π)2
,

dg3

dt
=

β3g
3
3

(4π)2
, (1.51)

где B, так же как и G, представляет собой матрицу 2× 2

B =
1

(4π)2

(
β1g

2
1 2g1g

′
1β11 + 2g1g11β1

0 g
′2
1 β
′
1 + 2g′1g11β11 + g2

11β1

)
, (1.52)

в то время как βi и β11 — β–функции. В однопетлевом приближении β–функции, отвечаю-
щие U(1) взаимодействиям, можно представить в виде суммы:

β1 =
∑
i

(QY
i )2 , β′1 =

∑
i

(QN
i )2 , β11 =

∑
i

QY
i Q

N
i , (1.53)

где суммирование производится по всем киральным суперполям. В случае E6ССМ нетрудно
убедиться, что β1 ≈ β′1 � β11 [71],[73]. Поскольку g1(MX) ' g′1(MX) и g11(MX) ' 0,
значения g1(t) и g′1(t) практически совпадают на любой шкале q . MX тогда как пара-
метр, характеризующий смешивание калибровочных полей, g11(t), весьма мал по сравнению
с диагональными калибровочными константами g1(t) и g′1(t). По этой причине при анализе
перенормировки g3(t), g2(t), g1(t) и g′1(t) представляется целесообразным учесть вклад
двухпетлевых поправок в β–функции диагональных калибровочных констант и ограничить-

ся однопетлевым приближением при вычислении β11. В случае сценария A β11 = −
√

6

5
.

При реализации сценария B β11 =
3
√

6

10
.

В случае сценария A двухпетлевые β–функции диагональных калибровочных констант
можно представить в следующем виде [71], [73]:

β3 = −9 + 3Ng +
1

16π2

[
g2

3(−54 + 34Ng) + 3Ng g
2
2 +Ng g

2
1

+Ng g
′2
1 − 4h2

t − 4h2
b − 2Σκ

]
,

β2 = −5 + 3Ng +
1

16π2

[
8Ngg

2
3 + (−17 + 21Ng)g

2
2 +

(
3

5
+Ng

)
g2

1

+

(
2

5
+Ng

)
g
′2
1 − 6h2

t − 6h2
b − 2h2

τ − 2Σλ

]
,

(1.54)
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β1 =
3

5
+ 3Ng +

1

16π2

[
8Ngg

2
3 +

(
9

5
+ 3Ng

)
g2

2 +

(
9

25
+ 3Ng

)
g2

1

+

(
6

25
+Ng

)
g
′2
1 −

26

5
h2
t −

14

5
h2
b −

18

5
h2
τ −

6

5
Σλ −

4

5
Σκ

]
,

β′1 =
2

5
+ 3Ng +

5

4
n+

1

16π2

[
8Ngg

2
3 +

(
6

5
+ 3Ng

)
g2

2 +

(
6

25
+Ng

)
g2

1

+

(
4

25
+ 3Ng +

25

8
n

)
g
′2
1 −

9

5
h2
t −

21

5
h2
b −

7

5
h2
τ −

19

5
Σλ −

57

10
Σκ

]
,

Σλ = λ2
1 + λ2

2 + λ2 , Σκ = κ2
1 + κ2

2 + κ2
3 ,

где Ng = 3 — число полных 27–плетов и n — число пар S и S суперполей, компоненты
которых появляются в спектре частиц при энергиях ∼ ТэВ, т.е. n = 0 или n = 1. При
выводе выражений (1.54) предполагалось, что в суперпотенциале (1.25) юкавские константы
f̃αβ , fαβ , gDij и hEiα малы и ими можно пренебречь, а λαβ = λαδαβ и κij = κiδij . В
выражениях (1.54) ht, hb и hτ отвечают юкавским константам t–кварка, b–кварка и
τ–лептона соответственно.

Используя те же предположения, в случае сценария B, находим:

β3 = −8 + 3Ng +
1

16π2

[
g2

3

(
−128

3
+ 34Ng

)
+ 3Ng g

2
2 +

(
Ng +

4

15

)
g2

1

+

(
Ng +

2

5

)
g
′2
1 − 4h2

t − 4h2
b − 2Σκ

]
,

β2 = −4 + 3Ng +
1

16π2

[
8Ngg

2
3 + (−10 + 21Ng)g

2
2 +

(
6

5
+Ng

)
g2

1

+

(
13

10
+Ng

)
g
′2
1 − 6h2

t − 6h2
b − 2h2

τ − 2Σ̃λ

]
,

(1.55)

β1 =
8

5
+ 3Ng +

1

16π2

[(
8Ng +

32

15

)
g2

3 +

(
18

5
+ 3Ng

)
g2

2 +

(
62

75
+ 3Ng

)
g2

1

+

(
47

50
+Ng

)
g
′2
1 −

26

5
h2
t −

14

5
h2
b −

18

5
h2
τ −

6

5
Σ̃λ −

4

5
Σκ

]
,

β′1 =
19

10
+ 3Ng +

5

4
n+

1

16π2

[(
8Ng +

16

5

)
g2

3 +

(
39

10
+ 3Ng

)
g2

2

+

(
47

50
+Ng

)
g2

1 +

(
121

100
+ 3Ng +

25

8
n

)
g
′2
1

−9

5
h2
t −

21

5
h2
b −

7

5
h2
τ −

19

5
Σ̃λ −

57

10
Σκ

]
,
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где Σ̃λ = λ2
1 + λ2

2 + λ2
3 + λ2.

Как следует из выражений (1.54) β3 в случае сценария A зануляется при Ng = 3 в
однопетлевом приближении, т.е. b3 = 0. В случае сценария B однопетлевая β–функция
отвечающая сильным взаимодействиям становится положительной, но её абсолютное зна-
чение остаётся достаточно малым, т.е. b3 = 1. Поэтому изучение эволюции диагональных
калибровочных констант требует учёта двухпетлевых поправок.

Как и в МССМ приближённое решение уравнений ренормгруппы (1.34) можно использо-
вать для анализа эволюции калибровочных констант в E6ССМ. Для этого в формулу (1.34)
необходимо подставить выражения для bi и b̃i вычисленные в рамках сценариев A и B, (см.
(1.54) и (1.55) соответственно), а T1, T2, T3 и M̃S в выражениях (1.34), (1.37) и (1.39) следует
заменить на T̃1, T̃2, T̃3 и T̃S . В случае сценария A

T̃S =
T̃

172/19
2

T̃
55/19
1 T̃

98/19
3

,

T̃1 = T
5/11
1 µ

4/55
L m

2/55
L

(∏
i=1,2,3m

4/165

D̃i
µ

8/165
Di

)(∏
α=1,2m

2/55
Hα

µ
4/55

H̃α

)
,

T̃2 = T
25/43
2 µ

4/43
L m

2/43
L

(∏
α=1,2m

2/43
Hα

µ
4/43

H̃α

)
,

T̃3 = T
4/7
3

(∏
i=1,2,3m

1/21

D̃i
µ

2/21
Di

)
.

(1.56)

Здесь µDi
иmD̃i

— массы экзотических кварков и их суперпартнёров;mHα
и µH̃α

— массы
скалярных и фермионных компонент суперполейHα,mL и µL — массы скалярных и ферми-
онных компонент суперполей L4 и L4, а T1, T2 и T3 определяются теми же соотношениями,
что и в случае МССМ (1.39).

В случае сценария B, находим

T̃S =
T̃

196/19
2

T̃
65/19
1 T̃

112/19
3

,

T̃1 = T
5/13
1 µ

8/195
d4

m
4/195
d4

µ
4/65
Hu

m
2/65
Hu

µ
4/65
Hd

m
2/65
Hd
×

×
(∏

i=1,2,3m
4/195

D̃i
µ

8/195
Di

)(∏
α=1,2m

2/65
Hα

µ
4/65

H̃α

)
,

T̃2 = T
25/49
2 µ

4/49
Hu

m
2/49
Hu

µ
4/49
Hd

m
2/49
Hd

(∏
α=1,2m

2/49
Hα

µ
4/49

H̃α

)
,

T̃3 = T
1/2
3 µ

1/12
d4

m
1/24
d4

(∏
i=1,2,3m

1/24

D̃i
µ

1/12
Di

)
,

(1.57)

где µd4 , µHu
и µHd

— массы фермионных компонент суперполей dc4 и dc4, Hu
i и Hu, а так

же Hd
i и Hd, в то время как md4 , mHu

и mHd
— массы их суперпартнёров.
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Как и в случае МССМ, для того чтобы упростить анализ эволюции диагональных ка-
либровочных констант в рамках E6ССМ, целесообразно положить T̃1 = T̃2 = T̃3 = T̃S .
Результаты численного анализа представлены на рис. 1.2 и 1.3. При вычислении перенорми-
ровки калибровочных констант на интервале MZ . q . TS использовались двухпетлевые
β–функции СМ. Для исследования эволюции gi(t) при q & TS были использованы двух-
петлевые β–функции (1.54) и (1.55). При этом для вычисления значений юкавских констант
использовались однопетлевые уравнения ренормгруппы СМ и E6ССМ соответственно. Зна-
чения g′1 и g11 при низких энергиях подбирались таким образом, чтобы все четыре диаго-
нальных калибровочных константы совпадали на шкале MX и g11(MX) ' 0.

Результаты численных расчётов, представленные на рис. 1.2, показывают, что в случае
сценария A практически точное объединение калибровочных констант может быть получе-
но при α3(MZ) = 0.118 и T̃S = 400 ГэВ. С увеличением (уменьшением) T̃S значение
α3(MZ), при котором происходит точное совпадение калибровочных констант СМ на шка-
леMX ' 3 · 1016 ГэВ, становится несколько меньше (больше). В случае сценария A шкала
T̃S , которая непосредственно связана со шкалой M̃S в МССМ

T̃S = M̃S ·
(
µ

12/19
L m

6/19
L

µ
12/19
D3

m
6/19

D̃3

)( ∏
α=1,2

m
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µ
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m
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D̃α
µ

12/19
Dα

)
. (1.58)

может быть существенно больше последней. Из формулы (1.58) следует, что значение T̃S
определяется массами скалярных и фермионных компонент суперполей L4 и L4. Так как
член µLL4L4 в суперпотенциале (1.25) не запрещён E6 симметрией и не вовлечён в процесс
нарушения электрослабой симметрии, mL и µL могут быть на много больше масс других
экзотических частиц, что приводит к T̃S � M̃S . В частности, T̃S может быть порядка ТэВ
даже если M̃S ∼MZ Это позволяет добиться точного совпадения калибровочных констант
СМ на шкалеMX практически при любых значениях α3(MZ), которые согласуются с изме-
ренным значением константы сильного взаимодействия. Причём дополнительные суперполя
S и S, компоненты которых могут появляться в спектре частиц при энергиях ∼ ТэВ, не
изменяют существенным образом эволюции калибровочных констант оставляя почти неиз-
менным их совпадение при сверхвысоких энергиях.

Следует отметить, что учёт двухпетлевых поправок к β–функциям диагональных калиб-
ровочных констант мог, в принципе, сильно модифицировать эволюцию данных констант
при сверхвысоких энергиях, не оставив и намёка на их объединение. Действительно, как
следует из результатов приведённых в таблице 1.4 двухпетлевые поправки в случае сцена-
рия A значительно больше, чем аналогичные поправки, вычисленные в рамках МССМ. Это
неудивительно, поскольку диагональные калибровочные константы в E6ССМ существенно
больше чем в МССМ при сверхвысоких энергиях. Тем не менее из-за сильного сокращения
двухпетлевых поправок в выражении (1.37) абсолютное значение Θs в три раза меньше в
E6ССМ по сравнению с МССМ. Как следствие, значение α3(MZ), при котором происходит
точное совпадение калибровочных констант СМ на шкалеMX , заметно ниже в E6ССМ чем
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Рис. 1.2: Зависимость α1(t), α2(t) и α3(t) от t = log (q/MZ) — рис.a и эволюция калибро-
вочных констант вблизи шкалы MX — рис.б, вычисленные в рамках E6ССМ (сценарий A) в
двухпетлевом приближении и отвечающие tan β = 10, T̃1 = T̃2 = T̃3 = T̃S = 400ГэВ, n = 1,
αs(MZ) = 0.118, α(MZ) = 1/127.9, sin2 θW = 0.231 и κ1(TS) = κ2(TS) = κ3(TS) = λ1(TS) =

λ2(TS) = λ3(TS) = g
′
1(TS). Сплошная, штриховая и жирная линии соответствуют α1(t), α2(t) и

α3(t). Пунктирные линии отвечают неопределённости в αi(t), которая обусловлена вариацией
α3(MZ) от 0.116 до 0.120.
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в МССМ [73], [108].
Следует также отдельно подчеркнуть, что при высоких энергиях неопределённость в

α3(t), обусловленная вариацией α3(MZ), существенно больше в E6ССМ по сравнению с
МССМ. Это обусловлено тем, что в E6ССМ константа сильного взаимодействия слабо рас-
тёт с увеличением q, в то время как в МССМ α3(t) уменьшается по мере увеличения q.
По этой причине в случае сценария A неопределённость в α3(MX) примерно такая же как
в α3(MZ), тогда как в МССМ интервал, в пределах которого варьируется α3(MX), за-
метно сужается. Большая неопределённость в α3(t) при сверхвысоких энергиях позволяет
добиться более точного совпадения диагональных калибровочных констант на шкале MX .

В случае сценария B перенормировка диагональных калибровочных констант несколько
меняется. В частности, численный анализ показывает, что эволюция αi(t) сильно зависит
от выбора шкалы T̃1 = T̃2 = T̃3 = T̃S . При T̃S . 1ТэВ калибровочные константы вблизи
шкалыMX ' 3 ·1016 ГэВ слишком велики, т.е. i.e. αi(MX) ∼ 1, и теория возмущений при
q ∼MX становится неприменимой. Поэтому на рис. 1.3 эволюция калибровочных констант
СМ представлена в случае, когда T̃S ' 3ТэВ. При этом значения αi(MX) варьируются
около 0.2, что, в принципе, позволяет использовать теорию возмущений для вычисления
перенормировки αi(t) вблизи шкалы q ∼MX .

Как и в случае сценария A, в рамках сценария B T̃S также непосредственно связана со
шкалой M̃S в МССМ

T̃S = M̃S ·
(
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. (1.59)

Из выражения (1.59) следует, что шкала T̃S может быть на несколько порядков больше M̃S

если, например, µHu
' mHu

' µHd
' mHd

' µH̃α
' mHα

существенно больше масс
экзотических кварков и скварков, а также масс скалярных и фермионных компонент dc4 и
dc4. В этом случае T̃S может достигать 10ТэВ даже когда M̃S значительно меньше 1ТэВ
и µHu

' mHu
' µHd

' mHd
' µH̃α

' mHα
. 10ТэВ. T̃1, T̃2 и T̃3 могут быть

также больше нескольких ТэВ. Например, такой сценарий реализуется, когда суперпарнёры
фермионов первого и второго поколений, а также некоторые экзотические состояния имеют
массы, которые превосходят 10ТэВ. Действительно, стабилизация электрослабой шкалы
не требует, чтобы данные состояния были бы достаточно лёгкими. Более того, в случае,
когда суперпарнёры фермионов первого и второго поколений существенно тяжелее 10ТэВ,
процессы, сопровождающиеся нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом
и лептонном секторах, сильно подавлены. Как следствие реализация сценариев с T̃1, T̃2,
T̃3, T̃S � 1ТэВ вполне возможна.

Результаты вычислений, представленные на рис. 1.3, показывают, что α3(t) и неопре-
делённость обусловленная вариацией α3(MZ) растут с увеличением q. Причём в рамках
сценария B рост всех диагональных калибровочных констант заметно сильнее чем в случае
сценария A. Это связано с тем, что однопетлевые β–функции в случае сценария B больше
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Рис. 1.3: Зависимость α1(t), α2(t) и α3(t) от t = log (q/MZ) — рис.a и эволюция калибро-
вочных констант вблизи шкалы MX — рис.б, вычисленные в рамках E6ССМ (сценарий B)
в двухпетлевом приближении и отвечающие tan β = 10, T̃1 = T̃2 = T̃3 = T̃S = 3ТэВ, n = 0,
αs(MZ) = 0.118, α(MZ) = 1/127.9, sin2 θW = 0.231 и κ1(TS) = κ2(TS) = κ3(TS) = λ1(TS) =

λ2(TS) = λ3(TS) = g
′
1(TS). Сплошная, штриховая и жирная линии соответствуют α1(t), α2(t) и

α3(t). Пунктирные линии отвечают неопределённости в αi(t), которая обусловлена вариацией
α3(MZ) от 0.116 до 0.120.

68



по сравнению с сценарием A. По этой причине интервал вариации α3(MX) также больше.
Однако в рамках сценария B учёт двухпетлевых поправок разрушает объединение калибро-
вочных констант. Действительно, в однопетлевом приближении формула (1.37) приводит к
одному и тому же значению α3(MZ) в случаях сценариев A и B, при котором калибровочные
константы СМ совпадают на шкале MX . Поскольку экзотические состояния образуют пол-
ные SU(5) мультиплеты, они вносят один и тот же вклад во все однопетлевые β–функции
диагональных калибровочных констант и значения bi − bj остаются одними и теми же в
МССМ и E6ССМ. В то же самое время вклады двухпетлевых поправок в αi(MX) (т.е.
Θi(MX)) и в α3(MZ) (т.е. Θs) сильно отличаются в МССМ и в E6ССМ. В частности,
в случае сценария B учёт двухпетлевых поправок приводит к тому, что при T̃S ' 3ТэВ
точного совпадения диагональных калибровочных констант можно добиться только когда
α3(MZ) ' 0.112. При больших T̃S значения α3(MZ), которые отвечают объединению
αi(t), становятся ещё меньше. С другой стороны снижение T̃S приводит к большим значе-
ниям αi(MX), делая весьма проблематичным использование теории возмущений для вы-
числения перенормировки αi(t) при сверхвысоких энергиях ∼MX .

Дополнительные суперполя S и S, компоненты которых могут появляться в спектре
частиц при энергиях . 10ТэВ, не приводят к радикальным изменениям в эволюции калиб-
ровочных констант СМ. Учёт их вклада оставляет значение α3(MZ), при котором αi(MX)

совпадают, практически неизменным. Таким образом, в рамках сценария B достижение точ-
ного объединения калибровочных констант при α3(MZ) ' 0.118 представляется весь-
ма проблематичным. Однако различие αi(MX) не так уж и велико. В случае сценария
B оно составляет порядка 10% . Поскольку различие между калибровочными константа-
ми СМ на шкале MX не так уж и велико, данное обстоятельство не следует рас-
сматривать в качестве чрезвычайно серьёзной проблемы при изучении соответствующего
сценария в рамках E6ССМ.

69



1.2 Теории Великого Объединения с дополнительными

пространственными измерениями

Спектр частиц, а также калибровочная группа СУСИ моделей с дополнительной U(1)N
симметрией, которые обсуждались в предыдущем разделе, однозначно указывают на то,
что такие модели могут появляться в результате нарушения E6 симметрии или её под-
группы. Нарушение калибровочной симметрии в соответствующих четырёхмерных ТВО до
SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y ×U(1)ψ×U(1)χ обычно предполагает наличие хиггсовских
мультиплетов больших размерностей, т.е. высших представлений группы E6 или её подгруп-
пы, которые приобретают вакуумные средние. В частности, высшие представления калибро-
вочных групп ТВО используются, в качестве важной составляющей механизма, позволяю-
щего добиться расщепления масс между различными компонентами полных представлений
калибровочных групп ТВО без тонкой настройки параметров в этих моделях. Наиболее из-
вестным примером такого типа является расщепление масс между триплетными по цвету и
дублетными по электрослабому изоспину состояниями, входящими в фундаментальное пред-
ставление группы SU(5), которое может быть достигнуто либо за счёт тонкой настройки
параметров SU(5) модели либо посредством достаточно сложного механизма, предполага-
ющего наличие высших представлений группы SU(5) [202]–[203].

Теории с дополнительными измерениями открывают новые возможности для описания
нарушения калибровочной симметрии в рамках ТВО. В этой связи в литературе широко
обсуждается компактификация дополнительных измерений на орбифолды в рамках СУСИ
моделей Великого Объединения с пятью [204]–[213] и шестью [212]–[217] измерениями. Эти
модели используют идею, которая изначально возникла в рамках струнных моделей [218].
Данная идея предполагает, что идентификация калибровочных полей по отношению к пре-
образованиям пространственно–временной симметрии орбифолда может быть использована
в качестве механизма нарушения локальной симметрии. Оказывается, что соответствующие
ТВО позволяют избежать некоторых проблем, присущих четырёхмерным моделям Великого
Объединения. К числу таких проблем в первую очередь относится расщепление масс между
триплетными по цвету и дублетными по электрослабому изоспину компонентами фундамен-
тального представления группы SU(5). С другой стороны, наиболее привлекательные свой-
ства, которые обычно ассоциируются с четырёхмерными ТВО, такие как объединение ка-
либровочных констант и естественное возникновение дробных U(1)Y зарядов, по-прежнему
остаются характерными особенностями моделей Великого Объединения с дополнительными
измерениями. Исследование компактификаций дополнительных измерений на орбифолды в
теории гетеротических струн показало, что в струнных моделях, которые приводят к стан-
дартной модели в четырёх измерениях, могут возникать пятимерные и шестимерные проме-
жуточные структуры, которые весьма близки к ТВО с дополнительными измерениями [219].
Поэтому СУСИ модели Великого Объединения с пятью и шестью измерениями могут рас-
сматриваться в качестве промежуточного звена на пути построения теории, объединяющей
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известные калибровочные взаимодействия с гравитацией.

1.2.1 SU(5)× U(1)χ × U(1)ψ модель в пятимерном пространстве

Лагранжиан простейшей ТВО, которая объединяет SU(3)C , SU(2)W и U(1)Y взаимодей-
ствия, инвариантен по отношению к преобразованиям калибровочной группы SU(5) [185].
По этой причине целесообразно начать анализ ТВО с дополнительными пространственными
измерениями, которые приводят к четырёхмерным СУСИ моделям с SU(3)C×SU(2)W ×
U(1)Y ×U(1)ψ×U(1)χ симметрией, с пятимерных суперсимметричных моделей, лагран-
жиан которых инвариантен по отношению к преобразованиям локальной SU(5)×U(1)χ×
U(1)ψ симметрии. Здесь будет предполагаться, что дополнительное пятое измере-
ние y(= x5) является компактным (S1) с фиксированным радиусом, величина которого
определяется шкалой MX , т.е. R ∼ 1/MX . В этом случае орбифолд S1/Z2 получает-
ся разделением компактного пятого измерения посредством Z2 преобразования, при ко-
тором y → −y. Компоненты SU(5) супермультиплетов, которые зависят от пятого до-
полнительного измерения, также преобразуются при преобразованиях Z2 симметрии как
Φ(xµ,−y) = PΦ(xµ, y), где оператор P действует на каждую компоненту SU(5) су-
пермультиплета таким образом, что она либо изменяет свой знак либо остаётся неизменной,
т.е. P = (+,+, ...−,−, ...). При этом лагранжиан рассматриваемой модели должен быть
инвариантным по отношению к преобразованиям Z2 симметрии2. Z2 преобразования могут
рассматриваться в качестве некоторого соотношения эквивалентности, которое позволяет
свести рассмотрение компактного дополнительного измерения с радиусом R к интервалу
y ∈ [0, πR].

Далее будет предполагаться, что дополнительное измерение скомпактифицировано на
S1/(Z2×Z ′2). Орбифолд S1/(Z2×Z ′2) возникает при разделении S1/Z2 посредством ещё
одного Z ′2 преобразования, при котором y′ → −y′, где y′ ≡ y − πR/2. Симметриям Z2 и
Z ′2, которым отвечают преобразования y → −y и y′ → −y′, соответствуют операторы P
и P ′, приводящие к следующим преобразованиям SU(5) супермультиплетов

Φ(x, y)→ Φ(x,−y) = PΦ(xµ, y) ,

Φ(x, y′)→ Φ(x,−y′) = P ′Φ(xµ, y
′) .

(1.60)

Операторы P и P ′ могут быть представлены в виде матриц, собственные значения кото-
рых равны ±1. Лагранжиан соответствующих СУСИ моделей должен быть инвариантен по
отношению к преобразованиям (1.60).

Каждое преобразование отражения приводит к появлению фиксированной точки (y = 0

и y = πR/2 ≡ `) в компактном дополнительном измерении, которая при соответствующем

2Следует отметить, что инвариантность лагранжиана по отношению к Z2 преобразованиям не предпола-
гает, что P = ±I, где I отвечает единичной матрице. В общем случае оператор P должен удовлетворять
условию P 2 = I.
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преобразовании отражения переходит сама в себя. Инвариантность исследуемых СУСИ мо-
делей по отношению к преобразованиям (1.60) позволяет свести рассмотрение компактного
пятого измерения к интервалу y ∈ [0, `] с двумя четырёхмерными стенками (бранами),
расположенными в фиксированных точках y = 0 и y = `. В рассматриваемых моделях
только две вышеупомянутые браны являются неэквивалентными. Браны, расположенные в
точках y = πR и y = −πR/2, следует индентифицировать с вышеупомянутыми бранами,
которые находятся в фиксированных точках y = 0 и y = ` соответственно. Таким образом
физическое пространство сводится к интервалу [0, `], где ` = πR/2.

Разлагая пятимерное поле φ(x, y) в ряд Фурье по координате y, находим [204]–[207]:

φ++(x, y) =
∞∑
n=0

1√
2δn,0

√
4

πR
φ

(2n)
++ (x) cos

2ny

R
, (1.61)

φ+−(x, y) =
∞∑
n=0

√
4

πR
φ

(2n+1)
+− (x) cos

(2n+ 1)y

R
, (1.62)

φ−+(x, y) =
∞∑
n=0

√
4

πR
φ

(2n+1)
−+ (x) sin

(2n+ 1)y

R
, (1.63)

φ−−(x, y) =
∞∑
n=0

√
4

πR
φ

(2n+2)
−− (x) sin

(2n+ 2)y

R
, (1.64)

где n неотрицательное целое число. В Фурье–разложениях (1.61)–(1.64) по-
ля φ с (P, P ′) = (±1,±1) обозначаются φ±±. С точки зрения наблюдателя в четы-
рехмерном пространстве поля φ(2n)

++ (x), φ(2n+1)
+− (x), φ(2n+1)

−+ (x) и φ(2n+2)
−− (x) приобретают

массы 2n/R, (2n + 1)/R, (2n + 1)/R и (2n + 2)/R в результате компактификации.
Следует отметить, что только поля φ++(x, y) и φ+−(x, y) имеют ненулевые значения на
бране расположенной в фиксированной точке y = 0. На другой бране, находящейся вблизи
y = πR/2, только поля φ++(x, y) и φ−+(x, y) меют ненулевые значения. Поле φ−−(x, y)

зануляется на обеих бранах. В то же самое время только поле φ++(x, y) имеет безмассо-
вые нулевые моды. Поскольку SU(5) мультиплеты, которые зависят от координаты пятого
измерения y, в общем случае могут содержать чётные и нечётные компоненты по отноше-
нию к преобразованиям отражения Z2 и Z ′2, безмассовый сектор теории обычно не образует
полные SU(5) мультиплеты. Поэтому, если не все компоненты полных SU(5) супермульти-
плетов имеют одинаковую чётность по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий,
то в результате компактификации локальная SU(5) симметрия оказывается нарушенной
при низких энергиях, так как компоненты φ+−(x, y), φ−+(x, y) и φ−−(x, y) не имеют
безмассовых нулевых мод.
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Преобразования N = 1 суперсимметрии в пятимерном пространстве включают восемь
действительных операторов суперзаряда, что соответствует N = 2 суперсимметрии в четы-
рёхмерном пространстве [204]–[207]. Далее будет предполагаться, что векторные суперполя,
которые ассоциируются с SU(5), U(1)χ и U(1)ψ взаимодействиями зависят от пятой ко-
ординаты y. При этом в пространствеM 4×S1/(Z2×Z ′2) векторные суперполя включают
в себя векторные бозоны AM (M = 0, 1, 2, 3, 5) и калибрино, которые образуются дву-
мя четырёхмерными вейлевскими спинорами с противоположной 4D киральностью, λ и λ′.
Кроме того векторные супермультиплеты должны включать действительные скалярные по-
ля σ, которые необходимы, чтобы обеспечить равенство бозонных и фермионных степеней
свободы. Таким образом пятимерные калибровочные супермультиплеты содержат обычные
четырёхмерные N = 1 векторные суперполя V с физическими компонентами (Aµ, λ) и

четырёхмерныеN = 1 киральные суперполя Σ с компонентами

(
(σ+ iA5)/

√
2, λ′

)
. Эти

два четырёхмерных N = 1 суперполя образуют N = 2 векторное суперполе в четырёхмер-
ном пространстве.

Наряду с пятимерными векторными суперполями другие SU(5) супермультиплеты, а
также киральные суперполя, которые не участвуют в SU(5) взаимодействиях, но несут
ненулевые U(1)χ и U(1)ψ заряды, могут зависеть от координаты y. Соответствующие ки-
ральные суперполя содержат пятимерные фермионные компоненты. Поскольку каждое пя-
тимерное фермионное состояние включает два четырёхмерных вейлевских фермиона, ψ и
ψc, суперсимметрия предполагает, что каждый пятимерный киральный супермультиплет
включает в себя также два комплексных скалярных поля φ и φc. В четырёхмерном про-
странстве эти фермионные (ψ и ψc) и бозонные (φ и φc) состояния являются компонентами
четырёхмерного N = 2 гипермультиплета, который образуется двумя четырёхмерными
N = 1 киральными суперполями Φ̂ ≡ (φ, ψ) и Φ̂c ≡ (φc, ψc). Данные суперполя пре-
образуются как сопряжённые представления друг друга по отношению к калибровочным
преобразованиям.

Принимая во внимание, что частная производная по координате y изменяет знак при пре-
образованиях Z2 симметрии, можно показать, что лагранжиан пятимерных СУСИ моделей
остаётся инвариантным по отношению к следующим преобразованиям [204]:

Aµ(x, y) → Aµ(x,−y) = PAµ(x, y)P−1 ,

A5(x, y) → A5(x,−y) = −PA5(x, y)P−1 ,

σ(x, y) → σ(x,−y) = −Pσ(x, y)P−1 ,

λ(x, y) → λ(x,−y) = Pλ(x, y)P−1 ,

λ′(x, y) → λ′(x,−y) = −Pλ′(x, y)P−1 ,

φi(x, y) → φi(x,−y) = Pφi(x, y) ,

ψi(x, y) → ψi(x,−y) = Pψi(x, y) ,

(1.65)
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φci(x, y) → φci(x,−y) = −Pφci(x, y) ,

ψci (x, y) → ψci (x,−y) = −Pψci (x, y) ,

где индекс i соответствует различным SU(5) супермультиплетам, которые зависят от y.
В случае SU(5) симметрии компоненты соответствующего N = 2 векторного супер-
мультиплета в выражении (1.65) следует отождествлять с V (x, y) = V A(x, y)TA и
Σ(x, y) = ΣA(x, y)TA, где TA представляют собой полный набор SU(5) генераторов (т.е.
A = 1, 2, ..., 24). Используя преобразования (1.65), которые ассоциируются с Z2 симмет-
рией, нетрудно получить явный вид Z ′2 преобразований. Для этого необходимо заменить y
и P в выражениях (1.65) на y′ и P ′. Следует отметить, что N = 2 суперсимметрия не
запрещает компонентам гипермультиплета φi, ψi, φci и ψci иметь ненулевые массы. Однако
соответствующие массовые члены не инвариантны относительно преобразований отражения
Z2 и Z ′2.

В случае пятимерных SU(5) СУСИ моделей матричное представление оператора P ,
действующего на фундаментальное представление группы SU(5), удобно выбрать в виде
P = diag(+1,+1,+1,+1,+1). Такой выбор оператора P отвечает тому, что при пре-
образованиях Z2 симметрии V A(x,−y)TA = V A(x, y)TA. Данное граничное условие не
нарушает SU(5) калибровочную симметрию на бране O, которая соответствует y = 0. Тем
не менее четырёхмернаяN = 2 суперсимметрия оказывается нарушенной доN = 1 СУСИ.
Действительно, трансформационные свойства компонент суперполей (1.65) однозначно ука-
зывают на то, что только Aµ, λ, φ и ψ имеют безмассовые нулевые моды. Все остальные
компоненты N = 2 векторного супермультиплета (т.е. σ и λ′ ) и N = 2 гипермультиплета
(т.е. φci и ψci ), которые являются P -нечётными, не имеют безмассовых мод. В дальней-
шем будет предполагаться, что три поколения 27–плетов 27i локализованы на бране O, где
SU(5)×U(1)χ×U(1)ψ локальная симметрия и N = 1 суперсимметрия не нарушаются.
Поскольку SU(5) симметрия на бранеO не нарушается суперполя, локализованные на этой
бране, должны образовывать полные представления группы SU(5).
SU(5) калибровочная симметрия может быть нарушена до SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y

локальной симметрии, если выбрать матричное представление оператора P ′, действующего
на фундаментальное представление группы SU(5), в видеP ′ = diag(−1,−1,−1,+1,+1).
Нетрудно видеть, что данное граничное условие нарушает не только SU(5) симметрию, но и
четырёхмернуюN = 2 суперсимметрию доN = 1 СУСИ на бранеO′, которая располагает-
ся в окрестности y = `. Трансформационные свойства компонент суперполей (1.65), которые
ассоциируются сZ ′2 симметрией, разделяют полный набор SU(5) генераторов на две группы
генераторов T a и T â. Все генераторы, которые соответствуют SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y
калибровочным преобразованиям, удовлетворяют условию:

P ′ T a P ′ = T a . (1.66)

Благодаря условию (1.66) все калибровочные поля Aa
µ(x, y), отвечающие генераторам T a,

а также поля их суперпартнёров (калибрино) λa(x, y) являются P и P ′-чётными, в то вре-
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мя как поля σa(x, y) и λ
′a(x, y) оказываются P и P ′-нечётными. Поэтому разложение

Калуцы-Клейна (КК) пятимерных полей векторных бозонов Aa
µ(x, y) и калибрино λa(x, y)

содержит безмассовые нулевые моды A
a(0)
µ (x) и λa(0)(x), которые соответствуют ненару-

шенной калибровочной симметрии СМ. Рассматриваемые нулевые моды образуют четы-
рёхмерные N = 1 векторные супермультиплеты. При этом моды A

a(2n)
5 (x) поглощаются

A
a(2n)
µ (x), образуя векторные поля с массами 2n/R. В свою очередь КК моды λa(2n)(x)

и λ
′a(2n)(x) образуют четырёхмерные фермионные состояния с массами 2n/R. КК моды

σa(2n)(x) также приобретают массы 2n/R.
Все остальные генераторы группы SU(5) удовлетворяют соотношению

P ′ T â P ′ = −T â , (1.67)

которое предполагает, что поля Aâ
µ(x, y) и λâ(x, y) являются нечётными по отношению к

преобразованиям Z ′2 симметрии. В то же самое время поля σâ(x, y) и λ
′â(x, y) являются

P ′-чётными и P –нечётными. Это в свою очередь означает, что все компоненты пятимер-
ных суперполей, которые ассоциируются с нарушенными генераторами T â группы SU(5)

оказываются нечётными либо по отношению к преобразованиям отражения Z2 либо Z ′2. По
этой причине КК разложение соответствующих полей не содержит безмассовых мод. В таб-
лице 1.5 представлены трансформационные свойства всех компонент пятимерных векторных
суперполей по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий. КК моды A

â(2n+1)
µ (x),

A
â(2n+1)
5 (x), σâ(2n+1)(x), λâ(2n+1)(x) и λ

′â(2n+1)(x) образуют бозонные и фермионные со-
стояния с массами (2n+ 1)/R.

Поля SU(3)C × SU(2)W Z2 × Z ′2 Спектр
квантовые числа чётность масс

Aaµ, λ
a (8, 1) + (1, 3) + (1, 1) (+,+) 2n/R

Aâµ, λ
â (3, 2) + (3̄, 2) (+,−) (2n+ 1)/R

Aa5, σ
a, λ

′a (8, 1) + (1, 3) + (1, 1) (−,−) (2n+ 2)/R

Aâ5, σ
â, λ

′â (3, 2) + (3̄, 2) (−,+) (2n+ 1)/R

Aχµ, λχ (1, 1) (+,+) 2n/R

Aχ5 , σχ, λ
′
χ (1, 1) (−,−) (2n+ 2)/R

Aψµ , λψ (1, 1) (+,+) 2n/R

Aψ5 , σψ, λ
′
ψ (1, 1) (−,−) (2n+ 2)/R

Таблица 1.5: Трансформационные свойства компонент пятимерных векторных суперполей,
соответствующих SU(5), U(1)ψ и U(1)χ калибровочным взаимодействиям, по отношению к
преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий, а также спектр их КК мод.

Вблизи фиксированной точки O′ калибровочные преобразования, которые отвечают ге-
нераторам SU(5) группы T â, а также соответствующие компоненты пятимерных вектор-
ных супермультиплетов зануляются. С другой стороны в любой другой точке дополнитель-
ного пятого измерения действие SU(5) калибровочных преобразований осуществляется в
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обычном режиме. Таким образом компактификация дополнительного пятого измерения на
орбифолд S1/(Z2×Z ′2) приводит к явному нарушению SU(5) симметрии вблизи фиксиро-
ванной точки O′, которое обусловлено определенной идентификацией калибровочных полей
по отношению к преобразованиям пространственно–временной симметрии орбифолда.

Трансформационные свойства компонент пятимерных векторных суперполей, которые
соответствуют U(1)ψ и U(1)χ взаимодействиям, по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2
симметрий таковы, что КК разложения полей векторных бозонов Aχ

µ(x, y) и Aψ
µ(x, y), а

также полей калибрино λχ(x, y) и λψ(x, y) содержат безмассовые нулевые моды Aχ(0)
µ (x),

A
ψ(0)
µ (x), λ(0)

χ (x) и λ(0)
ψ (x), которые ассоциируются с калибровочными U(1)ψ и U(1)χ

симметриями (см. данные, приведённые в таблице 1.5). Другие КК моды образуют бозон-
ные и фермионные состояния с массами (2n+ 2)/R.

Как и в простейших ТВО с одним дополнительным измерением [204]–[206] мы будем
предполагать, что все неполные SU(5) супермультиплеты в четырёхмерных СУСИ моде-
лях, которые оказываются чётными по отношению к преобразованиям Z̃H

2 симметрии, яв-
ляются безмассовыми нулевыми модами соответствующих компонент пятимерных SU(5)

супермультиплетов. В частности, для того чтобы обеспечить наличие в спектре частиц че-
тырёхмерных СУСИ моделей супермультиплетов с квантовыми числами Hu и Hu а также
Hd и Hd при энергиях существенно меньших MX ∼ 1/R необходимо ввести две пары
пятимерных SU(5) супермультиплетов ΦHu

+ ΦHu
и ΦHd

+ ΦHd
с квантовыми числами

ΦHu
= ΦHu

=

(
5, − 2√

24
,

2√
40

)
, ΦHd

= ΦHd
=

(
5,

2√
24
,

2√
40

)
, (1.68)

где величины, указанные в скобках, отвечают SU(5) представлению, а также U(1)ψ и
U(1)χ зарядам этого представления соответственно. SU(5) супермультиплеты ΦHu

, ΦHu
,

ΦHd
и ΦHd

преобразуются по–разному при преобразованияхZ2 иZ ′2 симметрий (см. данные,
приведённые в таблице 1.6). Поскольку P ′ не коммутирует с генераторами группы SU(5)

каждый пятимерный SU(5) мультиплет разделяется на четыре части, которые соответству-
ют различным N = 1 киральным супермультиплетам в четырёхмерном пространстве:

5 = (3, 1,−1/3) + (1, 2, 1/2) + (3̄, 1, 1/3) + (1, 2,−1/2) . (1.69)

В выражении (1.69) величины, указанные в скобках, отвечают SU(3)C и SU(2)W пред-
ставлениям, а также U(1)Y заряду данного супермультиплета. Как следует из таблицы 1.6
различные трансформационные свойства киральных супермультиплетов в выражении (1.69)
по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий приводят к различной структуре спек-
тра их КК мод. В результате из четырёх супермультиплетов в выражении (1.69) только один
SU(2)W дублет суперполей имеет безмассовые нулевые моды. Таким образом набор пяти-
мерных SU(5) супермультиплетов ΦHu

, ΦHu
, ΦHd

и ΦHd
приводит к появлению в области

низких энергий (E � 1/R) черырёх SU(2)W дублетов суперполей Hu, Hu, Hd и Hd.
Суперполя N c

H , N
c
H , S и S, остающиеся неизменными при преобразованиях Z̃H

2 сим-
метрии, могут также возникать в четырёхмерных СУСИ моделях в качестве безмассовых
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нулевых мод соответствующих пятимерных суперполей [71]:

ΦS = ΦS =

(
1,

4√
24
, 0

)
, ΦN c

H
= ΦN

c

H
=

(
1,

1√
24
, − 5√

40

)
. (1.70)

Преобразования (1.65) однозначно указывают на то, что либо φi и ψi либо φci и ψci могут
иметь безмассовые нулевые моды. Трансформационные свойства компонент пятимерных су-
перполей (1.70) по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий, представленные в
таблице 1.6, таковы, что при низких энергиях (E � 1/R) спектр частиц четырёхмерных
СУСИ моделей может включать только четыре N = 1 киральных суперполя с квантовыми
числами N c

H , N
c
H , S и S.

Поля SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ Z2 × Z ′2 Спектр
квантовые числа чётность масс

(3, 1,−1/3,−2, 2) + (3̄, 1, 1/3, 2,−2) (+,−) (2n+ 1)/R

ΦHu + ΦHu
(1, 2, 1/2,−2, 2) + (1, 2,−1/2, 2,−2) (+,+) 2n/R

(3̄, 1, 1/3, 2,−2) + (3, 1,−1/3,−2, 2) (−,+) (2n+ 1)/R

(1, 2,−1/2, 2,−2) + (1, 2, 1/2,−2, 2) (−,−) (2n+ 2)/R

(3, 1,−1/3, 2, 2) + (3̄, 1, 1/3,−2,−2) (−,+) (2n+ 1)/R

ΦHd + ΦHd
(1, 2, 1/2, 2, 2) + (1, 2,−1/2,−2,−2) (−,−) (2n+ 2)/R

(3̄, 1, 1/3,−2,−2) + (3, 1,−1/3, 2, 2) (+,−) (2n+ 1)/R

(1, 2,−1/2,−2,−2) + (1, 2, 1/2, 2, 2) (+,+) 2n/R

ΦS + ΦS (1, 1, 0, 4, 0) + (1, 1, 0,−4, 0) (+,+) 2n/R

(1, 1, 0,−4, 0) + (1, 1, 0, 4, 0) (−,−) (2n+ 2)/R

ΦNc
H

+ ΦN
c
H

(1, 1, 0, 1,−5) + (1, 1, 0,−1, 5) (+,+) 2n/R

(1, 1, 0,−1, 5) + (1, 1, 0, 1,−5) (−,−) (2n+ 2)/R

(3, 1,−1/3,−1,−3) + (3̄, 1, 1/3, 1, 3) (−,+) (2n+ 1)/R

ΦL4 + ΦL4
(1, 2, 1/2,−1,−3) + (1, 2,−1/2, 1, 3) (−,−) (2n+ 2)/R

(3̄, 1, 1/3, 1, 3) + (3, 1,−1/3,−1,−3) (+,−) (2n+ 1)/R

(1, 2,−1/2, 1, 3) + (1, 2, 1/2,−1,−3) (+,+) 2n/R

(3, 1,−1/3,−1,−3) + (3̄, 1, 1/3, 1, 3) (−,−) (2n+ 2)/R

Φdc4
+ Φdc4

(1, 2, 1/2,−1,−3) + (1, 2,−1/2, 1, 3) (−,+) (2n+ 1)/R

(3̄, 1, 1/3, 1, 3) + (3, 1,−1/3,−1,−3) (+,+) 2n/R

(1, 2,−1/2, 1, 3) + (1, 2, 1/2,−1,−3) (+,−) (2n+ 1)/R

Таблица 1.6: Трансформационные свойства компонент пятимерных супермультиплетов ΦHu ,
ΦHu

, ΦHd , ΦHd
, ΦS, ΦS, ΦNc

H
, ΦN

c
H
, ΦL4 , ΦL4

, Φdc4
и Φdc4

по отношению к преобразованиям Z2

и Z ′2 симметрий, а также спектр их КК мод.

Как отмечалось в предыдущем разделе, в области низких энергий (E � 1/R) спектр
частиц рассматриваемых четырёхмерных СУСИ моделей должен быть дополнен либо L4 и
L4 либо dc4 и dc4, которые остаются неизменными при преобразованиях Z̃H

2 симметрии. Это
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необходимо, чтобы процесс распада легчайших экзотических кварков происходил достаточ-
но быстро. Соответствующие N = 1 киральные супермультиплеты могут также являться
безмассовыми нулевыми модами компонент пятимерных SU(5) супермультиплетов ΦL4

и
ΦL4

либо Φdc4 и Φdc4
с квантовыми числами [71]:

ΦL4
= ΦL4

= Φdc4 = Φdc4
=

(
5, − 1√

24
, − 3√

40

)
. (1.71)

Как и в предыдущих случаях, трансформационные свойства компонент супермультиплетов
ΦL4

и ΦL4
по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий, указанные в таблице 1.6,

приводят к тому, что спектр частиц при энергиях E � 1/R включает безмассовые нулевые
моды только дублетных по электрослабому изоспину компонент этих пятимерных супермуль-
типлетов, Следует отметить, что преобразования Z ′2 симметрии определены неоднозначно.
В частности, триплетные по цвету компоненты пятимерного супермультиплета отвечающего
фундаментальному представлению группы SU(5) могут быть P ′-чётными, в то время как
дублетные по электрослабому изоспину компоненты соответствующего супермультиплета —
P ′-нечётными. В этом случае только dc4 и dc4 компоненты супермультиплетов Φdc4 и Φdc4

могут иметь безмассовые нулевые моды (см. данные, приведённые в таблице 1.6).
Так как три поколения 27–плетов 27i локализованы на бране O, где SU(5)×U(1)χ×

U(1)ψ калибровочная симметрия и N = 1 суперсимметрия не нарушены, SU(5) симмет-
рия предполагает, что юкавские константы, которые приводят к генерации масс нижних
кварков и заряженных лептонов одного и того же поколения, на шкале MX должны быть
равны. Равенство соответствующих констант при сверхвысоких энергиях предполагает, что
на электрослабой шкале массы фермионов первого и второго поколения удовлетворяют со-
отношению

ms/md = mµ/me , (1.72)

гдеms иmd — массы s и d-кварков, аmµ иme — массы мюона и электрона. Однако в реаль-
ности правая часть соотношения (1.72) отличается от левой на порядок. В четырёхмерных
ТВО феноменологически приемлемое соотношение между массами нижних кварков и заря-
женных лептонов первого и второго поколений может быть получено посредством использо-
вания операторов высших размерностей, а также высших представлений групп SU(5) или
SO(10). В рамках данного подхода величины соответствующих юкавских констант опреде-
ляются значениями вакуумных средних высших представлений групп SU(5) или SO(10),
которые нарушают локальную симметрию в этих теориях [203], [220].

В случае простейших пятимерных ТВО, которые обсуждаются в этом разделе, вакуумные
средние представлений SU(5) или SO(10) групп для нарушения калибровочной симметрии
обычно не используются. Тем не менее феноменологически приемлемое соотношение между
массами фермионов первого и второго поколений может быть также получено, если ввести
два дополнительных пятимерных супермультиплета с квантовыми числами (1.71), которые
преобразуются при преобразованиях Z2 и Z ′2 симметрий либо также как ΦL4

и ΦL4
либо
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также как Φdc4 и Φdc4
. При этом будем исходить из того, что все компоненты рассматривае-

мых пятимерных супермультиплетов изменяют знак при преобразованиях Z̃H
2 симметрии. В

этом случае нулевые моды дополнительных пятимерных супермультиплетов, т.е. либо L5 и
L5 либо dc5 и dc5, смешиваются с соответствующими компонентами 27i, которые локализо-
ваны на бране O. В результате такого смешивания SU(5) соотношения между юкавскими
константами нарушаются и массы нижних кварков и заряженных лептонов первого и второго
поколений оказываются несвязанными между собой [71].

Поля SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)ψ × U(1)χ Z2 × Z ′2 Спектр
квантовые числа чётность масс

(3̄, 1,−2/3, 1,−1) + (3, 1, 2/3,−1, 1) (+,+) 2n/R

(3, 2, 1/6, 1,−1) + (3̄, 2,−1/6,−1, 1) (+,−) (2n+ 1)/R

Φec + Φec (1, 1, 1, 1,−1) + (1, 1,−1,−1, 1) (+,+) 2n/R

(3, 1, 2/3,−1, 1) + (3̄, 1,−2/3, 1,−1) (−,−) (2n+ 2)/R

(3̄, 2,−1/6,−1, 1) + (3, 2, 1/6, 1,−1) (−,+) (2n+ 1)/R

(1, 1,−1,−1, 1) + (1, 1, 1, 1,−1) (−,−) (2n+ 2)/R

Таблица 1.7: Трансформационные свойства компонент пятимерных супермультиплетов Φec

и Φec по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 симметрий, а также спектр их КК мод.

Хотя введение двух дополнительных пятимерных супермультиплетов в фундаментальном
представлении группы SU(5) является простейшим способом позволяющим получить фено-
менологически приемлемые значения масс фермионов первого и второго поколений в рамках
рассматриваемых ТВО, существуют и другие механизмы, которые приводят к нарушению
SU(5) соотношений между юкавскими константами. В частности, вместо фундаментальных
представлений группы SU(5) можно использовать SU(5) супермультиплеты Φec и Φec с
квантовыми числами

Φec = Φec =

(
10,

1√
24
, − 1√

40

)
, (1.73)

все компоненты которых изменяют знак при преобразованиях Z̃H
2 симметрии. Трансформа-

ционные свойства компонент пятимерных суперполей Φec и Φec по отношению к преобразо-
ваниям Z2 и Z ′2 симметрий, которые приведены в таблице 1.7, предполагают, что каждый
пятимерный SU(5) декуплет разделяется на шесть частей, которые соответствуют различ-
ным N = 1 супермультиплетам в четырёхмерном пространстве, т.е.

10 = (3̄, 1,−2/3) + (3, 2, 1/6) + (1, 1, 1) + (3, 1, 2/3)

+(3̄, 2,−1/6) + (1, 1,−1) ,
(1.74)

где величины, указанные в скобках, отвечают SU(3)C и SU(2)W представлениям, а так-
же U(1)Y заряду рассматриваемого супермультиплета. Как следует из таблицы 1.7 только
SU(2)W синглетные компоненты пятимерных SU(5) декуплетов Φec и Φec , т.е. e

c
5, e

c
5, а

также uc5 и uc5 могут иметь безмассовые нулевые моды. Так как нулевые моды ec5 и ec5 могут
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смешиваться с соответствующими компонентами 27i, образуя состояния с массами, несколь-
ко меньшимиMX , их присутствие в спектре частиц в общем случае приводит к нарушению
SU(5) соотношений между юкавскими константами. Следует отметить, что пятимерные
супермультиплеты (1.68), (1.70), (1.71) и (1.73) образуют два полных представления (27–
плета) группы E6, что безусловно придаёт дополнительную элегантность рассматриваемой
ТВО [71].

Для того чтобы гарантировать внутреннюю непротиворечивость рассматриваемой мо-
дели необходимо обеспечить сокращение всех аномалий. В теориях с пятью измерениями
компактификация дополнительного измерения на орбифолд S1/(Z2 × Z ′2) может приво-
дить к несокращению аномалий в окрестности фиксированных точек [221]–[222]. Вблизи
фиксированных точек самосогласованность теории требует сокращения аномалий, которые
ассоциируются с ненарушенной калибровочной симметрией. Другими словами в окрестности
фиксированной точки O должно быть обеспечено сокращение аномалий соответствующих
SU(5) × U(1)χ × U(1)ψ локальной симметрии, в то время как вблизи точки O′ долж-
ны сокращаться все аномалии отвечающие ненарушенной SU(3)C × SU(2)W ×U(1)Y ×
U(1)χ × U(1)ψ подгруппы. Изучение моделей с одним дополнительным измерением пока-
зало, что сокращение аномалий в окрестности фиксированных точек может быть обеспечено
при условии, что сумма соответствующих вкладов всех нулевых мод локализованных вблизи
рассматриваемой фиксированной точки зануляется [221]–[222]. В этой связи необходимо от-
метить, что вклады трёх поколений 27–плетов 27i, локализованных на бране O, в аномалии,
которые ассоциируются с этой фиксированной точкой, автоматически сокращаются. Более
того из данных приведенных в таблицах 1.6 и 1.7 следует, что трансформационные свойства
компонент пятимерных супермультиплетов по отношению к преобразованиям Z2 и Z ′2 сим-
метрий таковы, что нулевые моды локализованные в окрестности фиксированных точек O
и O′ всегда формируют пары N = 1 супермультиплетов с противоположными квантовыми
числами, что гарантирует полное сокращение вкладов этих нулевых мод в соответствующие
аномалии [71].

Ещё одним важным аспектом ТВО является проблема распада протона. В контексте ТВО
с одним дополнительным измерением стабильность протона обсуждалась в работах [205],
[209]–[210]. Было показано, что в рассматриваемых ТВО операторы размерности пять, появ-
ление которых обусловлено обменом цветным триплетом хиггсино и которые по сути опреде-
ляют время жизни протона, отсутствуют. Действительно, в рассматриваемом классе моделей
массы триплетных по цвету компонент хиггсино генерируются оператором ψi∂5ψ

c
i , который

приводит к дираковскому массовому члену вида ψ(2n+1)
i ψ

c(2n+1)
i . Так как поле ψc(2n+1)

i не
взаимодействует непосредственно с полями кварков (скварков) и слептонов (лептонов) опе-
раторы размерности пять не появляются. Отсутствие операторов, которые индуцируются за
счёт обмена цветным триплетом хиггсино, связано с глобальной U(1)R симметрией, кото-
рой обладает лагранжиан ТВО с дополнительными пространственными измерениями [205].
Хотя вышеупомянутые операторы размерности пять не могут возникать в рассматриваемых
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ТВО в результате обмена триплетными по цвету компонентами хиггсино взаимодействия
типа [QQQL]F и [ucucdcec]F на бране O, которые подавлены по 1/MPl, могли бы при-
водить к слишком быстрому распаду протона. Однако в рассматриваемых СУСИ моделях
соответствующие операторы запрещены U(1)χ и U(1)ψ калибровочными симметриями. В
исследуемых пятимерных ТВО распад протона происходит за счёт операторов размерно-
сти шесть, которые не запрещены локальными и глобальными симметриями. К появлению
таких операторов обычно приводит обмен векторными лептокварками, которые являются
составной частью SU(5) супермультиплета калибровочных полей [223].

В заключение этого раздела следует отдельно отметить, что в рассматриваемых ТВО
с дополнительными пространственными измерениями калибровочные константы SU(3)C ,
SU(2)W и U(1)Y взаимодействий могут не совпадать вблизи шкалы MX ∼ 1/R, где
происходит нарушение локальной SU(5) симметрии. В наиболее общем случае часть эф-
фективного лагранжиана СУСИ моделей, которая содержит кинетические члены U(1)Y ,
SU(2)W и SU(3)C калибровочных полей может быть представлена в следующем виде:

Leff =

∫
d2θ

(
1

g2
5

+
1

2g2
O

{
δ(y) + δ(y − πR)

})
TrWαWα (1.75)

+
∑
i

∫
d2θ

1

2g2
O′i

{
δ(y − π

2
R) + δ(y +

π

2
R)

}
TrWα

i W i
α + h.c.,

гдеW i
α (i = 1, 2, 3) являются суперсимметричными обобщениями тензоров напряжённости

U(1)Y , SU(2)W и SU(3)C калибровочных полей на бранеO′, аWα — суперсимметричное
обобщение тензора напряженности SU(5) взаимодействий. Поскольку на бране O′ локаль-
ная SU(5) симметрия нарушается до SU(3)C ×SU(2)W ×U(1)Y коэффициенты 1/g2

O′i

при W i
α в общем случае не равны друг другу. Интегрируя по дополнительной координате,

получаем явные выражения для значений калибровочных констант на шкале MX ∼ 1/R

1

g2
i (MX)

=
2πR

g2
5

+
1

g2
O

+
1

g2
O′i

. (1.76)

Так как коэффициенты 1/g2
O′i могут сильно отличаться друг от друга SU(3)C , SU(2)W и

U(1)Y значения калибровочных констант g2
i (MX) также могут не совпадать. Тем не менее,

из-за того, что волновые функции нулевых мод не зависят от координаты дополнительно-
го измерения y, первое слагаемое в правой части выражений для 1/g2

i (MX) (1.76) обычно
существенно больше двух других слагаемых при условии, что R достаточно велико. Благо-
даря тому, что данное слагаемое никак не связано с нарушением SU(5), можно ожидать,
что в рассматриваемом пределе g2

i (MX) приблизительно равны. Объединение калибровоч-
ных констант в рамках ТВО с одним дополнительным измерением обсуждалось в работах
[210]–[211].

Выражения (1.75)–(1.76) однозначно указывают на то, что различия между g2
i (MX) пол-

ностью определяются g2
O′i. Эти различия малы, когда значения g2

i (MX) и 1/g2
O′i относи-

тельно невелики, т.е., например, g2
O′i ∼ 4π и g2

i (MX) ∼ 1/(4π). В то же самое время
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различия между калибровочными константами на шкале MX могут стать достаточно за-
метными при g2

i (MX) & 1.

1.2.2 E6 модель в шестимерном пространстве

Детально обсудив пятимерные СУСИ модели с SU(5) × U(1)χ × U(1)ψ калибровочной
симметрией, перейдем к изучению E6 СУСИ моделей в шестимерном пространстве, кото-
рые при энергиях E �MX могут приводить к спектру частиц характерному для моделей,
обсуждавшихся ранее. Рассмотрим компактификацию двух дополнительных измерений на
тор с фиксированными радиусами R5 и R6. При этом оба дополнительных пространствен-
ных измерения y(= x5) и z(= x6) являются компактными, т.е. y ∈ (−πR5, πR5] и
z ∈ (−πR6, πR6]. Физическая область пространства, которая ассоциируется с компакти-
фикацией двух дополнительных измерений на орбифолд T 2/Z2, представляет собой прямо-
угольник с четырьмя фиксированными точками Z2 преобразований (y → −y, z → −z)
по углам. Компактификация на орбифолд T 2/Z2 предполагает существование следующих
фиксированных точек: (0, 0), (πR5, 0), (0, πR6) и (πR5, πR6).

В этом разделе рассматривается E6 СУСИ модель с компактификацией двух дополни-
тельных измерений на орбифолд T 2/(Z2×ZI

2×ZII
2 ). Дискретные симметрии Z2, ZI

2 и ZII
2

представляют собой зеркальные отражения. Как и раньше преобразованиям Z2 симметрии
отвечают y → −y, z → −z. При преобразованиях ZI

2 симметрии дополнительные коорди-
наты y и z преобразуются следующим образом y′ → −y′ и z → −z, где y′ = y− πR5/2.
Преобразования ZII

2 симметрии соответствуют y → −y и z′ → −z′ где z′ = z − πR6/2.
Преобразования отражений, которые отвечают ZI

2 и ZII
2 симметриям, приводят к появ-

лению дополнительных фиксированных точек. Как и в случае пятимерных моделей инва-
риантность шестимерных СУСИ моделей по отношению к преобразованиям Z2, ZI

2 и ZII
2

симметрий позволяет свести рассмотрение дополнительных компактных измерений к части
пространства отвечающего y ∈ [0, πR5/2] и z ∈ [0, πR6/2], которая ограничена четырь-
мя четырёхмерными стенками (бранами), расположенными по углам вблизи фиксированных
точек с координатами (0, 0), (0, πR6/2), (πR5/2, 0) и (πR5/2, πR6/2).

Здесь будет предполагаться, что рассматриваемая СУСИ модель наряду с набором ше-
стимерных E6 супермультиплетов включает в себя набор N = 1 суперполей, которые лока-
лизованы на одной из бран. Набор шестимерных суперполей содержит векторные суперполя,
которые ассоциируются с E6 калибровочной симметрией, а также несколько 27–плетов. Как
и прежде, будет предполагаться, что все супермультиплеты кварков и лептонов локализова-
ны на одной из бран.

Шестимерные векторные суперполя, которые соответствуют E6 калибровочной симмет-
рии, должны включать в себя шестимерные поля векторных бозоновAM (M = 0, 1, 2, 3, 5, 6)
и 6D вейлевские спинорные поля, которые образуются двумя 4D двухкомпонентными вей-
левскими фермионными полями λ и λ′. В четырёхмерных N = 1 СУСИ теориях из этих
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полей могут быть образованы векторный и киральный супермультиплеты, т.е.

V = (Aµ, λ) , Σ =

(
(A5 + iA6)/

√
2, λ′

)
, (1.77)

где V , AM , λ и λ′ представляют собой матрицы в присоединенном представлении группы
E6. В четырёхмерных теориях два N = 1 супермультиплета (1.77) формируют N = 2 век-
торный супермультиплет. Шестимерные 27′ супермультиплеты наряду с 6D вейлевскими
фермионными полями, которые могут быть образованы двумя 4D вейлевскими спинорны-
ми полями ψi и ψci , содержат два комплексных скалярных поля φi и φci . В четырёхмерных
N = 2 СУСИ теориях поля ψi, ψci , φi и φ

c
i формируют гипермультиплет, который включает

в себя два N = 1 киральных суперполя Φ̂i = (φi, ψi) и Φ̂c
i = (φci , ψ

c
i ) с противополож-

ными квантовыми числами. Таким образом, в некотором смысле каждый шестимерный 27′

супермультиплет содержит два 4D N = 1 супермультиплета 27′ и 27′.
Самосогласованность рассматриваемой ТВО с двумя дополнительными измерениями под-

разумевает, что лагранжиан данной модели инвариантен по отношению к преобразованиям
Z2, ZI

2 и ZII
2 симметрий. Преобразования Z2 симметрии в шестимерном пространстве мо-

гут быть представлены в виде, аналогичном соответствующим преобразованиям (1.65), в
которых следует положить σ(x, y) = A6(x, y, z), а y — заменить на y и z. Так же как
и в случае с ТВО с одним дополнительным измерением каждой из дискретных симметрий
Z2, ZI

2 и ZII
2 соответствует определённая чётность. Так, компоненты Φ̂ и Φ̂c шестимерно-

го 27′ супермультиплета Φ преобразуются при преобразованиях Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий
следующим образом:

Φ̂(x,−y,−z) = P Φ̂(x, y, z) , Φ̂c(x,−y,−z) = −P Φ̂c(x, y, z) ,

Φ̂(x,−y′,−z) = PIΦ̂(x, y′, z) , Φ̂c(x,−y′,−z) = −PIΦ̂c(x, y′, z) ,
Φ̂(x,−y,−z′) = PIIΦ̂(x, y, z′) , Φ̂c(x,−y,−z′) = −PIIΦ̂c(x, y, z′) ,

(1.78)

где P , PI и PII представляют собой диагональные матрицы с собственными значениями±1.
Данные операторы действуют на компоненты фундаментального представления группы E6.

Операторы P , PI и PII можно представить в виде [213]

(P )jj = σ exp{2πi∆αj} , (PI)jj = σI exp{2πi∆Iαj} ,
(PII)jj = σII exp{2πi∆IIαj} ,

(1.79)

где αj — веса представления группы E6, а σ, σI и σII — чётности шестимерных 27′ су-
пермультиплетов, т.е. σ, σI , σII ∈ {+,−}. При этом удобно выбрать следующие ∆, ∆I и
∆II

∆ =

(
1

2
,

1

2
, 0,

1

2
,

1

2
, 0

)
, ∆I =

(
1

2
,

1

2
,

1

2
,

1

2
,

1

2
, 0

)
,

∆II =

(
1

2
,

1

2
, 0, 0,

1

2
, 0

)
,

(1.80)
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Q uc ec L dc N c S Hu D Hd D

Z2 − − − − − − + + + + +

ZI
2 − + + − + + + − + − +

ZII
2 − − − + + + − + + − −

Таблица 1.8: Трансформационные свойства компонент шестимерного 27′ супермультиплета
с σ = σI = σII = +1.

что соответствует трансформационным свойствам компонент фундаментального представ-
ления группы E6, представленным в таблице 1.8.

Компоненты V и Σ шестимерного супермультиплета, который отвечает E6 калибровоч-
ным взаимодействиям, преобразуются при преобразованиях Z2, ZI

2 и ZII
2 симметрий следу-

ющим образом:

V (x,−y,−z) = PV (x, y, z)P−1, Σ(x,−y,−z) = −PΣ(x, y, z)P−1, (1.81)

V (x,−y′,−z) = PIV (x, y′, z)P−1
I , Σ(x,−y′,−z) = −PIΣ(x, y′, z)P−1

I ,

V (x,−y,−z′) = PIIV (x, y, z′)P−1
II , Σ(x,−y,−z′) = −PIIΣ(x, y, z′)P−1

II ,

где V (x, y, z) = V A(x, y, z)TA, Σ(x, y, z) = ΣA(x, y, z)TA, а TA — полный набор ге-
нераторов группы E6. Граничные условия (1.79) и (1.81) явным образом нарушают N = 2

суперсимметрию поскольку различные компоненты одних и тех же N = 2 супермультипле-
тов преобразуются по–разному по отношению к преобразованиям отражения Z2, ZI

2 и ZII
2 .

Более того так как P , PI и PII не являются единичными матрицами E6 калибровочная
симметрия также оказывается нарушенной.

Трансформационные свойства компонент 27′ супермультиплета, приведённые в табли-
це 1.8, указывают на то, что на бране O, расположенной вблизи фиксированной точки
y = z = 0, которая отвечает Z2 симметрии, E6 калибровочная симметрия нарушена до
SO(10)×U(1)ψ. В самом деле, как следует из таблицы 1.8 SO(10) представления, кото-
рые образуют фундаментальное представление E6 (27→ 16 + 10 + 1), преобразуются по–
разному при преобразованиях Z2 симметрии, т.е. 16→ −16, 10→ 10 и 1→ 1. Поскольку
рассматриваемый механизм нарушения симметрии не приводит к уменьшению ранга калиб-
ровочной группы, локальная симметрия на бране O должна соответствовать максимальной
подгруппе исходной группы E6, которая содержит SO(10), т.е. SO(10)× U(1)ψ.

На бране OI расположенной в окрестности фиксированной точки (πR5/2, 0), отвеча-
ющей ZI

2 симметрии, E6 калибровочная симметрия нарушена до SU(6) × SU(2)W . Это
следует опять же из трансформационных свойств компонент 27′ супермультиплета (см. дан-
ные, приведённые в таблице 1.8). Фундаментальное представление E6 образуют два пред-
ставления SU(6)× SU(2)W группы

27→ (15, 1) + (6, 2) ,

где величины, указанные в скобках, соответствуют SU(6) и SU(2)W представлениям.
Представление (6, 2) включает в себя все SU(2)W дублеты, которые содержатся в 27–плете.
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Как следует из таблицы 1.8 при преобразованияхZI
2 симметрии все SU(2)W дублетные ком-

поненты 27′ супермультиплета изменяют знак, в то время как остальные компоненты этого
супермультиплета, которые образуют SU(6) представление (15, 1), остаются неизменны-
ми. Это однозначно указывает на то, что E6 калибровочная симметрия нарушена, тогда как
SU(6)× SU(2)W локальная симметрия на бране OI остаётся ненарушенной.

Локальная E6 симметрия также нарушена на бране OII , которая расположена вблизи
фиксированной точки (0, πR6/2), отвечающей преобразованиям ZII

2 симметрии. Транс-
формационные свойства компонент шестимерного 27′ супермультиплета, представленные в
таблице 1.8 таковы, что 16 компонент 27′–плета изменяют знак при соответствующих преоб-
разованиях, в то время как другие 11 (10+1) компонент остаются неизменными. Это в свою
очередь предполагает, чтоE6 калибровочная симметрия нарушается до SO(10)′×U(1)′. В
этой связи следует отметить, что SO(10) и SO(10)′ не являются одной и той же SO(10)

подгруппой группы E6. В частности, нетрудно видеть, что 16–плет SO(10) и SO(10)′ об-
разуется различными компонентами фундаментального представления группы E6. Поэтому
U(1)ψ и U(1)′ симметрии также должны отличаться.

Наряду с тремя бранами, упомянутыми ранее, рассматриваемая ТВО предполагает су-
ществование ещё и четвёртой браны OIII , расположенной в окрестности точки с координа-
тами (πR5/2, πR6/2). ZIII

2 дискретная симметрия, которая ассоциируется с этой браной
образуется в результате комбинации трёх других дискретных симметрий Z2, ZI

2 и ZII
2 . Пря-

мым следствием этого является то, что PIII = P PI PII . Используя трансформационные
свойства компонент 27′ по отношению к преобразованиям Z2, ZI

2 и ZII
2 симметрий, можно

показать, что на бранеOIII остаётся ненарушенной SO(10)′′×Ũ(1) локальная симметрия.
В конечном итоге рассматриваемый в этом разделе механизм нарушения E6 симметрии

приводит к тому, что в области низких энергий при E �MX локальная симметрия эффек-
тивной четырёхмерной теории сводится к SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y ×U(1)ψ×U(1)χ.
Действительно,P иPII одновременно коммутируют только с генераторами SU(5)×U(1)Y×
U(1)ψ × U(1)χ подгруппы E6. В то же самое время трансформационные свойства компо-
нент 27′ супермультиплета по отношению к преобразованиям ZI

2 однозначно указывают на
то, что SU(5) также нарушается до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y . Таким образом при
энергиях E � MX лагранжиан эффективной четырёхмерной суперсимметричной модели
оказывается инвариантен по отношению к преобразованиям SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y ×
U(1)ψ × U(1)χ калибровочной симметрии.

Разлагая шестимерные поля φ(x, y, z), которые по–разному преобразуются при отраже-
ниях Z2, ZI

2 и ZII
2 , в ряды Фурье по координатам y и z, получаем [216]:

φ+++(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

2δn,0δm,0π
√
R5R6

φ
(2n,2m)
+++ (x) cos

(
2ny

R5
+

2mz

R6

)
, (1.82)

φ+−+(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n+1,2m)
+−+ (x) cos

(
(2n+ 1)y

R5
+

2mz

R6

)
, (1.83)
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φ++−(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n,2m+1)
++− (x) cos

(
2ny

R5
+

(2m+ 1)z

R6

)
, (1.84)

φ+−−(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n+1,2m+1)
+−− (x) cos

(
(2n+ 1)y

R5
+

(2m+ 1)z

R6

)
(1.85)

φ−++(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n+1,2m+1)
−++ (x) sin

(
(2n+ 1)y

R5
+

(2m+ 1)z

R6

)
(1.86)

φ−−+(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n,2m+1)
−−+ (x) sin

(
2ny

R5
+

(2m+ 1)z

R6

)
, (1.87)

φ−+−(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n+1,2m)
−−+ (x) sin

(
(2n+ 1)y

R5
+

2mz

R6

)
, (1.88)

φ−−−(x, y, z) =
∞∑
n,m

1

π
√
R5R6

φ
(2n,2m)
−−− (x) sin

(
2ny

R5
+

2mz

R6

)
, (1.89)

где n иm являются неотрицательными целыми числами. Как следует из выражений (1.82)–
(1.89) каждая бозонная и фермионная мода φ(k,`)(x) характеризуется двумя целыми числа-
ми. С точки зрения наблюдателя в четырехмерном пространстве поля φ(k,`)(x) приобретают

массы

√(
k

R5

)2

+

(
`

R6

)2

в результате компактификации. Как и в случае пятимерных

ТВО только шестимерные поля, которые остаются неизменными при преобразованиях Z2,
ZI

2 и ZII
2 имеют нулевые моды, т.е. моды с k = 0 и ` = 0. В частности, эти моды образуют

четырёхмерные безмассовые векторные N = 1 супермультиплеты, соответствующие нена-
рушенной SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y ×U(1)ψ×U(1)χ подгруппе E6. Соответствующие
шестимерные поля имеют отличные от нуля значения на всех бранах. Все остальные моды в
разложении шестимерных калибровочных полей образуют массивные состояния. При этом
одна линейная комбинация Aa(k,`)

5 (x) и Aa(k,`)
6 (x) выступает в роли голдстоуновского бо-

зона, который поглощается Aa(k,`)
µ (x), приводя к образованию четырёхмерного векторного

поля с массой

√(
k

R5

)2

+

(
`

R6

)2

. По сути это означает, что механизм генерации масс

векторных бозонов полностью аналогичен хиггсовскому механизму. Ортогональная линей-
ная комбинация полейAa(k,`)

5 (x) иAa(k,`)
6 (x) образует скалярное поле с той же массой, что и

векторное поле. Моды калибрино λa(k,`)(x) и λ
′a(k,`)(x) образуют четырёхмерное фермион-

ное состояние, масса которого в точности совпадает с массами соответствующих векторного
и скалярного полей.
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Здесь опять будет предполагаться, что все неполные Z̃H
2 чётные E6 супермультиплеты,

появляющиеся в спектре четырёхмерных СУСИ моделей при E �MX , являются безмассо-
выми нулевыми модами соответствующих компонент шестимерных E6 супермультиплетов.
Кроме того, будет также предполагаться, что три полных 27–плета локализованы на бране
O, где E6 калибровочная симметрия нарушается до SO(10)×U(1)ψ. Следуя упомянутым
выше предположениям, можно показать, что присутствие в спектре частиц четырёхмерных
СУСИ моделей супермультиплетов с квантовыми числамиHu иHu может быть обусловлено
наличием шестимерных 27–плетов Φ′Hu

и Φ′
Hu

с квантовыми числами

Φ′Hu
= (27, +, −, +) , Φ′

Hu
= (27, −, +, −) , (1.90)

где величины, указанные в скобках, отвечают представлению группы E6, а также σ, σI и
σII , которые ассоциируются с соответствующим супермультиплетом. Трансформационные
свойства супермультиплетов Φ̂′Hu

и Φ̂′
Hu

таковы, что компоненты Hu и Hu этих шестимер-

ных супермультиплетов оказываются чётными по отношению к преобразованиям Z2, ZI
2 и

ZII
2 симметрий (см. таблицу 1.8), т.е. КК разложение данных компонент 27′–плетов Φ̂′Hu

и Φ̂′
Hu

содержит безмассовые нулевые моды, которые в области низких энергий E � MX

приводят к четырёхмерным N = 1 киральным суперполям с квантовыми числами Hu и
Hu.

Однако дублеты суперполей Hu и Hu не являются единственными компонентами супер-
мультиплетов Φ′Hu

и Φ′
Hu

, КК разложение которых содержит безмассовые нулевые моды.
Действительно, трансформационные свойства Φ′Hu

и Φ′
Hu

таковы, что uc и ec компонен-

ты Φ̂′cHu
и uc и ec компоненты Φ̂′

Hu
являются чётными по отношению к преобразованиям

Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий. Это в свою очередь означает, что КК разложение шестимерных
супермультиплетов Φ′Hu

и Φ′
Hu

включает безмассовые нулевые моды, отвечающие N = 1

киральным суперполям uc, ec, uc и ec. Так как на бране O калибровочная группа E6 нару-
шена до SO(10) × U(1)ψ нулевые моды КК разложения одного и того же шестимерного
27′–плета, отвечающие различным представлениям SO(10), могут иметь различные транс-
формационные свойства по отношению к преобразованиям Z̃H

2 симметрии. Используя дан-
ное обстоятельство, можно считать, что N = 1 супермультиплеты uc, ec, uc и ec являются
нечётными по отношению к преобразованиям Z̃H

2 симметрии. В этом случае данные супер-
мультиплеты могут смешиваться с соответствующими компонентами 27i, образуя состояния
с массами несколько меньшими MX , что в общем случае приводит к нарушению SO(10)

соотношений между юкавскими константами.
Шестимерные 27′–плеты с квантовыми числами

Φ′Hd
= (27, +, −, −) , Φ′

Hd
= (27, −, +, +) (1.91)

могут приводить к появлению в спектре частиц четырёхмерных СУСИ моделей N = 1

супермультиплетов Hd и Hd. Трансформационные свойства, приведённые в таблице 1.8,
однозначно указывают на то, что компоненты Hd и Hd суперполей Φ̂′Hd

и Φ̂′c
Hd

являются
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чётными по отношению к преобразованиям Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий. По этой причине КК
разложение шестимерных суперполей Φ′Hd

и Φ′
Hd

должно содержать безмассовые нулевые

моды, соответствующиеN = 1 киральным суперполямHd иHd. С другой стороны d
c
иN

c

компоненты Φ̂′cHd
, а также dc и N c компоненты Φ̂′

Hd
тоже являются чётными по отношению

к преобразованиям Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий, что приводит к появлению в спектре частиц
четырёхмерных СУСИ моделей N = 1 супермультиплетов dc, N c, d

c
и N

c
. Ненулевые

вакуумные средние скалярных компонент суперполей N c и N
c
могут нарушать U(1)ψ ×

U(1)χ симметрию до U(1)N × ZM
2 . Поэтому представляется естественным исходить из

того, что супермультиплеты dc, N c, d
c
и N

c
остаются неизменными при преобразованиях

Z̃H
2 симметрии, что позволяет избежать нарушения данной симметрии в случае, когда N c

и N
c
приобретают ненулевые вакуумные средние. При этом сохранение Z̃H

2 симметрии не
допускает смешивания супермультиплетов dc и N c с соответствующими компонентами 27i,
которые локализованы на бранеO. Большие значения вакуумных среднихN c иN

c
(.MX)

могут приводить к тому, что бозонные и фермионные компоненты супермультиплетов dc,N c,
d
c
и N

c
приобретают массы сопоставимые с MX .

Как обсуждалось ранее, для нарушения SU(2)W × U(1)Y × U(1)N калибровочной
симметрии до U(1)em необходимо, чтобы спектр частиц четырёхмерных СУСИ моделей
включал по крайней мере одно N = 1 суперполе S, которое остаётся неизменным при
SU(2)W×U(1)Y преобразованиях. Данное суперполе должно быть чётными по отношению
к преобразованиям Z̃H

2 симметрии. N = 1 суперполя S и S могут появляться в качестве
безмассовых нулевых мод КК разложения шестимерных 27′–плетов с квантовыми числами

Φ′S = (27, +, +, −) , Φ′
S

= (27, −, −, +) . (1.92)

Действительно, S и S компоненты Φ̂′S и Φ̂′c
S
являются чётными по отношению к преобразо-

ваниям Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий. Более тогоD компонента Φ̂′S и компонента Φ̂′c
S
с противо-

положными квантовыми числами также являются чётными. В этой связи можно полагать,
что супермультиплеты этих экзотических кварковых состояний изменяют знак при преобра-
зованиях Z̃H

2 симметрии, что позволяет нулевым модам КК разложения данных компонент
Φ′S и Φ′

S
смешиваться с соответствующими компонентами 27i, которые локализованы на

бране O, приводя к нарушению SO(10) соотношений между юкавскими константами. Воз-
никающие в результате такого смешивания состояния могут иметь массы несколько меньшие
чем MX .

Наряду с вышеупомянутыми компонентами Φ̂′S и Φ̂′c
S

компоненты L4 и L4, входящие в

состав Φ̂′cS и Φ̂′
S
, также являются чётными по отношению к преобразованиям Z2, ZI

2 и ZII
2

симметрий. Если нулевые моды КК разложения отвечающие компонентам L4 и L4 приоб-
ретают массы порядка ТэВ и остаются неизменными при преобразованиях Z̃H

2 симметрии,
то константы взаимодействия этих N = 1 супермультиплетов с Qi и Dk позволяют лег-
чайшим экзотическим кварковым состояниям распадаться на кварки и лептоны также как
в случае сценария А.
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Из приведённого выше обсуждения следует, что шестимерная ТВО с E6 калибровоч-
ной симметрией, которая может приводить при низких энергиях к сценарию А, включает
в себя шесть шестимерных 27′–плетов. Самосогласованность данной теории предполагает
сокращение всех аномалий. В шестимерных моделях встречаются два типа аномалий: четы-
рёхмерные аномалии [224], отвечающие фиксированным точкам, и шестимерные аномалии
[222], [225]–[226], которые генерируются за счёт четырёхугольных диаграмм. Для обеспечения
самосогласованности теории необходимо, чтобы все аномалии соответствующие фиксирован-
ным точкам и все шестимерные аномалии сокращались. Вклады четырёхугольных диаграмм
в шестимерные аномалии определяются следом четырёх генераторов калибровочной группы.
В этом следе можно выделить нефакторизуемую часть и часть, которая может быть сведена
к произведению следов двух генераторов. Нефакторизуемая часть отвечает так называемым
неприводимым аномалиям, а факторизуемый вклад соответствует приводимым аномалиям.
Приводимые аномалии всегда могут быть сокращены посредством механизма, предложенно-
го в работе [227]. В общем случае сокращение неприводимых аномалий, которое необходимо
для обеспечения самосогласованности шестимерной теории, налагает достаточно жёсткие
ограничения на рассматриваемую теорию [228]. Однако в случае шестимерной ТВО с E6 ка-
либровочной симметрией, которая обсуждалась выше в этом разделе, неприводимые анома-
лии автоматически сокращаются [225]–[226]. Более того, используя результаты работы [226],
можно показать, что приводимые аномалии сокращаются, если шестимерная ТВО с E6 сим-
метрией включает шесть шестимерных 27′–плетов. Четырёхмерные аномалии, отвечающие
фиксированным точкам, тоже автоматически сокращаются в рамках ТВО, которая обсуж-
далась выше. В самом деле, вклад в аномалии 27i–плетов, которые локализованы на бране
O, зануляется. В то же самое время трансформационные свойства шестимерных 27′–плетов
таковы, что моды КК разложения, которые локализованы на бранах вблизи фиксированных
точек, всегда образуют пары N = 1 супермультиплетов с полностью противоположными
квантовыми числами. Благодаря этой особенности построения шестимерной ТВО вклады
шестимерных 27′–плетов в четырёхмерные аномалии, отвечающие фиксированным точкам,
также автоматически сокращаются.

С феноменологической точки зрения принципиально важным является подавление про-
цессов, обусловленных нарушением барионного и лептонного квантовых чисел, которые мо-
гут приводить к слишком быстрому распаду протона в рассматриваемых ТВО с дополни-
тельными пространственными измерениями. Как обсуждалось ранее операторы размерности
пять, которые обычно определяют стабильность протона в четырёхмерных ТВО, в иссле-
дуемых моделях отсутствуют. В то же самое время вклад операторов размерности шесть
приводящих к несохранению барионного и лептонного зарядов, которые генерируются за
счёт обмена векторными лептокварками, в ширину распада протона существенно усилива-
ется благодаря наличию в спектре частиц рассматриваемых ТВО КК мод соответствую-
щих калибровочных бозонов. В работе [217] ширина распада протона исследовалась в рам-
ках SO(10) моделей с двумя дополнительными пространственными измерениями. Было
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показано, что время жизни протона превышает соответствующее экспериментальное ниж-
нее ограничение, если шкала MX , на которой происходит нарушение SO(10) симметрии,
больше чем 9 · 1015 ГэВ. Данное ограничение на шкалу MX в полной мере применимо к
рассматриваемой шестимерной ТВО с E6 калибровочной симметрией. Необходимо только
принять во внимание, что в исследуемых здесь моделях значения калибровочных кон-
стант g2

i (MX) в 3-5 раз больше чем в МССМ. Это предполагает, что нижнее ограничение
на шкалуMX в этих моделях должно быть несколько больше чем упомянутое выше. Грубые
оценки показывают, что шкала MX должна быть больше, чем 1.5− 2 · 1016 ГэВ.

Наконец следует еще раз отметить, что рассматриваемые в этой главе ТВО с дополни-
тельными измерениями не предполагают точного совпадения калибровочных констант вбли-
зи шкалы MX . Это обусловлено поправками к калибровочным константам, которые отве-
чают вкладам кинетических членов калибровочных полей локализованных на бранах, где
калибровочная симметрия нарушается. Относительный вклад данных поправок может быть
достаточно велик в случае, когда g2

i (MX) � 1. В рамках ТВО с двумя дополнительны-
ми пространственными измерениями объединение калибровочных констант обсуждалось в
работе [215].
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1.3 Бозоны Хиггса в СУСИ расширениях Стандартной

Модели

1.3.1 Спектр бозонов Хиггса в МССМ и НМССМ

С учётом петлевых поправок эффективных потенциал взаимодействия хиггсовских бозонов
в МССМ может быть представлен в виде суммы

V = m2
1|H1|2 +m2

2|H2|2 −m2
3(H1εH2 + h.c.) +

3∑
a=1

g2
2

8

(
H+

1 σaH1 +H+
2 σaH2

)2

+
g′2

8

(
|H1|2 − |H2|2

)2
+ ∆V , (1.93)

где g′ =
√

3/5g1, g2 и g1 — калибровочные константы SU(2)W и U(1)Y взаимодействий,
m2

1 = m2
H1

+ µ2, m2
2 = m2

H2
+ µ2 и m2

3 = −Bµ. В выражении (1.93) ∆V отвечает
вкладу петлевых поправок в эффективных потенциал взаимодействия хиггсовских полей.
В физическом минимуме эффективного потенциала взаимодействия (1.93) дублеты бозонов
Хиггса приобретают вакуумные средние

< H1 >=
1√
2

(
v1

0

)
, < H2 >=

1√
2

(
0

v2

)
, (1.94)

нарушая SU(2)W × U(1)Y до U(1)em симметрии, соответствующей электромагнитному
взаимодействию, и генерируя массы всех бозонов и фермионов СМ. Вместо v1 и v2 обычно
рассматривают их отношение и сумму квадратов, т.е. tan β = v2/v1 и v =

√
v2

1 + v2
2

(v ' 246 ГэВ).
В древесном приближении (∆V = 0) потенциал взаимодействия хиггсовских полей опи-

сывается суммой первых пяти членов в выражении (1.93). Он содержит три независимых
параметра: m2

1,m
2
2,m

2
3. Стабильный минимум потенциала взаимодействия (1.93) существу-

ет только если
m2

1 +m2
2 > 2|m3|2 . (1.95)

Когда условие (1.95) не удовлетворяется, то |v1| = |v2| → ∞. С другой стороны дублеты
бозонов Хиггса приобретают ненулевые вакуумные средние только, когда

m2
1m

2
2 < |m3|4 . (1.96)

В противном случае потенциал взаимодействия хиггсовских полей оказывается положитель-
но определённым и его минимум отвечает |v1| = |v2| = 0. Используя два уравнения,

определяющих минимум потенциала взаимодействия (1.93), т.е.
∂V

∂v1
= 0 и

∂V

∂v2
= 0, для

v2 и угла β находим:

sin 2β =
2m2

3

m2
1 +m2

2

,
ḡ2

4
v2 =

2(m2
1 −m2

2 tan2 β)

tan2 β − 1
, (1.97)
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где ḡ =
√
g2

2 + g′2. Условия v2 > 0 и | sin 2β| < 1 приводят к неравенствам (1.95)
и (1.96). В результате нарушения SU(2)W × U(1)Y симметрии калибровочные W± и Z
бозоны приобретают массы

MW =
g2

2
v , MZ =

ḡ

2
v . (1.98)

Достаточно простой анализ нарушения электрослабой симметрии в МССМ, представ-
ленный выше, существенно усложняется при учёте петлевых поправок, которые играют
весьма важную роль в простейших суперсимметричных расширениях СМ. Главный вклад
в ∆V дают петли, содержащие t кварк и его суперпартнеры. В результате нарушения
SU(2)W × U(1)Y симметрии суперпартнёры левостороннего и правостороннего t кварка
смешиваются образуя два мультиплета скалярных полей с массами

mt̃1,2
=

1

2

(
m2
Q +m2

U + 2m2
t ±

√
(m2

Q −m2
U)2 + 4m2

t X
2
t

)
, (1.99)

где значение параметра Xt = At − µ/ tan β характеризует величину смешивания супер-
партнеров t кварка, At — трилинейная константа взаимодействия скалярных полей, соот-
ветствующая юкавской константе t кварка, а mt(Mt) определяется соотношениями

mt(Mt) =
ht(Mt)√

2
v sin β ,

mt(Mt) = Mt

[
1− 1.333

α3(Mt)

π
− 9.125

(
αs(Mt)

π

)2]
.

(1.100)

В однопетлевом приближении вклад t кварка и его суперпартнёров в ∆V определяется
массами этих состояний, т.е.

∆V =
3

32π2

[
m4
t̃1

(
ln
m2
t̃1

q2
− 3

2

)
+m4

t̃2

(
ln
m2
t̃2

q2
− 3

2

)

−2m4
t

(
ln
m2
t

q2
− 3

2

)]
. (1.101)

Когда CP сохраняется, спектр хиггсовского сектора МССМ содержит два заряженных,
одно CP–нечётное и два CP–чётных состояния. Определители массовых (2 × 2) матриц
CP–нечетных и заряженных хиггсовских бозонов зануляются, что отвечает появлению двух
голдстоуновских бозонов, которые поглощаются массивными векторнымиW± и Z бозонами
при спонтанном нарушении калибровочной симметрии. С учётом петлевых поправок массы
СР–нечетного [229]–[234] и заряженного [232]–[235] хиггсовских состояний оказываются рав-
ными:

m2
A = m2

1 +m2
2 + ∆A , M2

H± = m2
A +M 2

W + ∆± , (1.102)

где ∆± и ∆A отвечают вкладу петлевых поправок.
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CP–чётные состояния бозонов Хиггса смешиваются, образуя 2 × 2 массовую матрицу.
Наиболее простой вид массовая матрица CP–чётного хиггсовского сектора МССМ имеет в
базисе полей:

ReH0
1 = (h cos β −H sin β + v1)/

√
2 ,

ReH0
2 = (h sin β +H cos β + v2)/

√
2 . (1.103)

В этом базисе зависимость от m2
1,m

2
2 и m2

3, величины которых определяются шкалой на-
рушения СУСИ и могут варьироваться в достаточно широких пределах, входит только в
матричный элемент M 2

22 [236]:

M 2 =

(
M 2

11 M 2
12

M 2
21 M 2

22

)
=


∂2V

∂v2

1

v

∂2V

∂v∂β
1

v

∂2V

∂v∂β

1

v2

∂2V

∂β2

 , (1.104)

M 2
22 = m2

A +M 2
Z sin2 2β + ∆22 , M 2

11 = M 2
Z cos2 2β + ∆11 , (1.105)

M 2
12 = M 2

21 = −1

2
M 2

Z sin 4β + ∆12 .

Петлевые поправки ∆ij к массовой матрице CP–чётного хиггсовского сектора МССМ ана-
лизировались в работах [229]–[234], [237]–[244]. В соотношениях (1.105) два уравнения, опре-
деляющие минимум потенциала взаимодействия хиггсовских полей, были использованы для
того чтобы выразить m2

1, m
2
2 и m2

3 через другие параметры модели, т.е m2
A и tan β, и та-

ким образом исключить их из рассмотрения. Выражения для ∆̃A, ∆± и ∆ij , вычисленные
в однопетлевом приближении, приведены в Приложении A.

Как следует из выражений (1.102) и (1.105), в древесном приближении массы бозонов
Хиггса в МССМ определяются только двумя параметрами mA и tan β. Массовая матрица
CP–чётного хиггсовского сектора (1.104)–(1.105) легко диагонализируется. Ее собственные
значения имеют следующий вид:

m2
h1, h2

=
1

2

(
M 2

11 +M 2
22 ∓

√
(M 2

22 −M 2
11)

2 + 4M 4
12

)
. (1.106)

С увеличением mA, т.е. шкалы нарушения суперсимметрии, массы всех бозонов Хиггса
увеличиваются. При значениях m2

A � M 2
Z , массы заряженных, тяжёлого CP–чётного и

CP–нечётного состояний почти совпадают, т.е. MH± ' mh2 ' mA, а масса легчайшего
CP–чётного хиггсовского бозона приближается к своему верхнему теоретическому пределу√
M 2

11.
В древесном приближении масса легчайшего бозона Хиггса в МССМ не превосходит

MZ | cos 2β|. Данное верхнее ограничение было получено в работах [245]. Хотя учет вклада
петлевых поправок к эффективному потенциалу взаимодействия хиггсовских полей не при-
водит к изменению качественной картины спектра хиггсовских бозонов, верхнее ограничение
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на mh1 в МССМ существенно увеличивается

mh1 ≤
√
M 2

Z cos2 2β + ∆11. (1.107)

В работе [230] было получено приближенное выражение для суммы однопетлевых и двух-
петлевых поправок, отвечающих ∆11, в главном логарифмическом приближении (см. также
обзор [74]):

∆11 ≈
3

2π2

m4
t

v2

[
1

2
Ut + L+

1

16π2

(
3
m2
t

v2
− 32πα3

)(
UtL+ L2

)]
− 3

4π2

m2
t

v2
(MZ cos 2β)2L ,

(1.108)

где

L = ln
M 2

SUSY

m2
t

, Ut =
2X2

t

M 2
SUSY

(
1− X2

t

12M 2
SUSY

)
,

а MSUSY =
√
mt̃1

mt̃2
. Однопетлевые ∆

(1)
11 и двухпетлевые ∆

(2)
11 поправки к массе легчай-

шего хиггсовского бозона в МССМ, полученные исходя из эффективного потенцила (1.93),
исследовались в работах [229], [232], [237] и [241] соответственно. Посредством метода ре-
нормгруппы в целом ряде работ была найдена сумма петлевых поправок к m2

h1
в главном

логарифмическом [230], [233], [238]–[239] и в следующем за ним [242] приближениях. В работе
[239] было показано, что суммирование поправок в главном логарифмиеском приближении
сводится к сдвигу шкалы, на которой вычисляется значение бегущей массы t кварка в ∆

(1)
11 .

Диаграммная техника Фейнмана использовалась при вычислении ∆
(1)
11 и ∆

(2)
11 в работах

[231], [234], [240] и [243] соответственно. Результаты двухпетлевых расчетов сопоставлялись
в работе [244]. Полученные результаты (1.108) свидетельствуют о том, что ∆11 пропорцио-
нальнаm4

t , гдеmt бегущая масса t кварка, логарифмически зависит от масштаба нарушения
суперсимметрии MSUSY и практически не зависит от выбора tan β.

При m2
A � M 2

Z и tan β � 1 наблюдаемое значение mh1 ' 125 ГэВ можно получить
только если вклад петлевых поправок ∆11 ' (85 ГэВ)2, т.е. примерно такой же как и
верхнее ограничение наm2

h1
, вычисленное в древесном приближении. Столь большой вклад

петлевых поправок отвечает MSUSY & 1ТэВ. Поскольку M 2
SUSY � m2

h1
достаточно

высокая степень тонкой настройки параметров МССМ необходима для того, чтобы получить
mh1 ' 125 ГэВ.

В МССМ большой вклад петлевых поправок в m2
h1

необходим так как в древесном при-
ближении масса легчайшего хиггсовского бозона слишком мала (∼MZ). В древесном при-
ближении заметно большее значениеm2

h1
можно получить в рамках НМССМ, что позволяет

снизить степень тонкой настройки параметров. Исходя из суперпотенциала (1.11), потенци-
альную энергию взаимодействия хиггсовских полей в НМССМ можно представить в виде
суммы:

V = VF + VD + Vsoft + ∆V , (1.109)
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VF = λ2|S|2(|H1|2 + |H2|2) + λ2|(H1εH2)|2

+λκ
[
S∗2(H1εH2) + h.c.

]
+ κ2|S|4 ,

(1.110)

VD =
3∑

a=1

g2
2

8

(
H+

1 σaH1 +H+
2 σaH2

)2
+
g′2

8

(
|H1|2 − |H2|2

)2
, (1.111)

Vsoft = m2
1|H1|2 +m2

2|H2|2 +m2
S|S|2 +

[
λAλS(H1εH2) +

κ

3
AκS

3 + h.c.
]
. (1.112)

В древесном приближении потенциал взаимодействия хиггсовских полей в НМССМ опре-
деляется суммой первых трёх членов в выражении (1.109). VF и VD отвечают вкладу F и
D членов. Их структура определяется суперпотенциалом (1.11) и калибровочными взаимо-
действиями. Выражение (1.112) содержит сумму членов мягко нарушающих СУСИ. Набор
соответствующих параметров включает m2

1, m
2
2, m

2
S , Aκ и Aλ. Последнее слагаемое в вы-

ражении (1.109) отвечает вкладу петлевых поправок. Так же как и в МССМ главный вклад
в ∆V (H1, H2, S) дают петли, по внутренним линиям которых распространяются t кварк
и его суперпартнеры. При вычислении этих поправок необходимо в выражениях для m2

t̃1
и m2

t̃2
, которые были получены в МССМ, вместо параметра µ подставить λS. Далее будет

предполагаться, что λ, κ и все параметры мягкого нарушения СУСИ являются действитель-
ными, т.е. CP сохраняется.

В физическом вакууме потенциала взаимодействия (1.109)–(1.112) синглетное поле S, а
также дублеты H1 и H2 приобретают вакуумные средние

< H1 >=
1√
2

(
v1

0

)
, < H2 >=

1√
2

(
0

v2

)
, < S >=

s√
2
. (1.113)

Соответствующий минимум потенциала взаимодействия хиггсовских полей определяется
уравнениями:

∂V

∂s
=

(
m2
S +

λ2

2
(v2

1 + v2
2)− λκv1v2

)
s− λAλ√

2
v1v2

+
κAκ√

2
s2 + κ2s3 +

∂∆V

∂s
= 0 , (1.114)

∂V

∂v1
=

(
m2

1 +
λ2

2
(v2

2 + s2) +
ḡ2

8
(v2

1 − v2
2)

)
v1

−
(
λκ

2
s2 +

λAλ√
2
s

)
v2 +

∂∆V

∂v1
= 0 , (1.115)

∂V

∂v2
=

(
m2

2 +
λ2

2
(v2

1 + s2) +
ḡ2

8
(v2

2 − v2
1)

)
v2

−
(
λκ

2
s2 +

λAλ√
2
s

)
v1 +

∂∆V

∂v2
= 0 . (1.116)
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В древесном приближении β и v2 удовлетворяют соотношениям (1.97), где следует поло-

жить µ = λs/
√

2, m2
3 = −λκ

2
s2 − λ√

2
Aλs, а сумму

(
m2

1 +m2
2

)
в знаменателе перво-

го уравнения заменить на

(
m2

1 +m2
2 + λ2s2 +

λ2

2
v2

)
. Cистема уравнений (1.114)–(1.116)

определяет положение минимума потенциала взаимодействия хиггсовских полей в НМССМ
при условии, что вакуумные средние v1, v2 и s принимают действительные значения. В
случае, когда вакуумные средние являются комплексными величинами, т.е. v1 = |υ1|eiα′ ,
s = |s|eiγ′ , наряду с (1.114)–(1.116) появляются еще два уравнения

∂V

∂α′
= 0 и

∂V

∂γ′
= 0.

Причем при отличных от нуля α′ и γ′ может происходить спонтанное нарушение не только
калибровочной симметрии, но и CP инвариантности. При этом в хиггсовском секторе сме-
шиваются нейтральные состояния с различной CP четностью. Возможность спонтанного CP
нарушения в НМССМ анализировалась в работах [246]–[247].

Если CP нарушения не происходит, хиггсовский сектор НМССМ содержит три СР–
четных, два СР–нечётных и два заряженных состояния. Массовые члены, отвечающие этим
состояниям, могут быть представлены в виде:

Vmass = M 2
H±H

+H− +
1

2
(P PS) M̃ 2

(
P

PS

)
+

1

2
(H h N)M 2

 H

h

N

 . (1.117)

ПоляH+,H−, P , PS ,H , h иN связаны с компонентамиH1,H2 и S следующим образом:

ImH0
1 = (P sin β +G0 cos β)/

√
2 , H+

2 = H+ cos β −G+ sin β ,

ImH0
2 = (P cos β −G0 sin β)/

√
2 , H−1 = G− cos β +H− sin β ,

ReH0
1 = (h cos β −H sin β + v1)/

√
2 , ImS = PS/

√
2 ,

ReH0
2 = (h sin β +H cos β + v2)/

√
2 , ReS = (s+N)/

√
2 , (1.118)

где G± и G0 образуют три голдстоуновских состояния, которые поглощаются W± и Z
бозонами при нарушении SU(2)W × U(1)Y симметрии до U(1)em.

Используя уравнения (1.114)–(1.116), определяющие минимум потенциала взаимодействия
хиггсовских полей, можно выразитьm2

S ,m
2
1 иm2

2 через другие фундаментальные парамет-
ры, tan β и s. Подставляя полученные соотношения в 2×2 массовую матрицу СР–нечётного
хиггсовского сектора, находим:

M̃ 2
11 = m2

A =
4µ2

sin2 2β

(
x− κ

2λ
sin 2β

)
+ ∆̃11 , (1.119)

M̃ 2
22 =

λ2v2

2
x+

λκ

2
v2 sin 2β − 3

κ

λ
Aκµ+ ∆̃22 , (1.120)

M̃ 2
12 = M̃ 2

21 =
√

2λvµ

(
x

sin 2β
− 2

κ

λ

)
+ ∆̃12 , (1.121)
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где x =
1

2µ

(
Aλ + 2

κ

λ
µ
)

sin 2β, µ =
λs√

2
, а ∆̃ij отвечают вкладу петлевых поправок. CP–

нечётный хиггсовский сектор НМССМ с учётом петлевых поправок исследовался в работах
[247]–[248]. Диагонализация массовой матрицы (1.119)–(1.121) приводит к двум собственным
значениям:

m2
A2,A1

=
1

2

(
M̃ 2

11 + M̃ 2
22 ±

√
(M̃ 2

11 − M̃ 2
22)

2 + 4M̃ 4
12

)
. (1.122)

Заряженные компоненты хиггсовских дублетов не смешиваются с нейтральными полями,
так как такое смешивание приводило бы к несохранению электрического заряда. Как и в
МССМ, масса заряженных хиггсовских состояний определяется m2

A

M 2
H± = m2

A −
λ2v2

2
+M 2

W + ∆±. (1.123)

Выражение для вклада петлевых поправок ∆± практически совпадает с соответствующим
выражением в МССМ (с точностью до замены µ на λs/

√
2).

C учётом петлевых поправок CP–чётный хиггсовский сектор НМССМ изучался в работах
[247]–[249]. В базисе хиггсовских полей (H , h ,N) массовая матрица CP–чётных бозонов
Хиггса имеет вид [75], [236]

M 2 =


M 2

11 M 2
12 M 2

13

M 2
21 M 2

22 M 2
23

M 2
31 M 2

32 M 2
33

 =


1

v2

∂2V

∂2β

1

v

∂2V

∂v∂β

1

v

∂2V

∂s∂β
1

v

∂2V

∂v∂β

∂2V

∂v2

∂2V

∂v∂s
1

v

∂2V

∂s∂β

∂2V

∂v∂s

∂2V

∂2s

 , (1.124)

M 2
11 = m2

A +

(
ḡ2

4
− λ2

2

)
v2 sin2 2β + ∆11 , (1.125)

M 2
22 = M 2

Z cos2 2β +
λ2

2
v2 sin2 2β + ∆22 , (1.126)

M 2
33 = 4

κ2

λ2
µ2 +

κ

λ
Aκµ+

λ2v2

2
x− κλ

2
v2 sin 2β + ∆33 , (1.127)

M 2
12 = M 2

21 =

(
λ2

4
− ḡ2

8

)
v2 sin 4β + ∆12 , (1.128)

M 2
13 = M 2

31 = −
√

2λvµx cos 2β

sin 2β
+ ∆13 , (1.129)

M 2
23 = M 2

32 =
√

2λvµ(1− x) + ∆23 . (1.130)

Выражения для однопетлевых поправок ∆̃ij , ∆± и ∆ij , вычисленные в главном приближе-
нии, приведены в Приложении A. Поскольку минимальное собственное значение массовой
матрицы (1.124)–(1.130) не превосходит ее минимального диагонального элемента, одно из
CP–чётных хиггсовских состояний остаётся лёгким даже, когда шкала нарушения СУСИ
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существенно больше 1ТэВ. Действительно, так какM 2
22 ∼M 2

Z , масса легчайшего хиггсов-
ского скаляра mh1 всегда меньше

√
M 2

22, т.е.

m2
h1

. M 2
Z cos2 2β +

λ2v2

2
sin2 2β + ∆22. (1.131)

В древесном приближении верхнее ограничение (1.131) на массу легчайшего бозона Хиггса
в НМССМ было получено в работах [250]. Если λ & 0.6, оно достигает максимального
значения при tan β ∼ 1. Когда mh1 близко к своему верхнему ограничению, а λ = 0.6

и tan β = 2, масса легчайшего бозона Хиггса в древесном приближении достигает почти
100 ГэВ. В этом случае для того чтобы получитьmh1 ' 125 ГэВ вклад петлевых поправок
должен составлять ∆22 ' (75 ГэВ)2. Как следствие, степень тонкой настройки параметров,
которая необходима для получения mh1 ' 125 ГэВ, заметно снижается по сравнению с
МССМ [77]–[78].

В базисе хиггсовских полей P, PS, H, h, N трилинейная часть лагранжиана, которая
описывает взаимодействия нейтральных хиггсовских состояний с Z бозоном, упрощается

LAZH =
ḡ

2
MZZµZµh+

ḡ

2
Zµ

[
H(∂µP )− (∂µH)P

]
. (1.132)

В этом базисе только поле h взаимодействует с парой Z бозонов, а поле H взаимодейству-
ет с псевдоскалярным полем P и Z . Причём константа взаимодействия поля h с парой Z
бозонов совпадает с соответствующей константой в СМ. Константы взаимодействия хигг-
совских скаляров с парой Z бозонов gZZi, а также константы взаимодействия Z бозонов c
хиггсовскими скалярами и псевдоскалярами gZA1i и gZA2i (где i отвечает различным CP–
чётным хиггсовским бозонам) появляются в результате смешивания h,H и P с другими
компонентами хиггсовского базиса. Удобно ввести относительные R–константы:

gV V i = RV V i × SM coupling , gZAji =
ḡ

2
RZAji , (1.133)

где V = Z, W±. Абсолютные значения RV V hi и RZAhi варьируются от 0 до 1. В НМССМ
их значения определяются следующим образом

RZZi = U+
hi , RZA1i = −U+

Hi sin θA , RZA2i = U+
Hi cos θA , (1.134)

где θA угол смешивания между P и PS

tan 2θA = 2M̃ 2
12/(M̃

2
11 − M̃ 2

22) , (1.135)

а Uij — унитарная матрица, связывающая компоненты хиггсовского базиса H, h, и N с
физическими CP–чётными состояниями, т.е. H

h

N

 = U †

 h1

h2

h3

 . (1.136)
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Из выражений (1.119)–(1.130) следует, что в древесном приближении спектр бозонов
Хиггса в НМССМ определяется шестью параметрами: λ, κ, µ, tan β,Aκ и mA (или x).
Столь большое число независимых параметров существенно усложняет анализ хиггсовского
сектора НМССМ по сравнению с минимальной СУСИ моделью. Изучение нарушения элек-
трослабой симметрии и спектра бозонов Хиггса в рамках НМССМ целесообразно начать с
случая, когда κ ∼ λ→ 0. С уменьшением λ члены пропорциональные λvi и κvi в уравнени-
ях (1.114)–(1.116) стремятся к нулю и ими можно пренебречь. С другой стороны абсолютное
значение вакуумного среднего s должно увеличиваться с уменьшением λ. В противном слу-
чае |µeff | → 0, что, в частности, должно было бы привести к появлению слишком лёгких
заряженных фермионов с массами много меньшими, чем 100 ГэВ. Пренебрегая в выраже-
ниях (1.115)–(1.116) слагаемыми, содержащими λvi, и удерживая члены, пропорциональные
λs и κs, приходим к двум уравнениям, определяющим положение минимума потенциала
взаимодействия хиггсовских полей в МССМ, в которых µ следует отождествить с λs/

√
2 и

положить m2
3 = −λκ

2
s2 − λ√

2
Aλs. При этом уравнение (1.114) в древесном приближении

сводится к

s

(
m2
S +

κAκ√
2
s+ κ2s2

)
' 0 . (1.137)

Уравнение (1.137) всегда имеет по крайней мере одно решение s0 = 0. Два других решения
появляются, когда A2

κ > 8m2
S . Эти решения можно представить в виде:

s1,2 '
−Aκ ±

√
A2
κ − 8m2

S

2
√

2κ
. (1.138)

Когда m2
S > 0, решение s0 = 0 соответствует минимуму потенциала взаимодей-

ствия (1.109)–(1.112), в котором не удаётся получить феноменологически прием-
лемый спектр частиц. Второй минимум, который возникает если A2

κ > 8m2
S , остаётся

нестабильным при A2
κ < 9m2

S . При больших значениях A2
κ, т.е. A

2
κ > 9m2

S , физический
вакуум отвечает s = s1(s2) при отрицательных (положительных) значениях параметра
Aκ. Выражение (1.138) указывает на то, что увеличения абсолютного значения вакуумного
среднего s в физическом вакууме можно добиться либо уменьшая |κ| либо увеличивая m2

S

и A2
κ. Поскольку нет никаких оснований полагать, что m2

S и A2
κ могут быть существенно

больше других параметров мягкого нарушения СУСИ, то увеличение абсолютного значения
s в физическом вакууме при λ→ 0 должно быть обусловлено уменьшением |κ|.

В пределе λ→ 0 смешивание PS и N с компонентами хиггсовских дублетов становится
малым и массовые матрицы (1.119)–(1.121) и (1.124)–(1.130) можно достаточно просто диа-
гонализировать [75]. В данном пределе массы заряженных и одного СР–нечётного состояний
определяются выражениями (1.102), а массы двух СР–чётных хиггсовских бозонов — вы-
ражениями (1.106). Массы синглетных СР–чётного (Hs) и СР–нечётного (As) состояний в
рассматриваемом случае можно оценить следующим образом:

m2
As
' −3

κ

λ
Aκµ , (1.139)
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Рис. 1.4: Диаграммы дающие вклад в сечения рождения хиггсовских состояний в экспери-
ментах на БАК в рамках СУСИ моделей.

m2
Hs
' 4

κ2

λ2
µ2 +

κ

λ
Aκµ . (1.140)

Члены, содержащие параметр Aκ, входят в выражения дляm2
As

иm2
Hs

с противоположны-
ми знаками. Стабильность физического вакуума, которая, в частности, подразумевает, что
m2
As

> 0 и m2
Hs

> 0, предполагает существование верхнего и нижнего ограничений на
параметр Aκ, т.е.

−3
(κ
λ
µ
)2

. Aκ

(κ
λ
µ
)
. 0 . (1.141)

С увеличением абсолютных значений λ и κ анализ потенциала взаимодействия хиггсов-
ских полей и спектра бозонов Хиггса существенно усложняется. Однако качественная кар-
тина спектра хиггсовских состояний остается неизменной. Параметр mA определяет массы
заряженных, одного СР–нечётного и одного СР–чётного состояний. Когда шкала наруше-
ния СУСИ MS & 1ТэВ, масса нейтрального скалярного хиггсовского поля, которое почти
совпадает с h, не превосходит 135 ГэВ. Массы синглетных СР–чётного и СР–нечётного со-
стояний главным образом определяются

κ

λ
µ и Aκ.

Лёгкие суперчастицы могут существенным образом модифицировать сечения рождения
бозонов Хиггса и парциальные ширины их распадов. На рис. 1.4 представлены некоторые
диаграммы, дающие важный вклад в сечения рождения хиггсовских состояний в эксперимен-
тах на БАК, а на рис. 1.5 показаны диаграммы, которые определяют парциальные ширины
распадов этих состояний на пару фотонов. В частности, лёгкие суперчастицы и смешива-
ние скалярных полей в хиггсовском секторе СУСИ моделей могли бы значительно изменить
сечение рождения бозона Хиггса с массой 125 ГэВ и значения парциальных ширин распа-
дов этой скалярной частицы по сравнению с соответствующими предсказаниями СМ. Более
того существование легчайшего нейтралино и/или синглетных хиггсовских состояний с мас-
сами меньшими, чем 60 ГэВ, могло бы привести к нестандартным каналам распада недавно
открытой скалярной частицы. В рамках НМССМ возможные модификации сечения рож-
дения и относительные парциальные ширины распадов хиггсовской скалярной частицы с
массой 125 ГэВ исследовались в работах [77]–[78]. Однако в настоящий момент измеренные
значения наблюдаемых величин, которые определяются сечением рождения и парциальны-
ми ширинами распадов бозона Хиггса с массой 125 ГэВ, достаточно хорошо согласуются с
предсказаниями СМ. Возможно это объясняется тем, что все суперчастицы и другие хигг-
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Рис. 1.5: Диаграммы определяющие парциальные ширины распадов хиггсовских состояний
на пару фотонов в рамках СУСИ моделей.

совские состояния являются слишком тяжёлыми, т.е.MS & 1ТэВ. В этом случае константы
взаимодействия легчайшего хиггсовского бозона с другими частицами СМ в СУСИ моделях
практически совпадают с их значениями в стандартной модели.

Когда все хиггсовские частицы в НМССМ за исключением лечайшего бозона Хиггса
имеют массы много большие, чем MZ , обнаружение синглетных хиггсовских состояний в
экспериментах на БАК представляется весьма проблематичным. В общем случае константы
взаимодействия таких состояний с частицами СМ крайне малы из-за слабого смешивания
между компонентами хиггсовского базиса P , PS ,H ,h иN . По этой причине сечения рожде-
ния синглетных хиггсовских состояний в экспериментах на БАК должны быть весьма сильно
подавлены. Более того сечения рождения других тяжёлых бозонов Хиггса, массы которых
определяются параметром mA, сильно убывают с увеличением mA и при mA � 500 ГэВ
их обнаружение в экспериментах на БАК будет сопряжено с большими сложностями. В
этой связи в следующем разделе в рамках НМССМ будет изучаться сценарий, отвечающий
mA . 500 ГэВ, лёгким синглетным хиггсовским состояниям, т.е. κ � λ, и относительно
большому смешиванию между компонентами хиггсовского базиса, т.е. λ & 0.6.

1.3.2 Хиггсовский сектор НМССМ с приближённой

U(1) симметрией

Изучение сценариев, соответствующих κ � λ, целесообразно начать с предела λ � 0.1 .
В рассматриваемой части параметрического пространства НМССМ хиггсовское состояние
с массой 125 ГэВ и константами взаимодействия близкими к соответствующим константам
бозона Хиггса в СМ можно получить при tan β � 1. Как уже обсуждалось ранее, в случае,
когда κ → 0, НМССМ обладает дополнительной глобальной U(1) симметрией, которая
отвечает симметрии Печчеи — Квинн [141]. Спонтанное нарушение этой симметрии приво-
дит к появлению аксиона в спектре частиц и жёсткому ограничению на 〈S〉 & 109 ГэВ.
Чтобы избежать столь большого значения 〈S〉 и, как следствие, слишком малого значения
|λ| . 10−6, которое необходимо для получения µ . 1ТэВ, далее будет предполагать-
ся, что κ имеет значение отличное от нуля. Предел κ � λ отвечает приближённой U(1)

симметрии. Для того чтобы упростить анализ значения κ и λ удобно выбрать так, чтобы син-
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глетные хиггсовские состояния имели бы массы много меньшие, чем другие бозоны Хиггса в
НМССМ. Тогда учитывая, что |µ| & 100 ГэВ и tan β � 1, для параметраm2

A в древесном
приближении, находим

m2
A ' (µ tan β)2 x . (1.142)

При этом в древесном приближении масса синглетного СР–нечётного бозона Хиггса с хо-
рошей точностью определяется выражением (1.139), а при вычислении массы синглетного
СР–чётного хиггсовского состояния необходимо учесть поправки, обусловленные матричны-
ми элементами M 2

13 и M 2
23 [75], т.е.

m2
Hs
'M 2

33 −
M 4

13

M 2
11

− M 4
23

M 2
22

' 4
κ2

λ2
µ2 +

κ

λ
Aκµ−

2λ2v2µ2

M 2
Z

(1− x)2 . (1.143)

В выражениях (1.142)–(1.143) опущены слагаемые, подавленные отношениями
κ

λ tan β
и

1

tan2 β
по сравнению с главными членами. Из соотношения (1.143) следует, что при κ . λ2

значение m2
Hs

может быть положительным только если

1−
∣∣∣∣∣
√

2κMZ

λ2v

∣∣∣∣∣ < x < 1 +

∣∣∣∣∣
√

2κMZ

λ2v

∣∣∣∣∣ , (1.144)

т.е. когда параметр x близок к единице. Неравенства (1.144) ограничивают интервал вари-
аций mA снизу и сверху. Если интервал изменений параметра x достаточно узок, ограни-
чения (1.144) приводят к иерархической структуре спектра бозонов Хиггса [76], [109]–[111].
Заряженные, тяжёлые СР–чётные и СР–нечётные хиггсовские состояния имеют массы, ко-
торые практически совпадают сmA ' µ tan β. Все остальные бозоны Хиггса оказываются
существенно легче. В частности, массы синглетных СР–чётного и СР–нечётного состояний

определяются комбинацией параметров

(
2κ

λ

)
µ� mA.

Иерархическая структура спектра хиггсовских состояний, упомянутая выше, остаётся
неизменной при учёте петлевых поправок и даже в случае, когда λ & 0.1 . Это позволя-
ет диагонализировать массовую матрицу СР–чётного хиггсовского сектора (1.124)–(1.130),
которую при κ� λ можно представить в следующем виде [76], [111]:

M 2 =

(
A εC†

εC ε2B

)
, (1.145)

где ε � 1. В выражении (1.145) параметр A следует отождествить с диагональным мат-
ричным элементомM 2

11 массовой матрицы (1.124)–(1.130), т.е. A = M 2
11 ' m2

A. В рассмат-
риваемом случае все остальные матричные элементы существенно меньше A. В качестве
малого параметра ε в матрице (1.145) может выступать отношение MZ/mA.
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Посредством унитарного преобразования

V =

 1− ε2

2
Γ†Γ εΓ†

−εΓ 1− ε2

2
ΓΓ†

 , Γ = CA−1 (1.146)

массовую матрицу СР–чётного хиггсовского сектора можно привести к виду [76], [111]

VM2V † '


M 2

11 +
M 4

13

M 2
11

O(ε3) O(ε3)

O(ε3) M 2
22 M 2

23 −
M 2

13M
2
12

M 2
11

O(ε3) M 2
23 −

M 2
13M

2
12

M 2
11

M 2
33 −

M 4
13

M 2
11

 . (1.147)

При выводе выражения (1.147) было принято во внимание, что
M 4

12

M 2
11

∼ ε4, т.е. соответству-

ющим слагаемым можно пренебречь. Полученная матрица (1.147) может быть приведена к
диагональной форме посредством преобразования:

R =

 1 0 0

0 cos θ sin θ

0 − sin θ cos θ

 , tan 2θ =

2

(
M 2

23 −
M 2

13M
2
12

M 2
11

)
M 2

22 −M 2
33 +

M 4
13

M 2
11

. (1.148)

Диагонализация матрицы (1.147) позволяет получить приближённые выражения для масс
СР–чётных хиггсовских состояний [76], [111]

m2
h3

= M 2
11 +

M 4
13

M 2
11

,

m2
h2,h1

=
1

2

(
M 2

22 +M 2
33 −

M 4
13

M 2
11

±
√(

M 2
22 −M 2

33 +
M 4

13

M 2
11

)2

+ 4

(
M 2

23 −
M 2

13M
2
12

M 2
11

)2
 .

(1.149)

Полученные выражения указывают на то, что массы легчайших хиггсовских скаляров могут
варьироваться в пределах [111]:

0 ≤ m2
h1
≤ min

{
M 2

22 , M
2
33 −

M 4
13

M 2
11

}
,

max

{
M 2

22 , M
2
33 −

M 4
13

M 2
11

}
≤ m2

h2
≤ M 2

22 +M 2
33 −

M 4
13

M 2
11

.
(1.150)

Минимальное значение m2
h2

и максимальное значение m2
h1

отвечают θ ' 0. Максимальное
значение m2

h2
достигается при m2

h1
→ 0.
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Рис. 1.6: Зависимость масс СР–чётных (сплошные линии) и СР–нечётных (штрихпунктир-
ные линии) бозонов Хиггса от mA (в ГэВ) при λ = 0.6, κ = 0.36, µ = 150ГэВ, tan β = 3 и
Aκ = 135ГэВ. При вычислении матричных элементов массовых матриц хиггсовских полей
учитывались однопетлевые поправки, соответствующие вкладу t кварка и его суперпарт-
нёров (m2

Q = m2
U = M2

S, Xt =
√

6MS и MS = 1ТэВ). Приближённым решениям для масс
хиггсовских скаляров mhi (в ГэВ) и псевдоскаляров mAα (в ГэВ) отвечают штриховые и
пунктирные линии.

Кроме того, используя соотношения (1.134) и принимая во внимание, что U † ≈ V †R†,
получаем приближённые выражения для относительных R–констант взаимодействия [111]:

RZZ2 ' cos θ , RZZ1 ' − sin θ , (1.151)

RZA12 ≈
(
M 2

12

M 2
11

cos θ +
M 2

13

M 2
11

sin θ

)
sin θA , (1.152)

RZA11 ≈
(
M 2

13

M 2
11

cos θ − M 2
12

M 2
11

sin θ

)
sin θA . (1.153)

Иерархическая структура спектра бозонов Хиггса позволяет упростить выражения для
масс СР–нечётных хиггсовских состояний. Действительно, в пределе κ � λ матричный
элемент M̃ 2

22 � m2
A тогда как M̃ 2

11 ∼ m2
A, а M̃

2
12 оказывается порядка λv ·mA, т.е. много

меньше, чем m2
A. Разлагая выражения (1.122) по степеням λv/mA, находим:

m2
A1
≈ M̃ 2

22 −
M̃ 4

12

M̃ 2
11

, m2
A2
≈ M̃ 2

11 +
M̃ 4

12

M̃ 2
11

. (1.154)

При этом смешивание в секторе СР–нечётных хиггсовских полей мало, т.е. θA ∼ (λv/mA),
а константы взаимодействия RZA11 и RZA12 подавлены отношением (λ2v2/m2

A).
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Результаты численного анализа спектра нейтральных бозонов Хиггса в НМССМ, а так-
же констант взаимодействия RZZα и RZA1α, где α = 1, 2 , показаны на рис. 1.6 и 1.7.
При вычислении матричных элементов массовых матриц СР–чётных и СР–нечётных хигг-
совских полей учитывались однопетлевые поправки, отвечающие вкладу t кварка и его су-
перпартнёров. Результаты, представленные на рис. 1.6 и 1.7, получены при µ = 150 ГэВ,
Aκ ' −135 ГэВ, а также tan β ' 3, λ(Mt) ' 0.6 и κ(Mt) ' 0.36, что соответству-
ет λ(MX) ' κ(MX) ' 2ht(MX) ' 1.6 . Значение µ выбрано таким образом, чтобы
s ' 350 ГэВ, что немногим больше v. Выбранное значение Aκ отвечает центральному зна-
чению интервала (1.141).

На рис. 1.6 исследуется зависимость масс нейтральных хиггсовских бозонов в НМССМ от
mA. Хотя разрешённый интервал значенийmA, гдеm2

h1
> 0 иm2

A1
> 0, достаточно широк,

слишком большие и слишком малые значенияmA не входят в этот интервал, как и следовало
ожидать. Представленные результаты однозначно указывают на то, что ограничения наmA

приводят к иерархической структуре спектра бозонов Хиггса, которая обсуждалась выше,
даже при относительно больших значениях λ(Mt) и κ(Mt). Изучение зависимости |RZZα|
и |RZA1α| от mA (см. рис. 1.7) показывает, что |RZZ2| ' 1 в узком интервале значений
mA, который располагается вблизи mA ' 450 ГэВ. Так как в рассматриваемом прибли-
жении RZZ2 ' RWW2, хорошее согласие между измеренными значениями наблюдаемых
величин, которые пропорциональны парциальным ширинам распадов бозона Хиггса с мас-
сой 125 ГэВ, с предсказаниями СМ жёстко ограничивает разрешённый интервал значений
mA в окрестности µ tan β, где θ � 1. В этой области значений mA константа взаимодей-
ствия |RZZ1| � 1, т.е. легчайший хиггсовский скаляр отвечает синглетному СР–чётному
состоянию. Поскольку константы взаимодействия |RZA1α| малы, легчайший хиггсовский
псевдоскаляр представляет собой синглетное СР–нечётное состояние.

Результаты численного анализа, представленные на рис. 1.6 и 1.7, показывают, что при-
ближённые решения для масс хиггсовских бозонов, которые определяются выражениями
(1.149) и (1.154), а также для констант взаимодействия RZZα и RZA1α (1.151)–(1.153) хоро-
шо согласуются с точными решениями в окрестности mA ' µ tan β. Так как при κ � λ

в области пространства параметров НМССМ, где константы взаимодействия бозона Хиггса
с массой 125 ГэВ почти совпадают с соответствующими предсказаниями СМ, взаимодей-
ствия синглетных СР–чётного и СР–нечётного хиггсовских бозонов с частицами СМ сильно
подавлены, эти состояния могут быть существенно легче 100 ГэВ. Это, в частности, может
приводить к нестандартным распадам бозона Хиггса с массой 125 ГэВ на пары скалярных
и/или псевдоскалярных состояний. Соответствующие относительные парциальные ширины
распадов могут составлять 10% − 20% [78]. При κ � λ иерархическая структура мас-
совых матриц предполагает, что тяжёлые СР–чётное и СР–нечётное хиггсовские состояния
почти совпадают с компонентами хиггсовского базисаH и P соответственно. Как следствие
|RZA23| ' 1, а |RZZ3| � 1.

Когда λ(MX) & κ(MX) & 1, малое отношение κ/λ при низких энергиях обуслов-
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Рис. 1.7: Зависимость |RZZα| от mA (в ГэВ) — рис.a и |RZA1α| от mA (в ГэВ) —
рис.б при λ = 0.6, κ = 0.36, µ = 150ГэВ, tan β = 3 и Aκ = 135ГэВ. При вычислении матрич-
ных элементов массовых матриц хиггсовских полей учитывались однопетлевые поправки,
соответствующие вкладу t кварка и его суперпартнёров (m2

Q = m2
U = M2

S, Xt =
√

6MS и
MS = 1ТэВ). На рис.a сплошная и штрихпунктирная линии отвечают RZZ1 и RZZ2, а штри-
ховая и пунктирная линии соответствуют их приближённым решениям. На рис.б сплошная
и штрихпунктирная линии соответствуют RZA11 и RZA12, тогда как штриховая и пунктирная
линии отвечают их приближённым решениям.

106



κ(MZ) 0 0.1 0.2 0.3 0.4 0.5

tan β = 2 0.62 0.61 0.60 0.58 0.53 0.42

tan β = 3 0.68 0.68 0.66 0.63 0.56 0.45

Таблица 1.9: Верхние ограничения на λ(MZ), отвечающие различным значениям κ(MZ) и
tan β. Соответствующие ограничения получены при исследовании решений двухпетлевых
уравнений ренормгруппы НМССМ.

лено эволюцией юкавских констант. Рост юкавской константы λ(Mt) при фиксированных
значениях ht(Mt) и κ(Mt) приводит к тому, что полюс Ландау в решениях уравнений ре-
нормгруппы приближается сверху к шкалеMX . При определенном значении λ(Mt) = λmax
теория возмущений при q ∼MX становится неприменимой. С увеличением (уменьшением)
ht(Mt) и κ(Mt) значение λmax уменьшается (увеличивается). Выражения (1.100) определя-
ют зависимость ht(Mt) от tan β. В таблице 1.9 приведены верхние ограничения на λ(MZ)

при фиксированных значениях κ(MZ) и tan β [77]. Для того чтобы избежать появления по-
люса Ландау при q .MX , юкавские константы λ(MZ) и κ(MZ) должны быть достаточно
малы, т.е.

λ2(MZ) + κ2(MZ) . 0.5 . (1.155)

В рамках НМССМ с тремя дополнительными парами 5 + 5̄ супермультиплетов группы
SU(5) (НМССМ+) верхнее ограничение на λ(MZ) становится несколько более слабым [77].
Это обусловлено тем, что значения калибровочных констант при q � MS , где MS — шка-
ла нарушения СУСИ, существенно больше в этом СУСИ расширении СМ, чем в НМССМ.
Соответствующие верхние ограничения на λ(MZ) при фиксированных значениях κ(MZ) и
tan β приведены в таблице 1.10. При вычислении верхних ограничений на λ(MZ) исполь-
зовались двухпетлевые уравнения ренормгруппы НМССМ и НМССМ+, которые приведены
в Приложении A.

κ(MZ) 0 0.1 0.2 0.25 0.3 0.4 0.5

tan β = 2 0.71 0.7 0.68 0.66 0.64 0.56 0.45

tan β = 3 0.74 0.74 0.72 0.69 0.67 0.59 0.46

Таблица 1.10: Верхние ограничения на λ(MZ), отвечающие различным значениям κ(MZ) и
tan β. Соответствующие ограничения получены при исследовании решений двухпетлевых
уравнений ренормгруппы в рамках НМССМ с тремя дополнительными парами 5 + 5̄ супер-
мультиплетов группы SU(5). Предполагается, что все новые экзотические состояния имеют
массы порядка 1ТэВ.

Теперь обсудим возможные проявления в экспериментах на БАК той части параметри-
ческого пространства НМССМ с приближённой U(1) симметрией, которая отвечает
mA . 500 − 600 ГэВ, лёгким синглетным хиггсовским состояниям и большому смеши-
ванию между компонентами хиггсовского базиса, т.е. λ & 0.6. Проведённый выше анализ

107



указывает на то, что такой части параметрического пространства соответствует [79]:

0.6 ≤ λ ≤ 0.7 , −0.3 ≤ κ ≤ 0.3 , 1.5 ≤ tan β ≤ 2.5 ,

100 ГэВ ≤ |µ| ≤ 185 ГэВ .
(1.156)

Теоретические ограничения, представленные в таблицах 1.9 и 1.10, предполагают, что при
λ & 0.6 и tan β ≈ 2 интервалы изменений λ и κ весьма узкие. Здесь указаны несколько
расширенные интервалы вариаций λ и κ, которые отвечают НМССМ с тремя дополнитель-
ными парами 5 + 5̄ супермультиплетов группы SU(5). Абсолютные значения µ и tan β

выбраны относительно небольшими для того, чтобы область допустимых значений парамет-
ров соответствовала mA . 500 ГэВ.

При численном анализе будет предполагаться, что

−2ТэВ ≤ Aλ ≤ 2ТэВ , −2ТэВ ≤ Aκ ≤ 2ТэВ . (1.157)

В рассматриваемой части параметрического пространства НМССМ, которая определяется
соотношениями (1.156), верхнее ограничение на массу легчайшего бозона Хиггса в древесном
приближении составляет 100 − 110 ГэВ. По этой причине петлевые поправки в данном
случае не играют такой уж ключевой роли как в МССМ и суперпартнёры t кварка могут
быть относительно лёгкими. Как следствие, могут быть установлены следующие интервалы
изменений параметров, которые характеризуют сектор суперпартнёров t кварка [79]:

600 ГэВ ≤ mU = mQ ≤ 3ТэВ , −2ТэВ ≤ At ≤ 2ТэВ . (1.158)

При анализе будет также предполагаться, что массы суперпартнёров τ лептона (mE3
иmL3

)
и массы калибрино варьируются в пределах [79]:

600 ГэВ ≤ mE3
= mL3

≤ 3ТэВ , 100 ГэВ ≤M1 ≤ 1ТэВ ,
200 ГэВ ≤M2 ≤ 1ТэВ , 1.3ТэВ ≤M3 ≤ 3ТэВ ,

(1.159)

а массы всех остальных суперчастиц положены равными 3ТэВ.

µexpXX ∆µXX

pp→ V H → V bb 0.97 ±1.06

pp→ H → ττ 1.02 ±0.7

pp→ H → γγ 1.14 ±0.4

pp→ H → WW 0.78 ±0.34

pp→ H → ZZ 1.11 ±0.46

Таблица 1.11: Величины µexpXX и ∆µXX , которые получены в результате комбинирования дан-
ных ATLAS [256] и CMS [257] при

√
s = 7 − 8ТэВ. Значение ∆µXX следует отождествить с

удвоенным стандартным отклонением от измеренной величины µexpXX .

Важную роль в процессе анализа хиггсовского сектора НМССМ играют отношения [78]–
[79]

µXX(hi) =
σprod(hi)BR(hi → XX)

σprod(hSM)BR(hSM → XX)
, (1.160)
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где σprod(hi) и σprod(hSM) — сечения рождения в экспериментах на БАК СР–чётного
хиггсовского состояния hi в НМССМ и бозона Хиггса hSM с массой 125 ГэВ в СМ, а
BR(hi → XX) и BR(hSM → XX) — относительные парциальные ширины распадов
hi → XX в НМССМ и hSM → XX в СМ соответственно. Для расчетов использова-
лись пакеты программ NMSSMTools [251, 252] и NMSSMCALC [253]. Вычисление парциаль-
ных ширин распадов было проведено с использованием NMHDECAY [251], которая является
обобщением программы HDECAY [254, 255]. В процессе анализа исследовались только сце-
нарии, спектр которых включает СР–чётное хиггсовское состояние с массой от 124 ГэВ до
127 ГэВ. Данное состояние hi должно характеризоваться значениями µXX(hi), которые
удовлетворяют условиям [78]–[79]:

|µXX(hi)− µexpXX | ≤ ∆µXX , (1.161)

где µexpXX и ∆µXX приведены в таблице 1.11. Значения µexpXX и ∆µXX получены в результате
комбинирования данных ATLAS [256] и CMS [257] посредством метода развитого в работе
[258].

При анализе хиггсовского сектора НМССМ также использовалась программа micrOMEGAS
[259], которая позволяет оценить плотность тёмной материи, отвечающей легчайшему ней-
тралино. Вычисленная таким образом плотность тёмной материи сопоставлялась с данными
наблюдений обсерватории "Планк"[260],

ΩCDMh
2 = 0.1187± 0.0017 . (1.162)

В процессе анализа рассматривались только сценарии, приводящие к плотности тёмной ма-
терии, которая меньше, чем ΩCDM.

В исследуемой области параметрического пространства НМССМ изучение феноменоло-
гически приемлемых сценариев показало, что легчайшие хиггсовские скаляр (h1 = Hs)
и псевдоскаляр (A1 = As) являются преимущественно синглетными СР–чётным и СР–
нечётным состояниями соответственно. Бозон Хиггса с массой 124 − 127 ГэВ главным об-
разом представляет собой компоненту хиггсовского базиса h. Тяжёлые хиггсовские скаляр
и псевдоскаляр образуются преимущественно компонентами хиггсовского базиса H и P ,
т.е. h3 ≈ H и A2 = A ≈ P . Проведённый анализ показал, что массы заряженных, тя-
жёлых СР–чётного (MH) и СР–нечётного (MA) бозонов Хиггса практически совпадают и
варьируются от 230 ГэВ до 530 ГэВ [79]. Из–за относительно больших значений λ почти все
сценарии, в которых массы легчайших скаляра (MHs

) и псевдоскаляра (MAs) оказываются
меньше чем 62 ГэВ, исключены. Это связано с тем, что в рассматриваемых случаях бозон
Хиггса с массой 124− 127 ГэВ главным образом распадается либо на пару скалярных либо
на пару псевдоскалярных частиц и, как следствие, условия (1.161) не могут быть удовлетво-
рены. Поэтому масса легчайшего СР–чётного состояния варьируется от 62 ГэВ до 117 ГэВ,
а масса легчайшего СР–нечётного хиггсовского состояния изменяется от 62 ГэВ до 300 ГэВ
[79].
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(а)

(б)

Рис. 1.8: Зависимость сечения рождения тяжелого СР–чётного бозона Хиггса от MH (в ГэВ)
— рис.a и зависимость сечения рождения тяжелого СР–нечётного хиггсовского бозона от
MA (в ГэВ) — рис.б в экспериментах на БАК при

√
s = 13ТэВ. Разные точки отвечают

различным сценариям.
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Сечения рождения тяжёлых СР–чётного и СР–нечётного хиггсовских состояний в экс-
периментах на БАК при

√
s = 13ТэВ, отвечающие различным сценариям, показаны на

рис. 1.8. Когда MH ' MA ' 230 ГэВ, соответствующие сечения могут достигать 7.5 пи-
кобарн в случае тяжёлого СР–чётного бозона Хиггса (H) и 4.5 пикобарн в случае тяжёлого
СР–нечётного хиггсовского состояния (A) [79]. С увеличениемMH 'MA интервалы изме-
нений сечений сужаются и при MH ' MA ' 530 ГэВ эти сечения составляют 0.6 − 0.8

пикобарн [79]. Столь большие сечения рождения тяжёлых СР–чётного и СР–нечётного бо-
зонов Хиггса позволяют надеяться на то, что эти состояния могут быть обнаружены, напри-
мер, в процессах, которые обусловлены их распадами на частицы СМ, т.е. H → bb̄, τ τ̄ , tt̄

и A→ bb̄, τ τ̄ , tt̄, в ближайшем будущем.
На рис. 1.9 представлены сечения рождения легчайших скалярного и псевдоскалярного

хиггсовских состояний в экспериментах на БАК при
√
s = 13ТэВ, соответствующие раз-

личным сценариям. Благодаря относительно большим значениям λ и, как следствие, значи-
тельному смешиванию в СР–чётном и СР–нечётном хиггсовских секторах, данные сечения
весьма велики. ПриMHs

' 70 ГэВ сечение рождения легчайшего хиггсовского скаляра мо-
жет достигать 10 − 20 пикобарн, а при MHs

& 100 ГэВ данное сечение может снижаться
до 0.1 пикобарна [79]. В то же самое время наибольшее значение сечения рождения лег-
чайшего хиггсовского псевдоскаляра при MAs ' 62 ГэВ составляет 6 пикобарн [79]. При
MAs & 250 ГэВ оно опускается до 0.1− 0.2 пикобарн. В случае, когда MAs столь велика,
сечение рождения легчайшего СР–нечётного бозона Хиггса может быть существенно меньше
0.1 пикобарна [79].

Если h1 = Hs ' N (или A1 = As ' PS), сечение рождения легчайшего хиггсовского
скаляра (или псевдоскаляра) практически зануляется. Однако даже в этом случае в рас-
сматриваемой области параметрического пространства НМССМ рождение лечайшего СР–
чётного (или СР–нечётного) бозона Хиггса в экспериментах на БАК оказывется возможным.
Относительно большое значение λ приводит к значительным парциальным ширинам распа-
довH → HsHs,H → hHs, A→ HsAs и A→ hAs. В частности, на рис. 1.10а показано
сечение σ(H → τ τ̄ bb̄) процесса pp→ H → hHs → τ τ̄ bb̄ при

√
s = 13ТэВ, отвечающее

различным сценариям. Почти во всех случаях данное сечение больше одного фемтобарна и
может достигать 100 − 200 фемтобарн [79]. Сечение процесса pp → H → hHs → 2τ2τ̄

в 10 раз меньше, чем σ(H → τ τ̄ bb̄). Хотя сечение процесса pp → H → hHs → 2γbb̄

заметно меньше чем σ(H → τ τ̄ bb̄) и интервал его изменений значительно шире, в неко-
торых случаях данное сечение также может превышать один фемтобарн. Анализ процессов,
обусловленных распадамиH → HsHs, A→ HsAs и A→ hAs, приводит к аналогичным
результатам. В принципе распады H → AsAs также возможны. Однако численный анализ
показал, что парциальная ширина соответствующего распада слишком мала.

Наконец, лечайшие СР–чётный и СР–нечётный бозоны Хиггса могут рождаться в ре-
зультате распадов H → ZAs и A → ZHs. Сечение σ(A → Zττ̄) процесса pp → A →
ZHs → Zττ̄ при

√
s = 13ТэВ, соответствующее различным сценариям, представлено
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(а)

(б)

Рис. 1.9: Зависимость сечения рождения легчайшего СР–чётного бозона Хиггса от MHs (в
ГэВ) — рис.a и зависимость сечения рождения легчайшего СР–нечётного хиггсовского бозона
от MAs (в ГэВ) — рис.б в экспериментах на БАК при

√
s = 13ТэВ. Разные точки отвечают

различным сценариям.
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(а)

(б)

Рис. 1.10: Зависимость сечения процесса pp → H → hHs → τ τ̄ bb̄ от MHs (в ГэВ) —
рис.a и зависимость сечения процесса pp → A → ZHs → Zττ̄ от MHs (в ГэВ) — рис.б при
√
s = 13ТэВ. Разные точки отвечают различным сценариям.
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на рис. 1.10б. Оно варьируется от нескольких фемтобарн до 100 фемтобарн [79]. Сечение
процесса pp → A → ZHs → Zbb̄ заметно больше, чем σ(A → Zττ̄). Анализ сечений
процессов pp → H → ZAs → Zbb̄ и pp → H → ZAs → Zττ̄ при

√
s = 13ТэВ

также показал, что в большинстве случаев соответствующие сечения много больше одного
фемтобарна. Таким образом, есть основания полагать, что исследуемая область параметри-
ческого пространства НМССМ приводит к спектру хиггсовских состояний, которые должны
быть обнаружены в экспериментах на БАК в ближайшем будущем.

1.3.3 Нарушение калибровочной симметрии и экзотические

распады бозона Хиггса в E6ССМ

В простейшем случае, когда калибровочная симметрия в E6ССМ нарушается в результате
того, что два дублета Хиггса Hu и Hd, а также синглетное поле S приобретают вакуумные
средние, потенциал взаимодействия хиггсовских полей можно представить в виде суммы:

V = VF + VD + Vsoft + ∆V , (1.163)

VF = λ2|S|2(|Hd|2 + |Hu|2) + λ2|(HdεHu)|2 , (1.164)

VD =
∑3

a=1

g2
2

8

(
H†dσaHd +H†uσaHu

)2
+
g′2

8

(
|Hd|2 − |Hu|2

)2
+

+
g
′2
1

2

(
Q̃Hd
|Hd|2 + Q̃Hu

|Hu|2 + Q̃S|S|2
)2

,

(1.165)

Vsoft = m2
S|S|2 +m2

1|Hd|2 +m2
2|Hu|2 +

[
λAλS(HuεHd) + h.c.

]
, (1.166)

где g′1 является калибровочной константой U(1)N взаимодействия, а Q̃Hd
, Q̃Hu

и Q̃S —
U(1)N заряды мультиплетов скалярных полей Hd, Hu и S. Как и в случае МССМ и
НМССМ, при анализе спектра хиггсовских состояний в E6ССМ главную роль играют петле-
вые поправки, отвечающие вкладу t кварка и его суперпартнеров. Вклад соответствующих
однопетлевых поправок ∆V в эффективный потенциал взаимодействия (1.163) в главном
приближении определяется выражением (1.101). VF и Vsoft совпадают с вкладами (1.110) и
(1.112) в потенциал взаимодействия хиггсовских полей в НМССМ с κ = 0. В то же самое
время VD содержит дополнительное слагаемое, пропорциональное g′1

2 и отвечающее вкладу
D члена, который соответствует U(1)N калибровочному взаимодействию.

В древесном приближении потенциал взаимодействия (1.163) содержит только один па-
раметр Aλ, который может быть комплексным. Однако переопределение хиггсовских полей
позволяет сделать данный параметр вещественным. Таким образом в хиггсовском секторе
E6ССМ в древесном приближении CP сохраняется. При учёте петлевых поправок эффек-
тивный потенциал взаимодействия (1.163) оказывается зависящим от множества параметров
мягкого нарушения СУСИ, которые могут быть комплексными, что с неизбежностью при-
водит к CP нарушению в наиболее общем случае. Предполагая, что CP сохраняется, в фи-
зическом вакууме Hu, Hd и S приобретают вакуумные средние (1.113), значения которых
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определяются уравнениями

∂V

∂s
= m2

Ss−
λAλ√

2
v1v2 +

λ2

2
(v2

1 + v2
2)s

+
g
′2
1

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2

)
Q̃Ss+

∂∆V

∂s
= 0 ,

(1.167)

∂V

∂v1
= m2

1v1 −
λAλ√

2
sv2 +

λ2

2
(v2

2 + s2)v1 +
ḡ2

8

(
v2

1 − v2
2)

)
v1

+
g
′2
1

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2

)
Q̃Hd

v1 +
∂∆V

∂v1
= 0 ,

(1.168)

∂V

∂v2
= m2

2v2 −
λAλ√

2
sv1 +

λ2

2
(v2

1 + s2)v2 +
ḡ2

8

(
v2

2 − v2
1

)
v2

+
g
′2
1

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2

)
Q̃Hu

v2 +
∂∆V

∂v2
= 0 ,

(1.169)

где g′1 ' g1 =
√

5/3 g′. Используя уравнения (1.167)–(1.169) можно выразить m2
1, m

2
2

и m2
S через другие параметры модели, s и tan β. Как следствие, в древесном приближе-

нии массы хиггсовских состояний и их константы взаимодействия определяются четырьмя
параметрами:

λ , s , tan β , Aλ . (1.170)

Массы калибровочных бозонов генерируются в результате взаимодействия Hu, Hd и S с
калибровочными полями. Масса заряженныхW± бозонов остаётся такой же, как в МССМ,
т.е. MW =

g2

2
v. Нейтральные Z и Z ′ калибровочные бозоны смешиваются, образуя массо-

вую матрицу:

M 2
ZZ ′ =


ḡ2

4
v2 ∆2

∆2 g′ 21 v
2

(
Q̃2
Hd

cos2 β + Q̃2
Hu

sin2 β

)
+ g′ 21 Q̃

2
Ss

2

 , (1.171)

где

∆2 =
ḡg′1
2
v2

(
Q̃Hd

cos2 β − Q̃Hu
sin2 β

)
. (1.172)

Данные полученные в экспериментах на БАК подразумевают, что в E6ССМ Z ′ должен быть
тяжелее 2.5ТэВ [261]. Столь большую массу Z ′ бозона MZ ′ можно получить только если
s � 1ТэВ. При этом смешивание между Z и Z ′ бозонами пренебрежимо мало, т.е. угол
смешивания αZZ ′ . 10−3 − 10−4, а MZ ' ḡv/2 и MZ ′ ' g′1Q̃S s.

В рассматриваемом простейшем случае спектр бозонов Хиггса в E6ССМ содержит два
заряженных, одно CP–нечётное и три CP–чётных состояния. Заряженные H± и псевдоска-
лярное A состояния приобретают массы mH± и mA соответственно, где

m2
H± =

√
2λAλ

sin 2β
s− λ2

2
v2 +

g2

2
v2 + ∆± , m2

A =

√
2λAλ

sin 2ϕ
v + ∆A , (1.173)
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tanϕ =
v

2s
sin 2β.

В главном приближении вклады петлевых поправок ∆± и ∆A практически совпадают с
соответствующими выражениями в НМССМ.

В базисе CP–чётных хиггсовских полейH, h иN , который определяется соотношениями
(1.118), массовая матрица CP–чётного хиггсовского сектора может быть представлена в виде
(1.124) с матричными элементами [69]:

M 2
11 =

√
2λAλ

sin 2β
s+

(
ḡ2

4
− λ2

2

)
v2 sin2 2β

+
g
′2
1

4
(Q̃Hu

− Q̃Hd
)2v2 sin2 2β + ∆11 , (1.174)

M 2
12 = M 2

21 =

(
λ2

4
− ḡ2

8

)
v2 sin 4β +

g
′2
1

2
v2(Q̃Hu

− Q̃Hd
)×

×(Q̃Hd
cos2 β + Q̃Hu

sin2 β) sin 2β + ∆12 , (1.175)

M 2
22 =

λ2

2
v2 sin2 2β +

ḡ2

4
v2 cos2 2β + g

′2
1 v

2 ×
×(Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β)2 + ∆22 , (1.176)

M 2
13 = M 2

31 =
g
′2
1

2
(Q̃Hu

− Q̃Hd
)Q̃Svs sin 2β

−λAλ√
2
v cos 2β + ∆13 , (1.177)

M 2
23 = M 2

32 = g
′2
1 (Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β)Q̃Svs

−λAλ√
2
v sin 2β + λ2vs+ ∆23 , (1.178)

M 2
33 =

λAλ

2
√

2s
v2 sin 2β + g

′2
1 Q̃

2
Ss

2 + ∆33 , (1.179)

где ∆ij в главном приближении почти идентичны вкладам петлевых поправок в случае
НМССМ. Когда шкала нарушения СУСИ MS много больше v, массовая матрица (1.174)–
(1.179) имеет иерархическую структуру. При этом массы тяжёлых хиггсовских скаляров с
хорошей точностью описываются

√
M 2

11 ' mA и
√
M 2

33 ' MZ ′ , которые должны быть
порядка MS . Так как минимальное собственное значение массовой матрицы (1.174)–(1.179)
не превосходит её минимального диагонального элемента, масса легчайшего бозона Хиггса
mh1 всегда меньше

√
M 2

22.
Если λ � g′1 ≈ g1 ≈ 0.46 масса псевдоскалярного бозона Хиггса mA может быть

как больше так и меньше чем MZ ′ . При mA & MZ ′ & 2.5ТэВ все тяжёлые хиггсовские
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состояния имеют огромные массы и их обнаружение в экспериментах на БАК не представ-
ляется возможным. Когда mA � MZ ′ , посредством унитарного преобразования массовую
матрицу СР–чётного хиггсовского сектора (1.174)–(1.179) можно привести к виду

M ′2 '


M 2

11 −
M 4

13

M 2
33

M 2
12 −

M 2
13M

2
32

M 2
33

0

M 2
21 −

M 2
23M

2
31

M 2
33

M 2
22 −

M 4
23

M 2
33

0

0 0 M 2
33 +

M 4
13

M 2
33

+
M 4

23

M 2
33

 . (1.180)

В этом пределе массы H±, A, h1 и h2, а также их константы взаимодействия практически
те же, что и в МССМ.

Когда λ & g′1 ≈ g1 ≈ 0.46, качественная картина спектра хиггсовских состояний в
E6ССМ имеет много общего со структурой спектра бозонов Хиггса в НМССМ с κ � λ.
Используя приближённые выражения (1.149), для спектра хиггсовских частиц в E6ССМ,
находим [69]

m2
h3
' m2

H± ' m2
A '

2λ2s2x

sin2 2β
, m2

h2
'M 2

Z ′ ' g
′2
1 Q̃

2
Ss

2 +O(M 2
Z) , (1.181)

m2
h1
'M 2

22 −
λ4v2

g
′2
1 Q

2
S

(
1− x+

g
′2
1

λ2

(
Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β

)
Q̃S

)2

, (1.182)

где x =
Aλ√
2λs

sin 2β . Из соотношений (1.181)–(1.182) следует, что при λ & g′1 масса

псевдоскалярного бозона ХиггсаmA большеMZ ′ , так как параметр x не может быть много
меньше единицы. В противном случае масса легчайшего бозона Хиггса оказывается либо
слишком малой либо m2

h1
< 0. Учёт петлевых поправок не меняет качественную картину

спектра бозонов Хиггса, которая предполагает, что в рассматриваемом случае ни одно из
тяжёлых хиггсовских состояний не будет обнаружено в экспериментах на БАК, а константы
взаимодействия легчайшего хиггсовского состояния с частицами СМ практически совпадают
с соответствующими константами взаимодействия бозона Хиггса в СМ [69]–[70], [105]–[107].

При λ & g′1 верхнее ограничение на массу легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ дости-
гает своего максимального значения. Оно определяется tan β и максимально допустимым
значением λ, которое может быть вычислено при каждом фиксированном значении tan β.
В E6ССМ максимально допустимые значения λ значительно больше, чем в НМССМ. Это
связано с наличием в E6ССМ супермультиплетов экзотических частиц с массами порядка
нескольких ТэВ. Как следствие, значения калибровочных констант при q �MS существен-
но больше в E6ССМ, чем в НМССМ. Большие значения калибровочных констант СМ наряду
с калибровочной константой U(1)N взаимодействия замедляют рост юкавских констант при
q �MS , позволяя избежать появления полюса Ландау в решениях уравнений ренормгруп-
пы. По этой причине большие значения λ при низких энергиях оказываются допустимыми
в E6ССМ [69].
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Рис. 1.11: Зависимость верхних ограничений на массу легчайшего бозона Хиггса, которые
вычислены в древесном приближении в рамках МССМ (сплошная линия), НМССМ (нижняя
пунктирная линия) и E6ССМ (верхняя пунктирная линия) от tan β.

На рис. 1.11 сопоставляются верхние ограничения на массу легчайшего хиггсовского со-
стояния, вычисленные в древесном приближении в рамках МССМ, НМССМ и E6ССМ. Как
уже отмечалось, при tan β ∼ 1 верхнее ограничение на mh1 в НМССМ больше чем в
МССМ. Большие допустимые значения λ при низких энергиях и вклад дополнительного D
члена, отвечающего U(1)N калибровочному взаимодействию, в потенциал взаимодействия
хиггсовских полей (1.163)–(1.166) увеличивают верхнее ограничение на mh1 в E6ССМ по
сравнению с НМССМ. В древесном приближении при tan β = 1.2 − 3.4 верхнее ограни-
чение на массу легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ оказывается больше, чем 115 ГэВ [69].
Поэтому в этой модели вклад петлевых поправок может не играть столь важной роли как
в МССМ и НМССМ. При tan β � 3 верхние ограничения на mh1 в МССМ, НМССМ и
E6ССМ сближаются. Однако благодаря вкладу дополнительногоD члена в потенциал взаи-
модействия (1.163)–(1.166) даже при tan β ∼ 10 верхнее ограничение на массу легчайшего
бозона Хиггса в E6ССМ, вычисленное в древесном приближении, на 6− 7 ГэВ больше, чем
в МССМ и НМССМ [69]–[70], [105]–[107].

Простейший механизм нарушенияU(1)N калибровочной симметрии, обсуждавшийся вы-
ше, имеет один весьма весомый недостаток. В рамках данного сценария масса Z ′ бозона
определяется только шкалой нарушения СУСИ MS . Нижнее экспериментальное ограниче-
ние MZ ′ & 2.5ТэВ предполагает, что все суперчастицы также должны иметь массы много
большие 1ТэВ. Возникающие при этом теоретические ограничения на массы суперчастиц
оказываются более жёсткими, чем непосредственные ограничения, полученные в результате
обработки данных экспериментов на БАК. Этого можно избежать, если в E6ССМ U(1)N
калибровочная симметрия нарушается вакуумными средними двух синглетных полей S и
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S с противоположными квантовыми числами. Для реализации такого сценария рассматри-
ваемое СУСИ расширение СМ должно наряду с S и S включать синглетное суперполе φ,
компоненты которого не участвуют в калибровочных взаимодействиях [80], [121]. В этом
случае суперпотенциал модели содержит член σφSS. Когда σ → 0, часть потенциала вза-
имодействия скалярных полей, которая включает только скалярные компоненты суперполей
φ, S и S может быть представлена в виде:

VS = m2
S|S|2 +m2

S
|S|2 +m2

φ|φ|2 +
Q2
Sg
′ 2
1

2

(
|S|2 − |S|2

)2
, (1.183)

где m2
S , m

2
S

и m2
φ — параметры мягкого нарушения СУСИ. Если (m2

S + m2
S
) < 0, то

〈S〉 = 〈S〉 → ∞. Ненулевое значение |σ| � 1 стабилизирует потенциал взаимодействия
(1.183), т.е.

〈φ〉 ∼ 〈S〉 ' 〈S〉 ∼

√
|m2

S +m2
S
|

σ
, (1.184)

приводя к MZ ′ � MS . Реализация данного сценария в E6ССМ подразумевает, что φ, S и
S остаются неизменными при преобразованиях Z̃H

2 симметрии, а суперпотенциал соответ-
ствующей модификации E6ССМ имеет вид [80]:

WA = λS(HuHd)− σφSS +
κ

3
φ3 +

µφ
2
φ2 + ΛFφ+ λαβS(Hd

αH
u
β )

+κijS(DiDj) + f̃iαSi(H
d
αHu) + fiαSi(HdH

u
α) + gDij (QiL4)Dj

+hEiαe
c
i(H

d
αL4) + µLL4L4 + σ̃φL4L4 +WMSSM(µ = 0) ,

(1.185)

где i, j = 1, 2, 3 и α, β = 1, 2. Здесь будет рассматриваться простейший случай, когда
экзотические кварки являются лептокварками.

В рассматриваемом случае потенциал взаимодействия скалярных полей, вакуумные сред-
ние которых нарушают SU(2)W ×U(1)Y ×U(1)N калибровочную симметрию до U(1)em,
определяется выражением [80]:

V = VF + VD + Vsoft + ∆V , (1.186)

VF = λ2|S|2(|Hd|2 + |Hu|2) +
∣∣λ(HdεHu)− σφS

∣∣2 + σ2|φ|2|S|2

+
∣∣−σ(SS) + κφ2 + µφφ+ ΛF

∣∣2 , (1.187)

VD =
∑3

a=1

g2
2

8

(
H†dσaHd +H†uσaHu

)2
+
g′2

8

(
|Hd|2 − |Hu|2

)2

+
g′ 21

2

(
Q̃Hd
|Hd|2 + Q̃Hu

|Hu|2 + Q̃S|S|2 − Q̃S|S|2
)2

,

(1.188)

Vsoft = m2
S|S|2 +m2

S
|S|2 +m2

Hd
|Hd|2 +m2

Hu
|Hu|2 +m2

φ|φ|2

+

[
λAλS(HuεHd)− σAσφ(SS) +

κ

3
Aκφ

3 +B
µφ
2
φ2 + ξΛFφ+ h.c.

]
,

(1.189)
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где ∆V отвечает вкладу петлевых поправок. Как и прежде, главную роль играют одно-
петлевые (1.101) и двухпетлевые поправки, соответствующие вкладу t кварка и его супер-
партнеров. В пределе, когда CP сохраняется, хиггсовские дублеты Hd и Hu приобретают
вакуумные средние (1.94) тогда как

< S >=
s1√

2
, < S >=

s2√
2
, < φ >=

ϕ√
2
. (1.190)

Как и в случае вакуумных средних хиггсовских дублетов, удобно ввести s =
√
s2

1 + s2
2 и

tan θ = s2/s1. Массы заряженных W± бозонов и массовая матрица, отвечающая Z − Z ′
смешиванию, остаются такими же как и в случае простейшего сценария нарушения калибро-
вочной симметрии в E6ССМ. При вычислении масс Z и Z ′ бозонов вместо s2 в выражение
для массовой матрицы (1.171) необходимо подставить (s2

1 + s2
2).

Если CP сохраняется, спектр бозонов Хиггса в рассматриваемой модификации E6ССМ
содержит два заряженных, три CP–нечётных и пять CP–чётных нейтральных состояний. В
пределе, когда λ ∼ σ → 0 и шкала нарушения СУСИMS � v, легчайшее CP–чётное хигг-
совское состояние имеет практически те же константы взаимодействия с частицами СМ, что
и бозон Хиггса в СМ. Если параметры κ, µφ и ΛF зануляются, лагранжиан данной СУСИ
модели обладает дополнительной глобальной U(1) симметрией. Эта симметрия спонтанно
нарушается вакуумными средними (1.190). При малых значениях κ, µφ и ΛF спонтанное на-
рушение приближённой глобальной U(1) симметрии приводит к появлению псевдоголдсто-
уновского бозона A1 с массой mA1

, который может быть легчайшим состоянием в спектре
хиггсовских частиц (см. Приложение B). Данное состояние может быть настолько лёгким,
что легчайший хиггсовский скаляр с массой 125 ГэВ может распадаться на пару таких псев-
доскалярных частиц. Часть лагранжиана E6ССМ, которой описывается соответствующее
взаимодействие, можно свести к

Lh1A1A1
= −Gh1A1A1

h1A1A1 . (1.191)

Выражение для Gh1A1A1
приведено в Приложении B. При mA1

. 60 ГэВ взаимодействие
(1.191) приводит к следующей парциальной ширине распада легчайшего хиггсовского ска-
ляра с массой mh1 = 125 ГэВ на пару легчайших псевдоскалярных состояний [80], [121]

Γ(h1 → A1A1) =
G2
h1A1A1

8πmh1

√
1− 4m2

A1

m2
h1

. (1.192)

В процессе изучения сценариев с mA1
. 60 ГэВ для вычисления спектра масс хиггсов-

ских бозонов использовались пакеты программ FlexibleSUSY [262], SARAH [263] и SOFTSUSY
[264]. При исследовании констант взаимодействия и парциальных ширин распадов легчай-
шего хиггсовского скаляра был использован пакет программ FlexibleSUSY. Найденные
таким образом полная ширина и относительные парциальные ширины распадов легчайше-
го CP–чётного бозона Хиггса сопоставлялись с соответствующими величинами, полученны-
ми в результате вычислений с использованием программы HDECAY [254] и её расширения
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A B C D E

λ 0.100 0.090 0.100 0.090 0.090
κ 0.03 0.001 0.03 0.0273 0.001

Aλ [ГэВ] 600 2222 800 2222 4444
Aσ [ГэВ] 1200 1200 1400 1200 2400
Aκ [ГэВ] 1013 1000 1023 1026 2200
At [ГэВ] -1186 -1171 -5944 -1170 -1163

m2
Q3

[ГэВ]2 3.0 ·106 1.0 ·106 3.0 ·106 2.0 ·106 1.0 ·106

m2
uc3

[ГэВ]2 2.0 ·108 1.0 ·108 2.0 ·108 8.0 ·107 8.0 ·107

ϕ [ТэВ] 6 6 6 6 12
s [ТэВ] 8 8 8 8 16

tan θ 0.91 0.91 0.91 0.91 0.91

M1 = M ′
1 [ГэВ] 600 600 600 600 1200

m2
S [ГэВ]2 -7.023 ·105 -1.51 ·106 -6.287 ·105 -1.135 ·106 -2.282 ·106

m2
S
[ГэВ]2 1.303 ·106 1.918 ·106 1.400 ·106 1.669 ·106 3.655 ·106

m2
φ [ГэВ]2 6.145 ·104 1.292 ·105 1.353 ·105 7.045 ·104 5.219 ·105

m2
Hd

[ГэВ]2 8.267 ·105 7.132 ·106 1.306 ·106 7.023 ·106 2.684 ·107

m2
Hu

[ГэВ]2 -2.419 ·106 -1.063 ·106 -2.977 ·106 -2.448 ·105 -1.597 ·105

Таблица 1.12: Значения параметров, отвечающие сценариям A, B, C, D и E.

eHDECAY [265]. Для того чтобы упростить анализ, целый ряд параметров E6ССМ был за-
фиксирован [80], т.е.

B = µφ = ξ = 0 , ΛF = 0 , µL = 10ТэВ , tan β ' 10 , (1.193)

fiα = f̃iα = gDij = hEiα = σ̃ = 0 , σ = 0.1 , κij = 0.5 δij , λαβ = 0.5 δαβ .

Относительно небольшое значение σ было выбрано для того чтобы s1 ∼ s2 �MS & 1ТэВ.
Параметры At, m2

Q3
= m2

Q и m2
uc3

= m2
U подбирались так, чтобы легчайший CP–чётный

бозон Хиггса имел массу 125− 126 ГэВ. При анализе исследовались только сценарии, при-
водящие к плотности тёмной материи, которая меньше, чем ΩCDM в соотношении (1.162). В
E6ССМ холодная тёмная материя образуется легчайшим нейтралино. Сектор нейтралино в
рассматриваемой модели включает восемь состояний. Анализ спектра нейтралино (см. При-
ложение B) показывает, что при достаточно малых значениях λ и MZ ′ � MS легчайшее
нейтралино в E6ССМ может представлять собой главным образом хиггсино. Когда данное
состояние легче чем 1ТэВ, оно приводит к плотности холодной тёмной материи, которая
меньше, чем ΩCDM в выражении (1.162) [266]. По этой причине параметры λ, ϕ, s, θ, M1,
M ′

1 иM2, которые при фиксированных значениях tan β и σ определяют спектр и констан-
ты взаимодействия нейтралино, выбирались таким образом, чтобы легчайшее нейтралино
являлось бы преимущественно хиггсино с массой меньшей, чем 1ТэВ. В частности, массы
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A B C D E

mχ0
1
[ГэВ] 420 376 419 377 761

mZ′ [ТэВ] 2.956 2.964 2.956 2.961 5.939
mH± [ГэВ] 799 2550 1057 2550 5123
mA1 [ГэВ] 35.37 33.01 51.53 18.97 28.41
mA2 [ГэВ] 791 1206 1051 1168 2430
mA3 [ГэВ] 1159 2547 1257 2548 5122
mh1 [ГэВ] 126.156 125.76 125.881 125.699 126.225
mh2 [ГэВ] 387 460 267 393 852
mh3 [ГэВ] 791 795 1016 925 1569
mh4 [ГэВ] 936 2547 1051 2548 5122
mh5 [ГэВ] 3099 3093 3125 3104 6188

RZA1h1 -1.608 ·10−4 1.626 ·10−4 6.634 ·10−7 -1.082 ·10−4 8.142 ·10−5

Gh1A1A1 [ГэВ] -1.2704 -0.0270 2.5782 0.5136 -0.0149

BR(h1 → A1A1) 0.0818 4.415 ·10−5 0.2078 0.0172 1.391 ·10−5

Γ(h1 → A1A1) [ГэВ] 4.215 ·10−4 1.967 ·10−7 1.206 ·10−3 7.960 ·10−5 6.270·10−8

Таблица 1.13: Масса легчайшего нейтралино, спектр бозонов Хиггса, масса Z ′ бозона, пар-
циальная ширина распада h1 → A1A1, а также константы взаимодействия Gh1A1A1 и RZA1h1 ,
отвечающие сценариям A, B, C, D и E.

калибрино подбирались так, что

M3 ' 3 ·M2 ' 6 ·M1 ' 6 ·M ′
1 > 600 ГэВ . (1.194)

Предполагалось, что все остальные суперчастицы имеют массы около 10ТэВ. Наконец,
рассматривались только такие значения Aκ, Aλ, Aσ, ϕ, s и θ, при которых m2

S < 0 и
m2
Hu

< 0. Такой выбор параметров гарантирует, что в рассматриваемой области парамет-
рического пространства S, Hu и Hd должны приобретать ненулевые вакуумные средние,
т.е. SU(2)W × U(1)Y × U(1)N симметрия нарушается до U(1)em.

Результаты численного анализа приведены в таблицах 1.12 и 1.13. В наиболее общем слу-
чае легчайшее псевдоскалярное хиггсовское состояние A1 главным образом представляет
собой линейную комбинацию мнимых частей синглетных полей S, S и φ. Иерархическая
структура спектра CP–нечётных состояний приводит к тому, что константы взаимодействия
A1 с частицами СМ сильно подавлены. Как следствие, например, во всех сценариях, пред-
ставленных в таблице 1.13, константа взаимодействия легчайшего хиггсовского скаляра с Z
бозоном иA1 крайне мала, т.е. |RZA1h1| . 10−3−10−4. По этой причине данное псевдоска-
лярное состояние не могло быть обнаружено ранее. В свою очередь иерархическая структура
спектра CP–чётных хиггсовских состояний предполагает, что константы взаимодействия лег-
чайшего хиггсовского скаляра с частицами СМ практически те же, что и соответствующие
константы взаимодействия бозона Хиггса в СМ. Поэтому во всех случаях условия (1.161)
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удовлетворяются.
Как следует из результатов, представленных в таблице 1.13, относительная ширина распа-

да h1 → A1A1 может варьироваться в широких пределах. Когда κ→ 0 иmA1
зануляется,

константу взаимодействия легчайшего хиггсовского скаляра с парой псевдоголдстоуновских
бозонов достаточно просто оценить

Gh1A1A1
' m2

h1

2MPQ
ε , (1.195)

где MPQ следует отождествить со шкалой нарушения U(1) глобальной симметрии, т.е.
MPQ ∼ s ∼ ϕ. Параметр ε в выражении (1.195) определяется смешиванием между компо-
нентой хиггсовского базиса h = S5 и CP–чётными хиггсовскими состояниями, вакуумные
средние которых нарушают глобальную симметрию. Из–за иерархической структуры спек-
тра данное смешивание крайне мало и ε � 1. Соотношение (1.195) может использоваться
для оценки Gh1A1A1

только если значение κ достаточно мало. В этом случае A1 может
естественным образом оказаться настолько лёгким, что распад h1 → A1A1 возможен. Од-
нако результаты численного анализа, приведенные в таблице 1.13, указывают на то, что уже
при κ ∼ 0.001 константа взаимодействия Gh1A1A1

становится много меньше 1 ГэВ, а от-
носительная парциальная ширина распада h1 → A1A1 составляет только 10−4 − 10−5.
Сопоставляя результаты расчётов для сценариев B и E, нетрудно убедиться в том, что дан-
ная относительная парциальная ширина и Gh1A1A1

уменьшаются с увеличением s ∼ ϕ

в полном соответствии с соотношением (1.195). Поэтому, хотя при κ . 0.001 легчайшее
псевдоскалярное состояние с массой 40 − 60 ГэВ может быть получено почти без тонкой
настройки параметров E6ССМ, обнаружение данной частицы в распадах легчайшего бозона
Хиггса с массой 125 ГэВ в экспериментах на БАК представляется весьма проблематичным
из-за того, что соответствующие распады весьма редки.

С увеличением κ относительная парциальная ширина распада h1 → A1A1 значительно
возрастает. При κ� 0.001 соотношение (1.195) становится неприменимым для оценки кон-
станты взаимодействия легчайшего хиггсовского скаляра с парой псевдоскалярных частиц.
Когда значения κ достаточно велики, члены, нарушающие глобальную U(1) симметрию,
дают заметный вклад в Gh1A1A1

. Как следует из данных, приведённых в таблице 1.13, при
κ ' 0.03 константа взаимодействия легчайшего CP–чётного бозона Хиггса с парой псевдо-
скалярных состояний оказывается порядка 1 ГэВ. В результате относительная парциальная
ширина распада h1 → A1A1 может достигать 2 − 20% [80], [121]. Тем не менее для того
чтобы получить mA1

' 40− 60 ГэВ при κ ' 0.03 необходима тонкая настройка парамет-
ров модели, которая в случае сценариев A, C и D составляет по крайней мере 1% или даже
больше. Степень тонкой настройки параметров E6ССМ, которая необходима для получения
mA1

. 40−60 ГэВ, возрастает с увеличением s ∼ ϕ. Рождающиеся в распадах легчайшего
CP–чётного бозона Хиггса пары псевдоскаляров главным образом распадаются на пары bb̄
кварков и τ τ̄ лептонов, что приводит к четырём фермионам третьего поколения в конечном
состоянии. Если относительная парциальная ширина таких распадов составляет 1−10% или
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больше, то с достаточно высокой вероятностью новые псевдоскалярные состояния должны
быть зарегистрированы в экспериментах на БАК в ближайшем будущем.

1.3.4 Сценарий инфракрасной квазификсированной точки и масса

легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ и НМССМ

Теперь исследуем эволюцию калибровочных и юкавских констант в рамках E6ССМ и НМССМ
в контексте верхнего ограничения на массу легчайшего CP–чётного бозона Хиггса. Даже в
самом простом случае суперпотенциал E6ССМ (1.25) содержит много новых юкавских кон-
стант. Причём такие константы как λαβ и κij не могут быть слишком малы, так как их
значения при низких энергиях определяют массы заряженных экзотических частиц. Если
же новые юкавские константы сопоставимы по величине с g1 ∼ g′1 они оказывают заметное
влияние на эволюцию всех остальных параметров модели, что сильно усложняет анализ. В
целях упрощения анализа в этом разделе будет предполагаться, что почти все юкавские кон-
станты много меньше g1 ∼ g′1 и ими в первом приближении можно пренебречь, а U(1)N
симметрия главным образом нарушается вакуумным средним суперполя S, т.е. 〈S̄〉 = 0.
Исключение составляет юкавская константа t кварка, которая должна быть порядка еди-
ницы. Теоретический анализ показал, что в МССМ при ht(MX) & 1 решения уравнений
ренормгруппы фокусируются в области низких энергий вблизи квазификсированной точ-
ки, которая отвечает tan β = 1.3 − 1.8 [267]-[269]. Этим значениям tan β соответствует
mh1 . 94±5 ГэВ [267]-[268]. В рамках МССМ данный интервал значений tan β уже исклю-
чён. Детальные исследования, проведенные в работах [268], [270], показали, что в области
больших tan β ≈ 50÷60 решения уравнений ренормгруппы также выходят на инфракрас-
ную квазификсированную точку.

В E6ССМ и НМССМ феноменологически приемлемое решение при tan β ∼ 1 может
быть получено, если λ(MX) ∼ ht(MX). Когда λ(MX) достаточно велико, в области
низких энергий m2

S может оказаться отрицательным, что приводит к нарушению U(1)N
симметрии. Предполагая, что только ht и λ могут принимать значения сопоставимые с зна-
чениями калибровочных констант, а все другие юкавские константы пренебрежимо малы,
суперпотенциал рассматриваемых моделей можно представить в виде

WHT ≈ λS(HdHu) + ht(HuQ)tc . (1.196)

Для того чтобы все экзотические частицы приобрели достаточно большие массы, данный
сценарий в E6ССМ должен отвечать s & 10ТэВ.

Прежде всего дополнительно проанализируем эволюцию калибровочных констант gi(q)
в E6ССМ. Предполагая, что gi(MX) = g0, решение однопетлевых уравнений ренормгруппы
можно представить в виде

1

g2
i (q)

=
1

g2
0

+
βi

(4π)2
ln
M 2

X

q2
, (1.197)
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где β1 = 48/5(53/5), β2 = 4(5) и β3 = 0(1) в случае сценария A (сценария B). Поскольку
величины калибровочных констант на электрослабой шкале достаточно хорошо известны,
соотношения (1.197) позволяют оценить значение g0

1

g2
0

' 1

β1 − β2

(
β1

g2
2(M 2

Z)
− β2

g2
1(M 2

Z)

)
. (1.198)

Выражение (1.198) приводит к g0 ' 1.2 в случае сценария A и к g0 ' 2.0 в случае сцена-
рия B. Так как β1 и β2 достаточно велики, при g2

0 � 1 и достаточно больших значениях
t′ = ln (MX/q)

2 первым слагаемым в соответствующих выражениях (1.197) можно прене-
бречь и решения уравнений ренормгруппы фокусируются вблизи инфракрасной стабильной
фиксированной точки

g2
1

g2
2

' β2

β1
, (1.199)

которая отвечает
dg1/g2

dt′
→ 0. В общем случае решения уравнений ренормгруппы концен-

трируются в окрестности инфракрасных стабильных фиксированных точек, когда t′ → ∞
[271]. Однако в рассматриваемом случае t′ ≥ 0 и t′ ≤ ln

M 2
X

M 2
Z

. По этой причине решения

уравнений ренормгруппы могут фокусироваться в области низких энергий вблизи квазифик-
сированных точек [272]. В E6ССМ в случае калибровочных констант g1 и g2 эти точки отве-
чают верхним ограничениям на g1(MZ) и g2(MZ), возникающим при условии g0 .

√
4π.

Большие значения g1(MZ) и g2(MZ) приводят к появлению полюса Ландау при q .MX .
Результаты расчётов, приведённые в таблице 1.14 (см. также [81]), показывают, что вы-

численные при g2
0 � 1 значения g1(MZ) и g2(MZ) достаточно близки к измеренным

значениям этих констант, т.е. g1(MZ) ' 0.46 и g2(MZ) ' 0.65. В однопетлевом прибли-
жении соотношение (1.199) приводит к отношению калибровочных констант равному 0.47

в случае сценария B и 0.42 в случае сценария A, тогда как измеренное значение близко к
0.5 . Учёт двухпетлевых поправок заметно сдвигает положение квазификсированных точек.
В частности, отношение (g2

1/g
2
2) становится равным 0.48 в случае сценария A и 0.52 в

случае сценария B.
На рис. 1.12 представлена эволюция (g2

1(q)/g2
2(q)) и (g2

2(q)/g2
3(q)) при различных зна-

чениях g0 в случае сценария A. При вычислении gi(q) использовались двухпетлевые β–
функции (1.54) и (1.55). Из-за того что в случае сценария A однопетлевая β–функция отве-
чающая сильным взаимодействиям зануляется, а в случае сценария B β3 = 1, сходимость
g3(q) к соответствующим квазификсированным точкам оказывается весьма слабой. Более
того в рамках сценария B α3(MZ) при всех значениях g2

0 . 4π существенно меньше 0.118 .
В то же самое время результаты, представленные на рис. 1.12, указывают на то, что решения
уравнений ренормгруппы для (g2

1(q)/g2
2(q)) достаточно эффективно сходятся к квазифик-

сированной точке [81], [119]. Данные, приведённые в таблице 1.14, показывают, что в рамках
сценария A измеренные значения калибровочных констант на электрослабой шкале воспро-
изводятся при g0 ' 1.5.
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Рис. 1.12: Эволюция gi(q) от MX до электрослабой шкалы на плоскости

(
g2(q),

g2
1(q)

g2
2(q)

)
—

рис.a и плоскости

(
g2(q),

g2
2(q)

g2
3(q)

)
— рис.б при g1(MX) = g′1(MX) = g2(MX) = g3(MX) =

ht(MX) = λ(MX) = g0, g11(MX) = 0 и различных значениях g0 в рамках сценария A. При
вычислении эволюции gi(q) использовались двухпетлевые β–функции.
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g0 g3 g2 g1 g′1 g11
g2

1

g2
2

g′1
g1

1.2 1.074 0.628 0.454 0.458 0.0196 0.523 1.0090
1.5 1.213 0.655 0.465 0.469 0.0210 0.503 1.0090

Сценарий A ( 1.5 ) (0.684) (0.471) (0.476) (0.0219) (0.474) (1.0106)
2.0 1.330 0.676 0.473 0.477 0.0221 0.489 1.0084
3.0 1.395 0.689 0.478 0.481 0.0228 0.481 1.0074

( 3.0 ) (0.744) (0.489) (0.495) (0.0246) (0.432) (1.0116)

1.2 0.881 0.582 0.436 0.431 -0.0254 0.560 0.989
1.6 0.975 0.609 0.447 0.442 -0.0275 0.539 0.988

Сценарий B (1.108) (0.632) (0.453) (0.448) (-0.0286) (0.514) (0.989)
2.0 1.020 0.622 0.453 0.447 -0.0285 0.530 0.987
3.0 1.057 0.633 0.458 0.451 -0.0294 0.523 0.986

(1.368) (0.670) (0.466) (0.461) (-0.0312) (0.484) (0.989)

Таблица 1.14: Значения калибровочных констант на электрослабой шкале, вычисленные при
g1(MX) = g′1(MX) = g2(MX) = g3(MX) = ht(MX) = λ(MX) = g0, g11(MX) = 0 и различных
значениях g0 в двухпетлевом приближении. Значения калибровочных констант на электро-
слабой шкале, вычисленные в однопетлевом приближении, приведены в скобках.

Анализ уравнений ренормгруппы (1.51)–(1.52) позволяет достаточно просто найти ин-
фракрасные стабильные фиксированные точки для g′1(q) и g11(q)

g2
1

g
′2
1

=
β′1
β1
−
(
β11

β1

)2

,
g11

g′1
= −β11

β1
. (1.200)

Так как в рамках сценариев A и B g11(MX) ' 0, а β11 . 1, недиагональная калибро-
вочная константа взаимодействия g11(q) остаётся достаточно близкой к нулю при любых
значениях q < MX . Эволюция (g11(q)/g2(q)) при различных значениях g0 в случае сце-
нария A представлена на рис. 1.13. Результаты численного анализа указывают на то, что
решения уравнений ренормгруппы для g11(q) достаточно эффективно сходятся к соответ-
ствующей квазификсированной точке при g0 & 1 [81], [119]. Поскольку в рамках сценариев
A и B g1(MX) = g′1(MX) = g0, а β1 ' β′1 � 1, калибровочные константы U(1)Y и
U(1)N взаимодействий остаются практически равными в области низких энергий. В част-
ности, данные, приведённые в таблице 1.14, показыают, что учёт двухпетлевых поправок
почти не изменяет соотношения между этими калибровочными константами. В принципе
в рассматриваемых случаях двухпетлевые β–функции (1.54) и (1.55) зависят от ht(q) и
λ(q). Хотя данная зависимость является весьма слабой и ей в главном приближении можно
пренебречь, результаты, представленные в таблице 1.14 и на рис. 1.12-1.13, получены при
ht(MX) = λ(MX) = g0.

Так как в E6ССМ калибровочные константы g2(q), g1(q), g′1(q) и g11(q) в области низ-
ких энергий имеют значения, которые достаточно близко расположены к квазификсирован-
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Рис. 1.13: Эволюция g11(q) и g2(q) от MX до электрослабой шкалы на плоскости(
g2(q),

10 g11(q)

g2(q)

)
при g1(MX) = g′1(MX) = g2(MX) = g3(MX) = ht(MX) = λ(MX) = g0,

g11(MX) = 0 и различных значениях g0 в рамках сценария A. При вычислении эволюции
gi(q) использовались двухпетлевые β–функции.

ным точкам, представляется интересным исследовать в этом контексте эволюцию юкавских
констант ht(q) и λ(q). Здесь главным образом будет изучаться сценарий A. Это обусловлено
тем, что феноменологически приемлемое решение в рамках сценария B может быть получе-
но только, если большая часть экзотических частиц имеет массы много большие нескольких
ТэВ, а диагональные калибровочные константы на шкалеMX не совпадают. По этой причине
исследование перенормировки упомянутых выше юкавских констант заметно усложняется.
Анализ эволюции ht(q) и λ(q) в рамках сценария A имеет смысл сопоставить с соответству-
ющими результатами в НМССМ в пределе κ� λ. Двухпетлевые уравнения ренормгруппы,
описывающие перенормировку этих констант взаимодействия в рамках НМССМ и E6ССМ,
приводятся в Приложениях A и C соответственно.

При изучении эволюции ht(q) и λ(q) в рамках сценария A целесообразно зафиксиро-
вать g0 ' 1.5, так как данное значение g0 позволяет воспроизвести измеренные при низких
энергиях значения калибровочных констант СМ. В рамках НМССМ соответствующим зна-
чением g0 является g0 ' 0.725 . В процессе исследования перенормировки ht(q) и λ(q)

удобно ввести

ρt =
h2
t

g2
3

, ρλ =
λ2

g2
3

. (1.201)

В плоскости (ρt(t0), ρλ(t0)), где ρt(t0) = ρt(MZ), ρλ(t0) = ρλ(MZ) и t0 = ln (MX/MZ),
область допустимых значений этих параметров ограничена хилловской линией. Решения

128



5 7.5 10 12.5 15 17.5

5

7.5

10

12.5

15

17.5

�

�

(

0

)

�

t

(0)

(а)

0.2 0.4 0.6 0.8 1

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

�

�

(

t

0

)

�

t

(t

0

)

(б)

Рис. 1.14: Равномерно распределенные в плоскости (ρt, ρλ) граничные условия для однопет-
левых уравнений ренормгруппы НМССМ на шкале q = MX при κ = 0 и 2 ≤ h2

t (0), λ2(0) ≤ 10

— рис.а, а также соответствующие им значения юкавских констант на электрослабой шкале
— рис.б. Жирная и сплошная кривые на рис.б отвечают инвариантной и хилловской линиям.
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уравнений ренормгруппы, отвечающие точкам, которые находятся за пределами области до-
пустимых значений, приближаются к полюсу Ландау при q0 .MX . Как видно из рис. 1.14
вблизи хилловской (квазификсированной) линии группируются решения уравнений ренорм-
группы НМССМ при 2 ≤ h2

t (0) = h2
t (MX) ≤ 10 и 2 ≤ λ2(0) = λ2(MX) ≤ 10.

При анализе результатов численных расчетов обращает на себя внимание ярко выраженная
неравномерность в распределении решений уравнений ренормгруппы вдоль инфракрасной
квазификсированной линии. Главным образом эта неравномерность обусловлена тем, что при
столь больших значениях юкавских констант ht(0) и λ(0) решения притягиваются не только
к хилловской, но и к инфракрасной фиксированной (или инвариантной) линии. Последняя
линия соединяет две фиксированные точки. Одна из них, (ρλ/ρt) = 1, отвечает пределу
ρt, ρλ >> 1, когда калибровочными константами можно пренебречь [273]. Инвариантная
линия соединяет её с инфракрасной стабильной фиксированной точкой системы уравнений
ренормгруппы. В рамках сценария A инфракрасная фиксированная точка в однопетлевом
приближении определяется соотношениями:

ρλ = 0 , ρt ' 8/9 , (1.202)

тогда как в НМССМ
ρλ = 0 , ρt ' 7/18 . (1.203)

Решения уравнений ренормгруппы фокусируются вблизи фиксированных точек (1.202) и
(1.203) при ln (MX/q)� 4π. Инфракрасная фиксированная линия является ренорминва-
риантным объектом. Если начальные условия, заданные на шкалеMX , таковы, что ρt(MX)

и ρλ(MX) принадлежат данной линии, то в дальнейшем эволюция юкавских констант про-
исходит вдоль этой линии по направлению к инфракрасной фиксированной точке системы
уравнений ренормгруппы. Все остальные решения уравнений ренормгруппы по мере увели-
чения ln (MX/q) притягиваются к фиксированной линии и при ln (MX/q)� 4π выходят
на инфракрасную стабильную фиксированную точку. Инфракрасные фиксированные линии
и поверхности, а также их свойства детально исследовались в работах [274].

С увеличением λ(MX) и ht(MX) область, в которой группируются соответствующие
решения уравнений ренормгруппы при низких энергиях, заметно сужается. Все решения
концентрируются вблизи точки пересечения инвариантной и хилловской линий [82]. Следова-
тельно данную точку можно рассматривать в качестве квазификсированной точки системы
уравнений ренормгруппы. Исследование решений двухпетлевых уравнений ренормгруппы
показывает, что в рамках сценария A положению этой точки отвечают [81]

ρt ' 1.16 , ρλ ' 0.14 , (1.204)

а в НМССМ
ρt ' 0.80 , ρλ ' 0.19 . (1.205)

Квазификсированным точкам (1.204) и (1.205) соответствуют ht(MX) = λ(MX) ' 3, т.е.
ρλ(MX) = ρt(MX)� 1. Положение данных точек указывает на то, что в области низких
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энергий ht(q) существенно превышает λ(q), что обусловлено большим вкладом g3(q) в
перенормировку юкавской константы t кварка.

Эволюция ρλ(q) и ρt(q), вычисленная в двухпетлевом приближении в рамках сценария A
(E6ССМ) и НМССМ, при различных значениях ht(MX) и λ(MX) показана на рис. 1.15. Ре-
зультаты численного анализа также приведены в таблице 1.15. Представленные на рис. 1.15
результаты анализа перенормировки юкавских констант указывают на то, что траектории,
отвечающие разным ht(MX) и λ(MX), сначала приближаются к инвариантной линии, ко-
торая при ρλ(MX) � 1 и ρt(q) � 1 соответствует ρλ(q) ' ρt(q), а затем при низких
энергиях фокусируются в окрестности квазификсированных точек. Из данных, представ-
ленных в таблице 1.15, следует, что относительные отклонения ht(q) вблизи квазификсиро-
ванной точки при вариациях юкавских констант в пределах 1.5 . ht(MX), λ(MX) . 3

относительно малы, т.е. составляют порядка 1-3% . В то же самое время интервал изменений
λ(q) оказывается существенно шире. Относительные отклонения λ(q) от положения квази-
фиксированной точки могут достигать 20%, когда ht(MX) и λ(MX) изменяются от 1.5 до
3.

Эффективная сходимость ht(q) к квазификсированным точкам в E6ССМ и НМССМ поз-
воляет оценить значения tan β, которые им соответствуют, используя соотношения (1.100) и
предполагая, что mt(Mt) ' 163 ГэВ. Как следует из данных, приведённых в таблице 1.15,
при изменении ht(MX) и λ(MX) от 1.5 до 3 в случае сценария A tan β = 1.02 − 1.05,
а в НМССМ значение tan β варьируется от 1.5 до 1.7. Используя полученные значения
tan β и предполагая, что m2

Q = m2
U = M 2

SUSY & 1ТэВ, можно вычислить верхнее огра-
ничение на массу легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ и НМССМ. Обобщая соотношения
(1.107)–(1.108), в двухпетлевом приближении в рамках E6ССМ находим [69]

m2
h1
≤
[
λ2

2
v2 sin2 2β +M 2

Z cos2 2β + g
′2
1 v

2

(
Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β

)2]
×

(1.206)

×
(

1− 3

4π2

m2
t

v2
L

)
+

3

2π2

m4
t

v2

{
1

2
Ut + L+

1

16π2

(
3
m2
t

v2
− 32πα3

)(
UtL+ L2

)}
,

где Ut и L определены в выражении (1.108). В пределе g′1 → 0 соотношение (1.206) отвечает
верхнему ограничению на m2

h1
в НМССМ [275]. При λ = 0 и g′1 = 0 верхнее ограничение

на массу легчайшего хиггсовского бозона оказывается на несколько ГэВ ниже соответству-
ющих значений, которые получаются при использовании пакетов программ Suspect [276]
и FeynHiggs [277].

При вычислении верхнего ограничения на m2
h1

здесь будет предполагаться, что
MSUSY = 1200 ГэВ, а Xt =

√
6MSUSY , что соответствует максимальному значению

Ut = 6. Результаты численного анализа, представленные в таблице 1.15, показыва-
ют, что в рамках сценария A и НМССМ можно получить mh1 ' 125− 126 ГэВ, ес-
ли λ(MX) & ht(MX) > g0. Приведённые в этой таблице результаты вычислений указы-
вают на то, что сценарий B приводит к несколько меньшим значениям юкавских констант
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Рис. 1.15: Эволюция ρλ(q) и ρt(q) отMX до электрослабой шкалы на плоскости

(
ρt(q), ρλ(q)

)
в случае сценария A (E6ССМ) при g0 = 1.5 — рис.a и в случае НМССМ при g0 = 0.725 —
рис.б. Разные линии отвечают различным значениям ht(MX) и λ(MX). При вычислении ρλ(q)
и ρt(q) использовались двухпетлевые β–функции.
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при низких энергиях и большим tan β. Как следствие верхнее ограничение на массу легчай-
шего хиггсовского состояния оказывается на несколько ГэВ ниже в рамках сценария B по
сравнению с сценарием A. Так как квазификсированные точки в E6ССМ и НМССМ отвеча-
ют tan β ∼ 1, во всех случаях сценарии с mh1 ' 125 − 126 ГэВ предполагают, что при
низких энергиях λ & g′1. Как уже отмечалось в случае E6ССМ это приводит к тому, что все
бозоны Хиггса за исключением легчайшего хиггсовского состояния имеют массы много боль-
шие 1ТэВ и их наблюдение в экспериментах на БАК не представляется возможным. При
этом высокая степень тонкой настройки параметров E6ССМ (. 10−3) необходима, чтобы
получить сценарии с mh1 ' 125− 126 ГэВ.

g0 ht(MX) λ(MX) ht(MZ) λ(MZ) tan β m
(0)
h1

m
(2)
h1

(ГэВ) (ГэВ)

1.5 3.0 3.0 1.31 0.46 1.02 92.2 120.5
Сценарий A 1.5 1.5 3.0 1.30 0.53 1.05 102.4 126.6

1.5 3.0 1.5 1.32 0.37 1.01 79.0 113.3
1.5 1.5 1.5 1.31 0.46 1.03 91.7 120.3

3.0 3.0 3.0 1.22 0.44 1.20 88.7 119.1
Сценарий B 3.0 1.5 3.0 1.21 0.49 1.22 95.7 123.2

3.0 3.0 1.5 1.23 0.36 1.19 76.6 112.3
3.0 1.5 1.5 1.22 0.43 1.20 86.0 117.5

0.725 3.0 3.0 1.10 0.54 1.60 93.4 122.5
НМССМ 0.725 1.5 3.0 1.06 0.62 1.90 102.8 128.9

0.725 3.0 1.5 1.12 0.43 1.52 77.8 113.2
0.725 1.5 1.5 1.08 0.53 1.73 92.2 121.9

1.5 3.0 3.0 1.31 0.45 1.02 78.3 113.0
НМССМ+ 1.5 1.5 3.0 1.29 0.51 1.05 88.5 118.5

1.5 3.0 1.5 1.32 0.35 1.01 61.3 105.0
1.5 1.5 1.5 1.30 0.43 1.03 74.2 111.0

Таблица 1.15: Значения юкавских констант на электрослабой шкале, tan β и верхние ограни-
чения на массу легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ (сценарии A и B), НМССМ и НМССМ+
при g1(MX) = g2(MX) = g3(MX) = g0 и различных значениях g0, ht(MX) и λ(MX). При вы-
числении ht(MZ) и λ(MZ) использовались двухпетлевые уравнения ренормгруппы E6ССМ,
НМССМ и НМССМ+. Значения верхнего ограничения на массу легчайшего хиггсовского
состояния, вычисленные в древесном (m(0)

h1
) и двухпетлевом (m(2)

h1
) приближениях, получены

при mt(Mt) = 163ГэВ, MSUSY = 1200ГэВ и Xt =
√

6MSUSY .

Проведённый выше анализ решений в окрестности квазификсированных точек в E6ССМ
и НМССМ целесообразно сопоставить с соответствующими результатами, которые могут
быть получены в рамках НМССМ с тремя дополнительными парами 5 + 5̄ супермульти-
плетов группы SU(5) (НМССМ+). В НМССМ+ область допустимых значений юкавских
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констант заметно расширяется и верхнее ограничение на массу легчайшего хиггсовского со-
стояния, вычисленное в двухпетлевом приближении, возрастает до 150 − 155 ГэВ [278].
Для того чтобы упростить анализ, как и в случае НМССМ, будет предполагаться, что в
НМССМ+ λ� κ. Двухпетлевые уравнения ренормгруппы, которые описывают эволюцию
юкавских констант отMX до электрослабой шкалы в рамках НМССМ+, приведены в При-
ложении A. В данной модели, так же как и в сценарии A (E6ССМ), измеренные при низких
энергиях значения калибровочных констант СМ воспроизводятся при g0 ' 1.5 . Траекто-
рии, описывающие эволюцию ρλ(q) и ρt(q) при различных значениях ht(MX) и λ(MX), а
также положения квазификсированных точек в НМССМ+ и в случае сценария A очень близ-
ки. Тем не менее результаты численного анализа, приведённые в таблице 1.15, показывают,
что значения юкавских констант при низких энергиях в НМССМ+ несколько меньше, чем в
случае сценария A. Соответствующая разница в значениях ht(q) и λ(q) обусловлена допол-
нительным U(1)N взаимодействием. Вклад D члена, отвечающего этому калибровочному
взаимодействию, в потенциал взаимодействия хиггсовских полей (1.163)–(1.166) приводит
к тому, что верхнее ограничение на массу легчайшего бозона Хиггса вблизи квазификси-
рованной точки в рамках сценария A существенно больше соответствующего ограничения в
случае НМССМ+. Значения ht(MZ) заметно больше, а λ(MZ) и tan β значительно меньше
в окрестности квазификсированной точки в НМССМ+ по сравнению с НМССМ. Это связано
с тем, что при одних и тех же ht(MX) и λ(MX) большие значения калибровочных кон-
стант в НМССМ+ приводят к увеличению ht(q), которое влечёт за собой уменьшение λ(q).
В результате вблизи квазификсированных точек верхнее ограничение на mh1 в НМССМ+
оказывается на 10 ГэВ меньше чем НМССМ. Таким образом в окрестности инфракрасной
квазификсированной точки легчайшее хиггсовское состояние в НМССМ+ имеет массу су-
щественно меньшую, чем 125 ГэВ.
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1.4 Другие возможные проявления СУСИ моделей в

различных экспериментах и космологии

1.4.1 Экзотические состояния и нестандартные распады бозона

Хиггса в E6ССМ

Исследование возможных проявлений E6ССМ в экспериментах на БАК и космологии следует
начать с изучения той части сектора экзотических частиц, которая образуется компонента-
ми супермультиплетов Hu

α = (Hu+
α , Hu0

α ), Hd
α = (Hd0

α , H
d−
α ) и Sα, где α = 1, 2 . Для

того чтобы упростить анализ здесь будет предполагаться, что фермионные компоненты дан-
ных суперполей имеют массы много меньшие, чем шкала нарушения СУСИ MS , а U(1)N
симметрия главным образом нарушается вакуумным средним суперполя S, т.е. 〈S̄〉 = 0.
Взаимодействия в суперпотенциале E6ССМ, которые приводят к генерации масс соответ-
ствующих фермионных состояний, могут быть представлены в виде:

WIH = λαβS(Hd
αH

u
β ) + fαβSα(HdH

u
β ) + f̃αβSα(Hd

βHu) , (1.207)

где α, β = 1, 2 . В случае сценария B рассматриваемый предел отвечает µui ∼ µdi & MS .
В целях упрощения анализа предположим, что

λαβ ≈ λα δαβ, fαβ ≈ fα δαβ, f̃αβ ≈ fα δαβ . (1.208)

При этом заряженные фермионные компоненты соответствующих суперполей, т.е. H̃u+
α и

H̃d−
α , приобретают массы

µH̃±α =
λα√

2
s . (1.209)

В базисе (H̃d0
α , H̃

u0
α , S̃α) массовые матрицы нейтральных фермионных компонент этих су-

перполей имеют вид:

MH̃α
= − 1√

2

 0 λαs fαv sin β

λαs 0 fαv cos β

fαv sin β fαv cos β 0

 . (1.210)

Используя метод, развитый в работах [83], [112]–[114], можно показать, что в E6ССМ
существует жёсткое верхнее ограничение на массу легчайшего экзотического фермиона [84],
[115]–[117]. Действительно, рассмотрим произведение матриц:

MH̃α
M †
H̃α

=


|µH̃±α |

2 + |να|2 sin2 β |να|2 sinβ cosβ ν∗αµH̃±α cosβ

|να|2 sinβ cosβ |µH̃±α |
2 + |να|2 cos2 β ν∗αµH̃±α sinβ

ναµ
∗
H̃±α

cosβ ναµ
∗
H̃±α

sinβ |να|2

 , (1.211)

где να = fαv/
√

2. Собственные значения матрицы (1.211) представляют собой квадра-
ты абсолютных значений масс нейтральных экзотических фермионов. По этой причине они
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должны быть положительными. Так как минимальное собственное значение эрмитовой мат-
рицы (1.211) не превосходит её наименьшего диагонального элемента, два легчайших ней-
тральных экзотических фермиона всегда легче, чем |µH̃0

α
| . |να| [83]. На электрослабой

шкале область допустимых значений fα сильно ограничена. В решениях уравнений ренорм-
группы отвечающим значениям fα, находящимся вне области допустимых значений, при
q0 . MX появляется полюс Ландау. Теоретические ограничения на fα предполагают, что
|µH̃0

α
| � v [84].

Существенно более жёсткое верхнее ограничение на массы легчайших нейтраль-
ных экзотических фермионов можно получить посредством унитарного преобразова-
ния Mχ̃0M †

χ̃0 → UMχ̃0M †
χ̃0U †, где

U =

 − sin β cos β 0

cos β sin β 0

0 0 1

 . (1.212)

В новом базисе массовая матрица (1.211) имеет вид
|µH̃±α |2 + |να|2 cos2 2β

1

2
|να|2 sin 4β 0

1

2
|να|2 sin 4β |µH̃±α |2 + |να|2 sin2 2β ν∗αµH̃±α

0 ναµ
∗
H̃±α

|να|2

 . (1.213)

Так как всегда можно выбрать базис таким образом, чтобы нижний (2× 2) блок матрицы
(1.213) оказался диагональным, минимальное собственное значение этого нижнего (2 × 2)

блока также представляет собой верхнее ограничение на |µH̃0
α
|, т.е.

|µH̃0
α
|2 .

1

2

[
|µH̃±α |2 + |να|2

(
1 + sin2 2β

)

−

√√√√(|µH̃±α |2 + |να|2(1 + sin2 2β)

)2

− 4|να|4 sin2 2β

]
.

(1.214)

Верхнее ограничение (1.214) убывает с увеличением |µH̃±α | и tan β. При больших значениях
|µH̃±α | и tan β, находим

|µH̃0
α
|2 .

|να|4 sin2 2β(
|µH̃±α |2 + |να|2(1 + sin2 2β)

) . (1.215)

Из выражений (1.214)–(1.215) следует, что верхнее ограничение на |µH̃0
α
| значительно жёстче,

чем |να|. В частности, при tan β � 1 теоретические ограничения на fα становятся слабее и
значение |να| может быть заметно больше, чем при tan β ∼ 1. Однако соотношения (1.214)–
(1.215) указывают на то, что верхнее ограничение на |µH̃0

α
| при этом существенно меньше
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MZ/2. С другой стороны при tan β ' 1 область допустимых значений fα включа-
ет только fα � 1. Максимального значения верхнее ограничение на |µH̃0

α
| достига-

ет при tan β ' 1.5. При этом, когда f1 и f2 равны, их область допустимых значений на
электрослабой шкале отвечает f1 = f2 < 0.6. Численный анализ показал, что массы двух
легчайших нейтральных экзотических фермионов в E6ССМ не превосходят 60 − 65 ГэВ,
если |µH̃±α | & 100 ГэВ [84], [115]–[117].

Полученные выражения для верхнего ограничения на |µH̃0
α
| можно сравнить с решениями

характеристического уравнения:

det
(
MH̃α

− w I
)

= w3 − (µ2
H̃±α

+ ν2
α)w + ν2

αµH̃±α sin 2β = 0 , (1.216)

которое определяет собственные значения массовой матрицы (1.210). При достаточно боль-
ших |µH̃±α | и tan β, когда µH̃0

α
много меньше µH̃±α , получаем

µH̃0
α
≈ µH̃±α ν

2
α sin 2β

µ2
H̃±α

+ ν2
α

. (1.217)

Сопоставляя выражения (1.215) и (1.217), нетрудно видеть, что в рассматриваемом пределе
полученное приближённое решение характеристического уравнения и верхнее ограничение
на |µH̃0

α
| почти совпадают.

В общем случае два легчайших нейтральных экзотических фермиона главным образом
представляют собой линейные суперпозиции S̃1 и S̃2, которые являются фермионными ком-
понентами синглетных суперполей Sα. По этой причине константы взаимодействия данных
фермионных состояний сZ бозоном и другими частицами СМ за исключением бозона Хиггса
сильно подавлены. В случае, когда шкала нарушения СУСИ MS & 1ТэВ, константы вза-
имодействия двух легчайших нейтральных экзотических фермионов H̃0

α с легчайшим хигг-
совским состоянием полностью определяются их массами [84], [115]–[117], т.е.

Xh1
αβ ≈

|µH̃0
α
|

v
δαβ . (1.218)

Данные экзотические фермионные состояния могли бы давать существенный вклад в плот-
ность тёмной материи, если бы они имели массы близкие кMZ/2 [84], [279]. Однако сценарии
с |µH̃0

α
| ∼MZ/2 предполагают, что относительные парциальные ширины распадов легчай-

шего бозона Хиггса на соответствующие экзотические состояния должны были бы составлять
более 95% тогда как сечение рождения данного хиггсовского скаляра должно было бы быть
примерно таким же как в СМ. В настоящее время такие сценарии практически исключены.

Когда масса легчайшего нейтрального экзотического фермиона |µH̃0
1
| � MZ , сечение

процесса аннигиляции H̃0
1H̃

0
1 → ff̄ , где f отвечает фермионам СМ, крайне мало, так

как константы взаимодействия H̃0
1 с частицами СМ сильно подавлены. В результате плот-

ность энергии тёмной материи, которая обратно пропорциональна данному сечению анниги-
ляции, оказывается много больше измеренного значения, которое определяется соотношени-
ем (1.162). В E6ССМ простейшие феноменологически приемлемые сценарии предполагают,
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что масса легчайшего нейтрального экзотического фермиона много меньше 1 эВ. Столь лёг-
кое состояние даёт пренебрежимо малый вклад в плотность тёмной материи. В то же са-
мое время масса H̃0

2 может быть на много порядков больше чем µH̃0
1
. При этом усло-

вия (1.161) удовлетворяются, если H̃0
2 имеет массу меньшую, чем несколько ГэВ, поскольку

в этом случае парциальная ширина распада бозона Хиггса с массой 125 ГэВ на пару ней-
тральных экзотических фермионов H̃0

2H̃
0
2 невелика. С другой стороны заряженные экзоти-

ческие фермионы, которые образуются H̃u+
α и H̃d−

α , должны быть по крайней мере тяжелее
100 ГэВ. В базисе полей, в котором массовая матрица этих заряженных экзотических фер-
мионов диагональна, H̃0

1 и H̃0
2 оказываются естественным образом легче чем µH̃±α , если

λαs� fαβv, f̃αβv. В рассматриваемом пределе нейтральные экзотические фермионы, ко-
торые главным образом образуются H̃d0

α и H̃u0
α , имеют массы близкие к µH̃±α , т.е. они также

тяжелее 100 ГэВ.
При λαβ = λα δαβ в базисе полей

(
H̃d0

1 , H̃
u0
1 , H̃d0

2 , H̃
u0
2 , S̃1, S̃2

)
массовая матрица

нейтральных экзотических фермионов имеет вид:

MH̃ = − 1√
2



0
√

2µH̃±1 0 0 f̃11vsβ f̃21vsβ√
2µH̃±1 0 0 0 f11vcβ f21vcβ

0 0 0
√

2µH̃±2 f̃12vsβ f̃22vsβ
0 0

√
2µH̃±2 0 f12vcβ f22vcβ

f̃11vsβ f11vcβ f̃12vsβ f12vcβ 0 0

f̃21vsβ f21vcβ f̃22vsβ f22vcβ 0 0


, (1.219)

где sβ = sin β, cβ = cos β, а µH̃±α определяются соотношениями (1.209). Если µH̃±α , fαβ и
f̃αβ имеют действительные значения, симметричная матрица Mab

H̃
может быть диагонали-

зирована посредством преобразования

Na
iM

ab
H̃
N b
j = µH̃0

i
δij . (1.220)

При этом два легчайших нейтральных экзотических фермионных состояния представляют
собой линейную суперпозицию компонент базиса:

H̃0
α = N 1

αH̃
d0
1 +N 2

αH̃
u0
1 +N 3

αH̃
d0
2 +N 4

αH̃
u0
2 +N 5

αS̃1 +N 6
αS̃2 . (1.221)

В рассматриваемой области параметрического пространства часть лагранжиана E6ССМ,
которая описывает взаимодействие двух легчайших нейтральных экзотических фермионов с
Z бозоном и легчайшим хиггсовским состоянием h1, может быть представлена в следующем
виде:

LZh =
∑
α,β

MZ

2v
Zµ

(
H̃0T
α γµγ5H̃

0
β

)
RZαβ

+
∑
α,β

(−1)θα+θβXh1
αβ

(
ψ0T
α (−iγ5)

θα+θβψ0
β

)
h1 , (1.222)
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где α, β = 1, 2, а Xh1
αβ определяется соотношением (1.218). В выражении (1.222)

ψ0
α = (−iγ5)

θαH̃0
α отвечает набору собственных фермионных состояний с положительными

µH̃0
α
тогда как θα = 0(1), если при вычислении собственных значений матрицы (1.219)

µH̃0
α
> 0 (µH̃0

α
< 0). Относительные константы взаимодействия легчайших нейтральных

экзотических фермионов с Z бозоном непосредственно связаны с матричными элементами
Na
i [84]

RZαβ = N 1
αN

1
β −N 2

αN
2
β +N 3

αN
3
β −N 4

αN
4
β . (1.223)

Если λαs � fαβv, f̃αβv, то H̃d0
α и H̃u0

α могут быть отинтегрированы. В результате
получаем 2×2 массовую матрицу, отвечающую двум легчайшим нейтральным экзотическим
фермионам H̃0

α [85]

MS̃α
= −v

2 sin 2β

4µH̃±1

(
2f̃11f11 f̃11f21 + f11f̃21

f̃11f21 + f11f̃21 2f̃21f21

)

−v
2 sin 2β

4µH̃±2

(
2f̃12f12 f̃12f22 + f12f̃22

f̃12f22 + f12f̃22 2f̃22f22

)
.

(1.224)

В пределе, когда µH̃±2 � µH̃±1 , массы легчайших нейтральных экзотических фермионных
состояний можно с хорошей точностью вычислить используя выражения

mH̃0
2 , H̃

0
1
' v2 sin 2β

4µH̃±1

[
f̃11f11 + f̃21f21 ±

√
(f 2

11 + f 2
21)(f̃

2
11 + f̃ 2

21)

]
. (1.225)

В рассматриваемой части параметрического пространства E6ССМ H̃0
1 и H̃0

2 имеют массы
существенно меньшие 100 ГэВ. При этом для относительных констант взаимодействия лег-
чайших нейтральных экзотических фермионов с Z бозоном находим [84]

RZ11 =
v2

2µ2
H̃±1

[
(f11 cos θ+f21 sin θ)2 cos2 β−(f̃11 cos θ+ f̃21 sin θ)2 sin2 β

]
, (1.226)

RZ22 =
v2

2µ2
H̃±1

[
(f21 cos θ−f11 sin θ)2 cos2 β−(f̃21 cos θ− f̃11 sin θ)2 sin2 β

]
, (1.227)

RZ12 = RZ21 =
v2

2µ2
H̃±1

[(
1

2
(f 2

21 − f 2
11) sin 2θ + f11f21 cos 2θ

)
cos2 β

−
(

1

2
(f̃ 2

21 − f̃ 2
11) sin 2θ + f̃11f̃21 cos 2θ

)
sin2 β

]
,

(1.228)

где tan 2θ = (f̃11f21 + f̃21f11)/(f̃21f21− f̃11f11). Соотношения (1.226)–(1.228) указывают
на то, что RZ11, RZ22 и RZ12 малы, когда µH̃±α � v. Кроме того малость относитель-
ных констант взаимодействия легчайших нейтральных экзотических фермионов с Z бозо-
ном может быть обусловлена малыми значениями юкавских констант fαβ и f̃αβ , а также
сокращением различных вкладов в выражениях (1.226)–(1.228).
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В процессе численного анализа были зафиксированы значения tan β ' 1.5 и
s ' 12ТэВ, что соответствуетMZ ′ ' 4450 ГэВ. Для того чтобы получить легчайшее хигг-
совское состояние с массой 125 ГэВ параметр λ в потенциале взаимодействия хиггсовских
полей (1.163)–(1.166) был положен равным λ(Mt) ' 0.6. Кроме того предполагалось, что
mQ ' mU ' MSUSY ' 1ТэВ, а Xt '

√
6MSUSY . При вычислении массы легчайшего

хиггсовского состояния использовалось выражение (1.206).

A1 B1 C1 D1

λ22 -0.03 -0.012 -0.06 0

λ21 0 0 0 0.02

λ12 0 0 0 0.02

λ11 0.03 0.012 0.06 0

f22 -0.1 -0.1 -0.1 0.6

f21 -0.1 -0.1 -0.1 0.00245

f12 0.00001 0.00001 0.00001 0.00245

f11 0.1 0.1 0.1 0.00001

f̃22 0.1 0.1 0.1 0.6

f̃21 0.1 0.1 0.1 0.002

f̃12 0.000011 0.000011 0.000011 0.002

f̃11 0.1 0.1 0.1 0.00001

|µH̃0
1
|[ГэВ] 2.7 · 10−11 6.5 · 10−11 1.4 · 10−11 0.31 · 10−9

|µH̃0
2
|[ГэВ] 1.09 2.67 0.55 0.319

|RZ11| 0.0036 0.0212 0.00090 1.5 · 10−7

|RZ12| 0.0046 0.0271 0.00116 1.7 · 10−4

|RZ22| 0.0018 0.0103 0.00045 0.106

Xh1
22 0.0044 0.0106 0.0022 0.00094

Br(h1 → H̃0
2H̃

0
2 ) 4.7% 21.9% 1.23% 0.22%

Br(h1 → bb̄) 56.6% 46.4% 58.7% 59.3%

Γ(h1 → H̃0
2H̃

0
2 )[МэВ] 0.194 1.106 0.049 0.0088

Таблица 1.16: Массы легчайших нейтральных экзотических фермионов (H̃0
1 и H̃0

2 ), относи-
тельные константы взаимодействия H̃0

1 и H̃0
2 с Z бозоном, константа взаимодействия H̃0

2 с
легчайшим хиггсовским состоянием h1, парциальная ширина распада h1 → H̃0

2H̃
0
2 и относи-

тельная парциальная ширина распада h1 → bb̄, отвечающие сценариям A1, B1, C1 и D1. Во
всех случаях массы, константы взаимодействия и парциальные ширины распадов вычислены
при s ' 12ТэВ, λ ' 0.6, tan β ' 1.5, mh2 ' MZ′ ' 4500ГэВ, mQ ' mU ' MS ' 1000ГэВ,
Xt '

√
6MS и mh1 ≈ 125ГэВ.

Так как λ & g′1 константы взаимодействия легчайшего хиггсовского скаляра с частица-
ми СМ почти совпадают с соответствующими константами взаимодействия бозона Хиггса
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в стандартной модели, а все остальные хиггсовские состояния имеют массы много большие
1ТэВ. По этой причине парциальные ширины распада легчайшего хиггсовского состояния в
рассматриваемом случае практически идентичны соответствующим ширинам распада хигг-
совского бозона в СМ. Напомним, что в рамках СМ бозон Хиггса с массой 125 ГэВ главным
образом распадается на пару bb̄ кварков. Соответствующая относительная парциальная ши-
рина распада составляет около 60% . Относительные парциальные ширины распадов бозона
Хиггса на пары γγ, ZZ и WW бозонов оказываются примерно 0.2%, 2% и 20% соответ-
ственно [77]. Полная ширина бозона Хиггса с массой 125 ГэВ в рамках СМ составляет около
4МэВ.

Однако наличие в E6ССМ нейтрального экзотического состояния с массой µH̃0
2
много

меньшей 60 ГэВ, взаимодействие котрого с легчайшим хиггсовским состоянием h1 опреде-
ляется соотношениями (1.218) и (1.222), приводит к дополнительной парциальной ширине
распада h1 → H̃0

2H̃
0
2 [84], [85]

Γ(h1 → H̃0
2H̃

0
2) =

(Xh
22)

2mh1

4π

(
1− 4

|µH̃0
2
|2

m2
h1

)3/2

. (1.229)

Из выражений (1.218) и (1.229), в частности, следует, что парциальная ширина данного рас-
пада сильно зависит от µH̃0

2
. При µH̃0

2
� mb(mh1) легчайший бозон Хиггса в E6ССМ

преимущественно распадается на пару экзотических нейтральных состояний H̃0
2H̃

0
2 тогда

как относительные парциальные ширины распадов h1 на частицы СМ сильно подавлены.
Поскольку данные, полученные в экспериментах на БАК, не указывают на какое–либо воз-
можное подавление соответствующих относительных парциальных ширин, здесь исследуют-
ся только сценарии с µH̃0

2
порядка нескольких ГэВ или даже меньше.

Результаты, проведённого численного анализа, представлены в таблице 1.16. В случае
каждого из сценариев, приведённых в этой таблице, были вычислены спектр нейтральных
и заряженных экзотических фермионов, относительные константы взаимодействия H̃0

1 и
H̃0

2 с Z бозоном, спектр бозонов Хиггса, константы взаимодействия h1 с легчайшими ней-
тральными экзотическими фермионами и частицами СМ, а также парциальные ширины
распадов легчайшего хиггсовского состояния. Сценарии A1, B1, C1 и D1 показывают, что
параметры E6ССМ могут быть подобраны таким образом, чтобы состояние H̃0

1 имело массу
∼ 0.1−0.01 эВ тогда как масса H̃0

2 оказывается порядка 1−0.1 ГэВ. При этом все осталь-
ные нейтральные и заряженные экзотические фермионы имеют массы большие 100 ГэВ. Во
всех случаях H̃0

2 распадается на H̃0
1 и фермион–антифермионную пару. Так как констан-

та взаимодействия RZ12, которая приводит к такому распаду, во всех сценариях мала, H̃0
2

является относительно долгоживущим состоянием. Если H̃0
2 распадается либо в процессе

либо даже после первичного нуклеосинтеза, такие распады вполне могут разрушить согла-
сие между теоретически предсказанным и наблюдённым соотношением лёгких элементов.
Для того чтобы избежать этого необходимо, чтобы H̃0

2 распадался менее чем за 1 сек.. Это
накладывает определённое ограничение на абсолютное значение константы взаимодействия
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RZ12. В частности, когда µH̃0
2
' 1 ГэВ абсолютное значение RZ12 должно быть больше,

чем 1 · 10−6 [280]. С другой стороны |RZ12| убывает с уменьшением массы легчайшего ней-
трального экзотического состояния. Поэтому в общем случае достаточно высокая степень
тонкой настройки параметров E6ССМ необходима, чтобы получить |RZ12| & 10−6 при
µH̃0

1
. 0.1 эВ. Ограничение на |RZ12| становится ещё более жёстким, когда µH̃0

2
уменьша-

ется. Это обусловлено тем, что время жизни состояния H̃0
2 увеличивается с уменьшением

µH̃0
2
, так как τH̃0

2
∼ 1/(|RZ12|2µ5

H̃0
2

). По этой причине весьма сложно подобрать параметры

E6ССМ таким образом, чтобы τH̃0
2
. 1 сек. при µH̃0

2
. 100МэВ [85], [118]–[119].

Сценарии A1, B1, C1 и D1, представленные в таблице 1.16, указывают на то, что отно-
сительная парциальная ширина распада легчайшего бозона Хиггса на пару H̃0

2H̃
0
2 может

варьироваться от 0.2% до 20%, когда µH̃0
2
изменяется от 0.3 ГэВ до 2.7 ГэВ[85], [118]–[119].

При меньших (больших) µH̃0
2
относительная парциальная ширина нестандартных распадов

h1 становится меньше (больше). В то же самое время константы взаимодействия легчайших
нейтральных экзотических состояний с Z бозоном и другими частицами СМ крайне малы.
В частности, пренебрежимо мал вклад H̃0

1 и H̃0
2 в ширину Z бозона. Действительно, полу-

ченное при анализе экспериментальных данных эффективное число левосторонних нейтрино
составляет N exp

ν = 2.984 ± 0.008 тогда как в СМ N eff
ν = 3. Вклад H̃0

1 и H̃0
2 в N eff

ν с
хорошей точностью определяется выражением:

∆N eff
ν ≈ |RZ11|2 + 2|RZ12|2 + |RZ22|2 . (1.230)

В случае сценариев A1, B1, C1 и D1 вклад легчайших нейтральных экзотических состояний
в N eff

ν составляет 5.8 · 10−5, 0.002, 3.7 · 10−6 и 0.011 соответственно.
Как уже отмечалось, состояния H̃0

2 , которые рождаются в нестандартных распадах лег-
чайшего бозона Хиггса в E6ССМ, распадаются на H̃0

1 и фермион–антифермионную пары.
Однако из-за того, что константа взаимодействия RZ12 крайне мала, время жизни H̃0

2 в
рамках сценариев A1, C1 и D1 превышает 10−8 сек. Как следствие, состояние H̃0

2 распа-
дается вне детекторов и наблюдение продуктов данного распада в экспериментах на БАК
не представляется возможным. Поэтому в этих случаях h1 → H̃0

2H̃
0
2 представляет со-

бой невидимый канал распада легчайшего хиггсовского состояния в E6ССМ [85]. В рамках
сценария B1 значение константы взаимодействия RZ12 достаточно велико и время жизни
τH̃0

2
∼ 10−11 сек. В данном случае можно рассчитывать на то, что некоторые продукты

распадов H̃0
2 могут быть обнаружены в экспериментах на БАК. При этом особые надежды

связаны с наблюдением µ+µ− пар, к рождению которых приводят соответствующие нестан-
дартные распады легчайшего хиггсовского бозона [85].

Высокая степень тонкой настройки параметров E6ССМ, которая характеризует сценарии
A1, B1, C1 и D1, делает эти сценарии малопривлекательными. В этой связи бо-
лее естественными представляются сценарии с f̃αβ ∼ fαβ . 10−6, которые предполагают,
что µH̃0

1
∼ µH̃0

2
� 1 эВ. Столь лёгкие нейтральные экзотические фермионы, которые

представляют собой линейные суперпозиции S̃1 и S̃2, образуют горячую тёмную материю.

142



Их вклад в полную плотность тёмной материи в нашей Вселенной пренебрежимо мал. Как и
прежде константы взаимодействия данных экзотических фермионов с частицами СМ крайне
малы. Как следствие, относительные парциальные ширины распадов Z бозона и легчайшего
хиггсовского состояния остаются такими же как в СМ. Более того, когда масса Z ′ бозона
достаточно велика, H̃0

1 и H̃0
2 практически не оказывают влияния на процесс первичного

нуклеосинтеза. В рассматриваемом случае время жизни более тяжёлых заряженных и ней-
тральных экзотических фермионов можно оценить, используя формулу

τH̃±α ∼
8π2

f 2µH̃±α
, (1.231)

где fαβ ∼ f̃αβ ∼ f . При µH̃±α ∼ 1ТэВ и f ∼ 10−6 получаем, что τH̃±α ∼ 10−14 сек. .
Как уже обсуждалось, в случае, когда низкоэнергетический эффективный лагранжиан

E6ССМ инвариантен по отношению к преобразованиям Z̃H
2 и PM симметрий, не только

легчайшие экзотические состояния могут давать вклад в плотность тёмной материи. Так
как легчайшие нейтральные экзотические фермионы следует отождествить с состояниями с
ZE

2 = −1 и PR = −1, сохранение ZE
2 и R–чётности предполагает, что либо легчайшее со-

стояние с PR = −1 и ZE
2 = +1 или легчайшее состояние с PR = +1 и ZE

2 = −1 должно
быть абсолютно стабильным. Если fαβ и f̃αβ пренебрежимо малы, скалярные компонен-
ты супермультиплетов Hu

α = (Hu+
α , Hu0

α ) и Hd
α = (Hd0

α , H
d−
α ) смешиваются, образуя

заряженные и нейтральные состояния с массами

m2
H0
α,1, H

0
α 2

=
1

2

{
m2
Hd
α

+m2
Hu
α

+ 2µ2
H̃±α

+ ∆Hd + ∆Hu

∓
√[

m2
Hd
α
−m2

Hu
α

+M 2
Z cos 2β + ∆Hd −∆Hu

]2
+ 4µ2

H̃±α
X2
Hα

}
,

(1.232)

m2
H±α,1, H

±
α,2

=
1

2

{
m2
Hd
α

+m2
Hu
α

+ 2µ2
H̃±α

+ ∆Hd + ∆Hu

∓
√[

m2
Hd
α
−m2

Hu
α
−M 2

Z cos 2β cos 2θW + ∆Hd −∆Hu

]2
+ 4µ2

H̃±α
X2
Hα

}
,

(1.233)

где ∆φ =
g
′2
1

2

(
Q̃Hd

v2 cos2 β+Q̃Hu
v2 sin2 β+Q̃Ss

2

)
Q̃φ;XHα

= Aλα−
λ

2
√

2s
v2 sin 2β;

m2
Hd
α
,m2

Hu
α
и Aλα — параметры мягкого нарушения СУСИ, а µH̃±α определяются соотноше-

ниями (1.209). Из выражений (1.232)–(1.233) следует, что при определённых значениях па-
раметров E6ССМ некоторые нейтральные и заряженные экзотические скаляры могут иметь
массы значительно меньшие, чем шкала нарушения СУСИMS . Причём одно из нейтральных
экзотических состояний может быть легче заряженных. Такой нейтральный экзотический
скаляр следует отождествить с состоянием с PR = +1 и ZE

2 = −1. Кроме того легчайшее
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нейтралино может быть существенно легче остальных суперчастиц. Данная частица отвеча-
ет состоянию с PR = −1 и ZE

2 = +1. Легчайшее из этих двух состояний должно быть
абсолютно стабильным в E6ССМ.

Поскольку наличие в спектре нейтрального скаляра с PR = +1 и ZE
2 = −1, а также

массой много меньшей MS , как правило, отвечает тонкой настройке параметров E6ССМ,
здесь будут рассматриваться сценарии, в которых легчайшее нейтралино образует либо зна-
чительную либо большую часть плотности тёмной материи. При этом заряженные и ней-
тральные экзотические скалярные состояния являются нестабильными. Среди продуктов их
распада должен быть хотя бы один лёгчайший нейтральный экзотический фермион H̃0

1 или
H̃0

2 . СохранениеZ
E
2 иR–чётности также предполагает, что соответствующее конечное состо-

яния не может не включать легчайшее нейтралино. В экспериментах на БАК заряженные и
нейтральные экзотические скаляры могут рождаться только парами. Однако в случае, когда
MS & 1ТэВ, соответствующее сечение рождение должно быть весьма небольшим.

В контексте возможного наблюдения новых состояний несколько больший интерес пред-
ставляют тяжёлые нейтральные и заряженные экзотические фермионы, массы которых опре-
деляются µH̃±α . Такие состояния могут быть относительно лёгкими, если λα � 1. В экс-
периментах на БАК данные экзотические частицы также могут рождаться только парами.
Каждая из таких частиц должна главным образом распадаться на легчайший экзотический
фермион и либо W либо Z бозон, что приводит к дополнительным вкладам в сечения про-
цессов pp → ZZ + Emiss

T + X , pp → WZ + Emiss
T + X и pp → WW + Emiss

T + X ,
где Emiss

T отвечает вкладу стабильных нейтральных частиц, которые не могут быть за-
регистрированы в процессе эксперимента.

Даже более привлекательным в этой связи выглядит процесс рождения экзотических
кварков с массами

µDi
=

κi√
2
s . (1.234)

Для упрощения анализа здесь будет предполагаться, что матрица юкавских констант взаи-
модействия κij в выражениях (1.25) и (1.30) является диагональной, т.е. κij ≈ κiδij . Когда
хотя бы одна из юкавских констант κi много меньше единицы, соответствующее состояние эк-
зотических кварков может быть достаточно лёгким и рождение таких кварк–антикварковых
пар в экспериментах на БАК может оказаться возможным. В случае сценария A распады лег-
чайших экзотическихD кварков определяются юкавскими взаимодействиями gDij (QiL4)Dj

и hEiαe
c
i(H

d
αL4) в суперпотенциале (1.25). Данные взаимодействия приводят к распадам

D → ui(dj) + `k + Emiss
T +X , (1.235)

где i, j, k = 1, 2, 3. Поэтому рождение экзотических кварк–антикварковых пар должно
способствовать увеличению сечений процессов pp→ jj`i`k + Emiss

T +X . В случае сцена-
рия B распады легчайших экзотических кварков обусловлены юкавскими взаимодействиями
gqijDid

c
4u

c
j и h

D
ijd

c
4(H

d
i Qj) в суперпотенциале (1.30), которые позволяют D распадаться на

D → uci + dcj + Emiss
T +X . (1.236)
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Таким образом рождение экзотических кварк–антикварковых пар в данном случае должно
способствовать некоторому увеличению сечений процессов pp→ jjjj + Emiss

T +X .
В общем случае следует ожидать, что экзотические скалярные скварки значительно тяже-

лее соответствующих фермионных состояний. В результате нарушения U(1)N калибровоч-
ной симметрии скалярные компоненты супермультиплетов Di и Di смешиваются, образуя
два мультиплета скалярных полей с массами

m2
D̃i,1, D̃i,2

=
1

2

{
m2
Di

+m2
Di

+ 2µ2
Di

+ ∆D + ∆D

∓
√[

m2
Di
−m2

Di
+

2

3
M 2

Z cos 2β sin2 θW + ∆D −∆D

]2

+ 4µ2
Di
X2
Di

}
,

(1.237)

где XDi
= Aκi −

λ

2
√

2s
v2 sin 2β, а m2

Di
, m2

Di
и Aκi — параметры мягкого наруше-

ния СУСИ. Когда смешивание в секторе экзотических скварков достаточно велико, лег-
чайший триплет скалярных полей D̃ может иметь массу меньшую, чем массы экзотических
кварков. Тогда распады таких состояний обусловлены либо юкавскими взаимодействиями
gDij (QiL4)Dj и hEiαe

c
i(H

d
αL4) в суперпотенциале (1.25) в случае сценария A либо взаимо-

действиями gqijDid
c
4u

c
j и hDijd

c
4(H

d
i Qj) в суперпотенциале (1.30) в случае сценария B. Так

как взаимодействия определяющие распады D̃ те же, что и в случаях, когда обсуждались
распады легчайших экзотических кварков, конечные состояния, к которым приводят распа-
ды этих частиц, также весьма похожи. Другими словами, легчайший экзотический скварк
распадается либо на

D̃ → ui(dj) + `k + Emiss
T +X , (1.238)

если данный триплет является лептокварковым состоянием, либо на

D̃ → uci + dcj + Emiss
T +X , (1.239)

когда D̃ представляет собой дикварковое состояние. Однако есть и одно весьма существенное
отличие. Легчайший экзотический кварк следует отождествить с состоянием с PR = −1

и ZE
2 = −1. По этой причине Emiss

T в реакциях (1.235) и (1.236) может отвечать только
одному легчайшему нейтральному экзотическому фермиону в конечном состоянии. С другой
стороны суперпартнёры экзотических кварков соответствуют состояниям с PR = +1 и
ZE

2 = −1. Как следствие, сохранение ZE
2 иR–чётности предполагает, чтоEmiss

T в реакциях
(1.238) и (1.239) должно быть обусловлено по крайней мере двумя частицами, т.е. легчайшим
нейтральным экзотическим фермионом и легчайшим нейтралино. Наличие в спектре частиц
достаточно лёгкого скварка с массой существенно меньшей масс экзотических кварков может
способствовать увеличению сечений процессов либо pp → jj`i`k + Emiss

T + X в случае
сценария A либо pp→ jjjj + Emiss

T +X , если реализуется сценарий B.
Интересно отдельно рассмотреть случай, когда экзотические супермультиплеты L4 и dc4

главным образом взаимодействуют с кварками и лептонами третьего поколения. В этом пре-
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деле легчайшие экзотические кварки или скварки преимущественно распадаются на квар-
ки и лептоны третьего поколения в случае сценария A или только t и b кварки в слу-
чае сценария B. Это может приводить к некоторому увеличению сечений процессов либо
pp→ tt̄τ+τ− + Emiss

T +X и pp→ bb̄+ Emiss
T +X либо pp→ tt̄bb̄+ Emiss

T +X .
Следует отметить, что экзотические кварки и скварки, рассматриваемые в этом разделе,

сильно отличаются от тех лептокварковых и дикварковых состояний, которые детально ис-
следовались в других работах. В частности, как правило предполагается, что дикварковые и
лептокварковые состояния являются бозонами, которые непосредственно взаимодействуют
либо с парой обычных кварков либо с обычными кварком и лептоном. Такие состояния могут
распадаться без Emiss

T в конечном состоянии. Более того в экспериментах на БАК возможно
единичное рождение дикварковых состояний и их последующий распад на два кварка. В
рамках E6ССМ с ненарушенной Z̃H

2 симметрией перечисленные выше процессы невозмож-
ны, поскольку экзотические скварки являются состояниями с ZE

2 = −1. По этой причине в
сильных взаимодействиях они могут рождаться только вместе со своими античастицами, а
среди продуктов распада такого скварка должны быть по крайней мере одно легчайшее ней-
тралино и один легчайший нейтральный экзотический фермион, которым отвечает Emiss

T в
конечном состоянии.

Скалярные состояния, которые могут непосредственно взаимодействовать либо с обыч-
ными кварком и лептоном либо с парой обычных кварков, возникают естественным образом
в рамках E6ССМ, когда ZH

2 симметрия нарушена таким образом, что либо ZL
2 либо ZB

2

остаётся практически точной. При этом экзотические кварки распадаются как и в случае
E6ССМ с ненарушенной Z̃H

2 симметрией, если R–чётность сохраняется. Действительно, из–
за того что данные кварки соответствуют состояниям с PR = −1, продукты их распада
должны содержать легчайшее нейтралино, отвечающее Emiss

T в конечном состоянии. В пре-
деле приближённой ZH

2 симметрии экзотические частицы могут рождаться только парами в
экспериментах на БАК. Это обусловлено тем, что подавление процессов, которые сопровож-
даются нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах,
оказывается возможным в E6ССМ с приближённой ZH

2 симметрией, когда константы взаи-
модействия экзотических частиц с фермионами первого и второго поколений малы. По этой
же причине экзотические кварки или скварки вероятнее всего распадаются на фермионы
третьего поколения. Как следствие, в рассматриваемом случае основными каналами распа-
да легчайшего экзотического скварка являются либо

D̃ → t(b) + τ−(ντ) +X , (1.240)

если D̃ представляет собой лептокварковое состояние, либо

D̃ → t̄+ b̄+X , (1.241)

когда D̃ — дикварковое состояние. Рождение таких экзотических скварков вместе с соот-
ветствующими античастицами в экспериментах на БАК может способствовать увеличению
сечений процессов либо pp→ tt̄τ+τ−+X и pp→ bb̄+Emiss

T +X либо pp→ tt̄bb̄+X .
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1.4.2 Тёмная материя в СУСИ расширениях СМ с универсальными

параметрами мягкого нарушения суперсимметрии на шкале

MX

Теперь перейдём к изучению круга вопросов, связанных с холодной тёмной материей в
E6ССМ и МССМ. При этом для уменьшения числа свободных параметров будет предпо-
лагаться универсальность или равенство различных параметров мягкого нарушения СУСИ
на шкале MX , где калибровочные константы СМ почти совпадают. В частности, будет
подразумеваться, что массы всех скалярных частиц равны универсальному значению, т.е.
m2
i (MX) = m2

0. Массы калибрино будут также предполагаться одинаковыми на этой
шкале MA(MX) = M1/2. В свою очередь будут положены равными Ai(MX) = A0 и
Bi(MX) = B0. В рамках E6ССМ будут рассматриваться сценарии, в которых U(1)N сим-
метрия нарушается вакуумными средними суперполей 〈S〉 ' 〈S̄〉. Во всех этих случаях
суперпотенциал и потенциал взаимодействия хиггсовских полей определяются выражени-
ями (1.185) и (1.186)–(1.189) соответственно. Для вычисления спектра частиц в E6ССМ и
МССМ использовались пакеты программ FlexibleSUSY [262], SARAH [263] и SOFTSUSY
[264]. Вычисление массы легчайшего хиггсовского состояния было проведено с использова-
нием SUSYHD [281]. На шкале нарушения СУСИ MS параметры мягкого нарушения супер-
симметрии m2

i (MS) и Ai(MS) связаны с m2
0, A0 и M1/2 следующим образом:

m2
i (MS) = ai(MS)m2

0 + bi(MS)M 2
1/2 + ciM1/2A0 + diA

2
0 ,

Ai(MS) = ei(MS)M1/2 + fi(MS)A0 ,
(1.242)

где в качестве определенияMS использовалосьMS ' √mt̃1
mt̃2

. ЗначенияMA(MS) глав-
ным образом зависят от M1/2. В рамках МССМ

M1(MS) ≈ 0.4M1/2 , M2(MS) ≈ 0.8M1/2 , M3(MS) ≈ 2.7M1/2 , (1.243)

тогда как в E6ССМ

M1(MS) ≈M ′
1(MS) ≈ 0.2M1/2 , M2(MS) ≈ 0.3M1/2 ,

M3(MS) ≈ 0.7M1/2 .
(1.244)

Из соотношений (1.243)–(1.244) и массовой матрицы нейтралино (B.40), приведённой в
приложении B, следует, что массы и константы взаимодействия всех нейтралино в МССМ
с универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шкале MX определяются
M1/2 и µ. Причём легчайшее нейтралино может быть преимущественно линейной комбина-
цией хиггсино и калибрино, отвечающего U(1)Y взаимодействию. В рассматриваемой мо-
дификации E6ССМ состояний нейтралино в два раза больше чем в МССМ. Однако, как
показано в Приложении B, все дополнительные состояния нейтралино имеют массы либо
порядка MS либо порядка MZ ′ . Так как здесь будут рассматриваться только сценарии с
MZ ′ � MS & 1ТэВ, легчайшее нейтралино в E6ССМ может также в основном представ-
лять собой суперпозицию хиггсино и калибрино, которое является суперпартнером U(1)Y
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векторного бозона. Из-за того что структура волновой функции легчайшего нейтралино в
МССМ и E6ССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шкалеMX

в первую очередь зависит от отношенияM1/2/µ, при анализе данных расширений СМ целе-
сообразно зафиксировать µ(MS). Тогда два уравнения, определяющие минимум потенциала
взаимодействия хиггсовских полей в МССМ, могут быть использованы для нахожденияm2

0

и B0 при фиксированных значениях M1/2, A0 и tan β.
В случае E6ССМ имеется пять таких уравнений (B.1)–(B.5), которые приведе-

ны в Приложении B, и существенно большее число свободных параметров по срав-
нению с МССМ. Для упрощения анализа массу Z ′ бозона целесообразно вы-
брать очень большой MZ ′ ≈ 240ТэВ � MS , что отвечает s =

√
s2

1 + s2
2 ' 650ТэВ.

Из уравнений (B.1)–(B.2) следует, что столь большие вакуумные средние суперполей S и
S могут быть получены при ΛF � M 2

S . Причём в рассматриваемом пределе соотношения
(B.1)–(B.2) удовлетворяются только, если s1 ≈ s2, т.е. когда tan θ = s2/s1 близок к еди-
нице. Уравнения (B.4)–(B.5) могут быть использованы для нахожденияm2

0 и ϕ при s1 ≈ s2

и заданных значениях λ, σ, M1/2, A0 и tan β. Таким образом уравнения (B.1)–(B.2) и
(B.4)–(B.5) позволяют вычислить ΛF , ε, m2

0 и ϕ, где ε = 1 − tan θ, при s ' 650ТэВ и
фиксированных значениях всех остальных параметров E6ССМ. Наконец соотношение (B.3)
может быть всегда удовлетворено при определённом значении параметра ξ, который входит
только в данное уравнение. В процессе анализа целый ряд параметров E6ССМ был зафик-
сирован, т.е.

µφ(MX) = 0 , µL(MX) = 10ТэВ ,
σ(MX) = 2× 10−2 , κ(MX) = 10−2 .

(1.245)

Кроме того предполагалось, что f̃iα ∼ fiα . 10−7, константы взаимодействия σ̃, gDij и hEiα
пренебрежимо малы, а λαβ = λ0δαβ и κij = κ0δij .

При вычислении плотности тёмной материи использовалась программа micrOMEGAS
[259]. Численный анализ показывает, что в рамках МССМ с универсальными параметрами
мягкого нарушения СУСИ на шкале MX значения |µ(MS)| � 1ТэВ приводят к слишком
большой плотности тёмной материи. По этой причине далее исследуются только сценарии

с |µ(MS)| и |µeff(MS)| =
|λ(MS)|s cos θ√

2
меньшими или порядка 1ТэВ, что в случае

E6ССМ с s ' 650ТэВ и tan θ ' 1 отвечает верхнему ограничению |λ(MX)| . 2.4×10−3.
Результаты численного анализа, представленные на рис. 1.16–1.17 и рис. 1.18–
1.19, получены при µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ, λ0(MX) = κ0(MX) = 10−3 и
µ(MS) = µeff(MS) = 1046 ГэВ, λ0(MX) = κ0(MX) = 3 · 10−3 соответственно. Неболь-
шие значения λ0(MX) и κ0(MX) приводят к относительно лёгкому спектру экзотических
частиц. В рассмотрение включались только сценарии с плотностью тёмной материи, которая
меньше, чем ΩCDM в соотношении (1.162).

В рассматриваемой области параметрического пространства выражения для массы лег-
чайшего хиггсовского состояния mh1 в МССМ и E6ССМ практически совпадают. Поэтому
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для получения легчайшего бозона Хиггса с массой 125 ГэВ необходимо ограничиться рас-
смотрением tan β � 1. Здесь изучаются сценарии с tan β ' 10. При этом предполагается,
чтоM1/2 изменяется от 0 до 20ТэВ, а параметрA0 варьируется от−20ТэВ до 20ТэВ. Хо-
тя для каждого набора параметров МССМ и E6ССМ масса легчайшего хиггсовского бозона
вычисляется в главном двухпетлевом приближении теоретическая неопределённость в mh1

остаётся заметной. По разным оценкам она составляет по крайней мере ±3 ГэВ. Поэтому в
рассмотрение включались все сценарии с mh1 от 122 ГэВ до 128 ГэВ.

Описанная выше процедура подбора параметров m2
0 и B0 в МССМ, а также ΛF , tan θ,

m2
0, ϕ и ξ в E6ССМ гарантирует, что соотношения, определяющие положения физических

минимумов потенциалов взаимодействия хиггсовских полей в МССМ и E6ССМ, удовлетворя-
ются. Наряду с перечисленными выше ограничениями в процессе анализа рассматривались
только сценарии cm2

i (MS) > 0. Отрицательные значения данных параметров допускались
только в случае хиггсовских полей.

При µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ и λ0(MX) = κ0(MX) = 10−3 область парамет-
ров в плоскости (M1/2,m0), которая удовлетворяет всем перечисленным выше ограниче-
ниям, представлена на рис. 1.16–1.17 . Из выражений (1.107)–(1.108) и (1.206) следует, что
при MSUSY ∼ 1ТэВ в МССМ и в рассматриваемой части параметрического пространства
E6ССМ легчайшее хиггсовское состояние с массой близкой к 125 ГэВ может быть получено,
когда Xt ≈

√
6MSUSY . Однако процедура подбора параметра m2

0 приводит к значени-
ям m0 > |A0|,M1/2, что соответствует Xt . MSUSY . В этом случае легчайший бозон
Хиггса с массой близкой к 125 ГэВ может быть получен только за счёт большого значения

ln
M 2

SUSY

m2
t

. При m2
0 �M 2

1/2 это отвечает нижнему ограничению m0 & 5− 6ТэВ.

Ещё одно нижнее ограничение наm0 появляется при достаточно большихM1/2. Уравне-
ние, определяющее значениеm2

0 при фиксированном µ(MS) или µeff(MS), можно привести
к виду:

m2
0 = ξ1M

2
1/2 + ξ2M1/2A0 + ξ3A

2
0 + ξ0 , (1.246)

где при фиксированных значениях всех параметров за исключением A0 и M1/2 коэффици-
енты ξ0, ξ1, ξ2 и ξ3 представляют собой некоторые числа. Причём при tan β = 10 коэффи-
циенты ξ1, ξ3 > 0. Своего наименьшего значения правая часть уравнения (1.246) достигает

при A0 = − ξ2

2ξ3
M1/2. При этом

m2
0 ≥ ξ4M

2
1/2 + ξ0 , ξ4 = ξ1 −

ξ2
2

4ξ3
, (1.247)

где ξ4 > 0. Когда M1/2 � µ(MS) = µeff(MS), значение m0 должно быть больше, чем√
ξ4M1/2. Оба нижних ограничения проявляют себя на рис. 1.16–1.17 .
Как следует из результатов численного анализа, приведённых на рис. 1.16–1.17, в рамках

E6ССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шкале MX наряду с
нижним ограничением на m0 возникает и соответствующее верхнее ограничение. При фик-
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(а)

(б)

Рис. 1.16: Зависимость плотности тёмной материи в E6ССМ — рис.a и в МССМ — рис.б,
представленная в плоскости (M1/2,m0) при µ(MS) = µeff(MS) = 417ГэВ, tan β ' 10 и
|A0| ≤ 20ТэВ. Масса легчайшего хиггсовского состояния варьируется от 122ГэВ до 128ГэВ.
В случае E6ССМ MZ′ ≈ 240ТэВ, s =

√
s2

1 + s2
2 ' 650ТэВ и λ0(MX) = κ0(MX) = 10−3. При

больших значениях M1/2, когда легчайшее нейтралино является главным образом хиггсино,
плотность тёмной материи составляет около 15% от её наблюдаемой величины.
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сированномM1/2 значенияm0 сильно превосходящие нижнее ограничение можно получить
только, когда |A0| достаточно велико. Однако при таких |A0| сильно возрастает смешива-
ние в секторе CP–чётных и CP–нечётных хиггсовских полей. В результате при определённом
значении |A0| либо m2

A1
либо m2

h1
становится отрицательным. По этой причине феномено-

логически приемлемый спектр частиц в E6ССМ при относительно больших значениях |A0|
и m0 получить не удаётся.

Результаты, представленные на рис. 1.16–1.17, указывают на то, что при фиксирован-
ном µ(MS) в МССМ (или µeff(MS) в E6ССМ) с универсальными параметрами мягкого
нарушения СУСИ на шкале MX существует нижнее ограничение на M1/2. Оно отве-
чает M1(MS) ' µ(MS) (или M1(MS) ' µeff(MS)). Действительно, в области парамет-
рического пространства соответствующей M1(MS) . µ(MS) (или M1(MS) . µeff(MS))
легчайшее нейтралино приводит к слишком большой плотности тёмной материи.
ПриM1(MS) & µ(MS) (илиM1(MS) & µeff(MS)) легчайшее нейтралино χ0

1 представля-
ет собой главным образом хиггсино. В результате сечение процесса аннигиляции χ0

1χ
0
1 рез-

ко возрастает, что позволяет получить феноменологически приемлемую плотность тёмной
материи, если µ(MS) (или µeff(MS)) меньше или порядка 1ТэВ. Причём, как следует из
результатов вычислений, приведённых на рис. 1.16, когда µ(MS), µeff(MS)� 1ТэВ, плот-
ность тёмной материи, которая приводит к ΩCDMh

2 ≈ 0.118, может быть получе-
на только в узкой области параметрического пространства вблизиM1(MS) ' µ(MS)

(или M1(MS) ' µeff(MS)). В рамках МССМ при µ(MS) = 417 ГэВ обсуждавшееся
выше нижнее ограничение отвечает M1/2 & 0.85ТэВ, тогда как в E6ССМ при том же зна-
чении µeff(MS) параметр M1/2 должен быть больше 2.1 − 2.2ТэВ. Хотя нижние ограни-
чения на M1/2 в МССМ и E6ССМ заметно отличаются, в этих моделях они соответствуют
примерно одному и тому же нижнему ограничению на массу глюино, которое составляет
2.1 − 2.2ТэВ. С увеличением M1/2 (или M1(MS)) плотность тёмной материи резко сни-
жается. При µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ и M1(MS) � 417 ГэВ плотность тёмной
материи составляет всего около 15% от её наблюдаемой величины.

В действительности упомянутое выше нижнее ограничение на M1/2 оказывается значи-
тельно более жёстким. Целый ряд экспериментов установил жёсткие ограничения на сече-
ние рассеяния частиц тёмной материи на ядрах. В этой связи сечение рассеяния легчайшего
нейтралино на нуклонах можно разделить на две составляющих. Первая из них σSI при
суммировании взаимодействий легчайшего нейтралино по всем нуклонам ядра даёт вклад в
полное сечение пропорциональный A2, где A – число нуклонов в ядре. Вторая составляю-
щая σSD при таком суммировании не приводит к сопоставимому усилению соответствующего
вклада в полное сечение рассеяния частиц тёмной материи на ядре. Далее главным образом
будет обсуждаться σSI . В рамках МССМ и E6ССМ первая составляющая сечения в главном
приближении описывается фейнмановской диаграммой с обменом виртуальным легчайшим
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(б)

Рис. 1.17: Зависимость σSI в E6ССМ — рис.a и в МССМ — рис.б, представленная в плоскости
(M1/2,m0) при µ(MS) = µeff(MS) = 417ГэВ, tan β ' 10 и |A0| ≤ 20ТэВ. Масса легчайшего
хиггсовского состояния варьируется от 122ГэВ до 128ГэВ. В случае E6ССМ MZ′ ≈ 240ТэВ,
s =

√
s2

1 + s2
2 ' 650ТэВ и λ0(MX) = κ0(MX) = 10−3. При больших значениях M1/2, ко-

гда легчайшее нейтралино является главным образом хиггсино, плотность тёмной материи
составляет около 15% от её наблюдаемой величины.
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бозоном Хиггса. Соответствующее выражение имеет вид:

σSI '
4m2

rm
2
N

πv2m4
h1

|gh1χ1χ1
FN |2 ,

mr =
mχ0

1
mN

mχ0
1

+mN
, FN =

∑
q=u,d,s

fNTq +
2

27

∑
Q=c,b,t

fNTQ ,
(1.248)

где mN и mχ0
1
— массы нуклона и легчайшего нейтралино,

mNf
N
Tq = 〈N |mqq̄q|N〉 , fNTQ = 1−

∑
q=u,d,s

fNTq , (1.249)

а fNTu ' 0.0153, fNTd ' 0.0191 и fNTs ' 0.0447 [282]. В рассматриваемых СУСИ моделях
mχ0

1
� mN , т.е.mr ≈ mN . Сечение рассеяния (1.248) определяется константой взаимодей-

ствия легчайшего нейтралино с легчайшим хиггсовским состоянием gh1χ1χ1
. В пределе, когда

шкала нарушения СУСИMS �MZ и все хиггсовские бозоны за исключением легчайшего
хиггсовского состояния имеют массы порядка MS , выражение для константы взаимодей-
ствия gh1χ1χ1

можно представить в виде:

gh1χ1χ1
=

1

2

(
g′R14 − g2R13

)[
R11(V )11 −R12(V )12

]
, (1.250)

где матрицы V и R определяются следующим образом

χ0
i = Rijψ̃j , hi = VijS

′
j . (1.251)

В выражении (1.251) χ0
i представляет собой набор состояний нейтралино с определёнными

массами, hi — набор хиггсовских состояний с определёнными массами, ψ̃j и S ′j — компоненты
базиса состояний нейтралино и компоненты базиса хиггсовских состояний соответственно. В
случае МССМ ψ̃j = (H̃0

d , H̃
0
u, W̃3, B̃) и S ′j = (

√
2ReH0

d ,
√

2ReH0
u), а в E6ССМ

ψ̃0
j = (H̃0

d , H̃
0
u, W̃3, B̃, B̃

′, S̃ cos θ − S̃ sin θ, S̃ sin θ + S̃ cos θ, φ̃) ,

S ′j = (
√

2ReH0
d ,
√

2ReH0
u,
√

2ReS,
√

2ReS,
√

2Reφ) .

В исследуемой области параметрического пространства E6ССМ R15, R16, R17 и R18 прене-
брежимо малы.

В суперсимметричных расширениях СМ с универсальными параметрами мягкого нару-
шения СУСИ на шкале MX сечение рассеяния (1.248) достигает своего максимального зна-
чения ∼ 10−45 − 10−44 см2 при |M1(MS)| ' |µ(MS)| (или |M1(MS)| ' |µeff(MS)|),
когда |R11R14| ∼ |R12R14| ∼ 1. Это, в частности, следует из данных, приведённых в
таблицах 1.17-1.19. Ограничения, полученные в экспериментах LUX [283], PandaX-II [284]
и XENON1T [285] исключают столь большие сечения рассеяния легчайшего нейтралино на
нуклоне. При Ωh2 ≈ 0.118−0.119 и значенияхmχ0

1
больших 100 ГэВ и меньших 1000 ГэВ
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A2 B2 C2 D2

λ(MX) 0.00092 0.0023 0.00047 0.0005

λ0(MX) 0.001 0.003 0.0016 0.0012

κ0(MX) 0.001 0.00135 0.0016 0.0012

M1/2 [ГэВ] 2228 5801 1900 2018

m0 [ГэВ] 9586 10840 7397 7410

A0 [ГэВ] −7282 2130 −4600 −4442

1− tan θ 1.5 · 10−6 9.4 · 10−7 5.3 · 10−6 2.7 · 10−6

ϕ [ТэВ] −1633 −708 −1713 −1621

Λ
1/2
F [ТэВ] 127 108 139 133

(ξΛF )1/3 [ТэВ] 98 61 101 96

Mg̃ [ГэВ] 2099 5230 1716 1839

mq̃ ≈ ml̃ [ГэВ] 9400 12000 7300 7350

mb̃1
[ГэВ] 7577 10801 5927 5992

mt̃1 [ГэВ] 5476 8582 4326 4396

mt̃2 [ГэВ] 7580 10803 5931 5995

mH± ≈ mA2 ≈ mh3 [ГэВ] 9381 11056 7245 7266

mA1 [ГэВ] 5193 9978 931 3650

mA3 [ГэВ] 42896 25797 43985 41946

mh1 [ГэВ] 125.2 125.0 124.0 124.1

mh2 [ГэВ] 8208 8048 7072 7195

mh4 [ГэВ] 38770 24529 39664 37913

mZ′ ≈ mh5 [ТэВ] 240 240 240 240

Таблица 1.17: Параметры и часть спектра E6ССМ, отвечающие сценариям A2, B2, C2 и D2.

экспериментальные ограничения на σSI оказываются порядка 10−46− 10−45 см2. С увели-
чениемM1(MS) иM1/2 сечение рассеяния легчайшего нейтралино на нуклоне убывает, что
обусловлено уменьшением |R14| (см. рис. 1.17). Кроме того увеличениеM1(MS) иM1/2 со-
провождается уменьшением плотности тёмной материи и её концентрации, что также должно
приводить к ослаблению ограничений на σSI , т.е.

σSI <
0.119

(Ωh2)th.
σEXPSI (mχ̃0

1
), (1.252)

где σSI и (Ωh2)th. — вычисленные значения соответствующих величин для каждого набора
параметров, а σEXPSI (mχ̃0

1
) — экспериментальное ограничение на сечение рассеяния легчай-

шего нейтралино на нуклоне при заданной массеmχ0
1
. Здесь при вычислении σSI и (Ωh2)th.

использовалась программа micrOMEGAS [259]. Исключённым можно считать любой набор
параметров МССМ или E6ССМ, который не удовлетворяет условию (1.252). Так сценарий
A2 уже исключён, а сценарии B2, C2 и D2 находятся на грани исключения (см. таблицы 1.18
и 1.19) [90]. Грубые оценки показывают, что вычисленное таким образом нижнее ограниче-
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ние на M1/2 увеличивается с 0.85ТэВ до 1.25ТэВ в МССМ и c 2.1ТэВ до почти 3ТэВ в
E6ССМ. В МССМ и E6ССМ это отвечает нижнему ограничению на массу глюино, которое
составляет около 3ТэВ [91].

A2 B2 C2 D2

mD̃i,1
[ГэВ] 8523 12308 4520 5562

mD̃i,2
[ГэВ] 10376 12662 9698 9062

µDi [ГэВ] 1273 1540 1943 1489

mH±α,1
[ГэВ] 8938 10433 5799 6309

mH±α,2
[ГэВ] 10056 11986 8696 8328

µH̃±α [ГэВ] 580 1663 929 699

mχ̃±1
[ГэВ] 422 1034 216 231

mχ̃±2
≈ mχ̃0

4
[ГэВ] 780 2129 645 682

mχ̃0
1

[ГэВ] 375 1024 204 219

mχ̃0
2

[ГэВ] 433 1038 226 241

mχ̃0
3

[ГэВ] 445 1159 336 358

mχ̃0
5

[ГэВ] 25394 14546 26437 25249

mχ̃0
6

[ГэВ] 29853 16364 31173 29737

mχ̃0
7

[ГэВ] 231028 238639 230406 231254

mχ̃0
8

[ГэВ] 258656 249541 259532 258784

Таблица 1.18: Массы экзотических состояний, чарджино и нейтралино, отвечающие сцена-
риям A2, B2, C2 и D2.

Результаты вычислений, представленные на рис. 1.16а и 1.17а, указывают на то, что в
случае E6ССМ существует незначительная часть параметрического пространства, в кото-
рой можно получить феноменологически приемлемую плотность тёмной материи даже если
M1(MS)� µeff(MS) [91]. В этой области параметрического пространства масса легчайше-
го CP–нечётного бозона ХиггсаmA1

≈ 2mχ0
1
, что резко увеличивает сечение процесса анни-

гиляции χ0
1χ

0
1, снижая ΩCDMh

2 до 0.118 или даже ещё сильнее. При этом сечение рассеяния
легчайшего нейтралино на нуклоне оказывается относительно небольшим и условие (1.252)
удовлетворяется. Легчайшее CP–нечётное хиггсовское состояние с массой mA1

≈ 2mχ0
1

можно получить только при определённых значениях A0. Хотя такие сценарии весьма при-
влекательны, поскольку они отвечают относительно лёгким нейтралино, чарджино и глюино,
которые могут быть обнаружены в экспериментах на БАК, все они характеризуются высо-
кой степенью тонкой настройки параметров E6ССМ. Соответствующие сценарии в рамках
МССМ при tan β & 50 исследовались в работе [286].

Из результатов, представленных на рис. 1.16 и 1.17, следует, что МССМ и E6ССМ с
универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шкале MX приводят только
к сценариям, которые характеризуются значениями m0 & 5 − 6ТэВ. Так как массы всех
скалярных частиц за исключением легчайшего бозона Хиггса в этих моделях определяются
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A2 B2 C2 D2

Ωh2 0.1188 0.1184 0.0106 0.0096

σp
SI [×10−45 см2] 5.9 2.35 4.67 4.32

σp
SD [×10−41 см2] 6.4 0.353 15.8 12.8

χ̃0
1χ̃

0
1 → tt̄ (%) 44.9 0.6 0.5 3.3

χ̃0
1χ̃

0
1 → W+W− (%) 20.6 5.0 27.9 22.0

χ̃0
1χ̃

0
1 → ZZ (%) 13.2 3.9 18.4 14.1

χ̃0
1χ̃

0
1 → Zh1 (%) 2.9 0.7 0.0 1.7

χ̃0
1χ̃

0
1 → h1h1 (%) 0.5 0.02 0.1 0.1

χ̃0
1χ̃
−
1 → W−Z (%) 0.8 1.4 0.2 1.4

χ̃0
1χ̃
−
1 → W−h1 (%) 1.3 1.5 2.7 2.6

χ̃+
1 χ̃
−
1 → W+W− (%) 0.1 1.9 0.5 0.7

χ̃0
1χ̃
−
1 → γW− (%) 0.6 1.4 1.5 1.5

χ̃0
1χ̃
−
1 → diūi (%) 8.8 25.7 29.4 30.0

χ̃0
1χ̃
−
1 → l−i ν̄li (%) 2.7 8.8 10.7 10.8

χ̃0
2χ̃
−
1 → diūi (%) 0.2 12.0 0.7 1.2

χ̃0
1χ̃

0
2 → did̄i (%) 0.9 6.4 1.5 2.0

χ̃0
1χ̃

0
2 → uiūi (%) 0.8 4.7 0.9 1.3

χ̃+
1 χ̃
−
1 → did̄i (%) 0.1 3.0 0.9 1.2

χ̃+
1 χ̃
−
1 → uiūi (%) 0.2 4.9 1.1 1.6

χ̃0
2χ̃
−
1 → l−i ν̄li (%) 0.1 4.1 0.2 0.4

Таблица 1.19: Массы чарджино и нейтралино, Ωh2, σp
SI, σ

p
SD, а также вклады различных

процессов в (Ωh2)−1, отвечающие сценариям A2, B2, C2 и D2.

параметром m0 обнаружение столь тяжёлых состояний в экспериментах на БАК в ближай-
шем будущем не представляется возможным. Тем не менее в рамках E6ССМ существуют
сценарии сmA1

≈ 2mχ0
1
и массами глюиноMg̃ = 1.5− 2ТэВ. Во всех таких случаях лег-

чайшие нейтралино χ0
i и чарджино χ±i имеют массы существенно меньшие 1ТэВ [86]–[89],

[120]. По этой причине рождение пар χ0
iχ

0
j , χ

0
iχ
±
j и χ±i χ

∓
i в экспериментах на БАК может

оказаться возможным. Это, в частности, может привести к некоторому увеличению сечения
процесса pp→ ll̄ll̄+Emiss

T +X , где l отвечает лептону в конечном состоянии. Кроме того
рождение пар глюино может также оказаться возможным, что должно способствовать неко-
торому увеличению сечения процесса pp→ qq̄qq̄+Emiss

T +X [86]–[89], [120]. Сценарии C2 и
D2, приведённые в таблицах 1.17 и 1.19, указывают на то, что глюино с массой меньшей чем
2ТэВ можно получить в случаях, когда легчайшее нейтралино имеет массу около 200 ГэВ
или меньше. При этом плотность тёмной материи составляет менее 10% от её наблюдаемой
величины и условие (1.252) удовлетворяется [90].

Все сценарии, отвечающие области параметрического пространства E6ССМ, которая по-
казана на рис. 1.16а и 1.17а, приводят к спектру частиц, содержащему лёгкие экзотиче-
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(а)

(б)

Рис. 1.18: Зависимость плотности тёмной материи в E6ССМ — рис.a и в МССМ — рис.б,
представленная в плоскости (M1/2,m0) при µ(MS) = µeff(MS) = 1046ГэВ, tan β ' 10 и
|A0| ≤ 20ТэВ. Масса легчайшего хиггсовского состояния варьируется от 122ГэВ до 128ГэВ.
В случае E6ССМ MZ′ ≈ 240ТэВ, s =

√
s2

1 + s2
2 ' 650ТэВ и λ0(MX) = κ0(MX) = 3 · 10−3.
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ские фермионы. Относительно небольшие массы данных фермионных состояний обусловле-
ны малыми значениями λ0(MX) и κ0(MX), т.е. λ0(MX) = κ0(MX) = 10−3. На шка-
ле нарушения СУСИ столь малые λ0(MX) и κ0(MX) соответствуют µH̃±α ≈ 580 ГэВ и
µDi
≈ 1300 ГэВ. Поскольку в рассматриваемой модификации E6ССМ экзотические квар-

ки являются лептокварками рождение таких кварк–антикварковых пар в экспериментах на
БАК должно способствовать увеличению сечений процессов pp→ tt̄τ+τ− +Emiss

T +X и
pp→ bb̄+Emiss

T +X [86]–[89], [120]. В свою очередь при рождении экзотических фермион–
антифермионных пар, которые являются компонентами SU(2)W дублетов, и их последую-
щем распаде на легчайшие нейтральные экзотические фермионы и либо W либо Z бозоны,
должны возрастать сечения процессов pp→ ZZ +Emiss

T +X , pp→ WZ +Emiss
T +X

и pp → WW + Emiss
T + X [90]. В несколько раз большие значения λ0(MX) и κ0(MX)

приводят к существенно более тяжёлым экзотическим фермионным состояниям. При этом
область допустимых значений параметров практически не изменяется.

Области допустимых значений параметров в плоскости (M1/2,m0) в рамках МССМ
и E6ССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шка-
ле MX и µ(MS) = µeff(MS) = 1046 ГэВ приведены на рис. 1.18–1.19 . В рассмат-
риваемом случае нижние ограничения на M1/2, отвечающие M1(MS) & µ(MS), кото-
рые исключают сценарии с слишком большой плотностью тёмной материи, в несколько раз
больше соответствующих ограничений, полученных при µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ.
Причём, все сценарии из областей допустимых значений параметров приводят к плотности
тёмной материи, которая составляет около 90% и более от её наблюдаемой величины (см.
рис. 1.18). Если µ(MS) и µeff(MS) существенно больше 1ТэВ, то сечение аннигиляции
χ0

1χ
0
1 становится слишком малым, а плотность тёмной материи слишком большой. Во всех

сценариях легчайшее нейтралино является преимущественно хиггсино. Абсолютные значе-
ния матричных элементов R14 и R13 достаточно малы, что приводит к несколько меньшему
σSI по сравнению с сценариями при µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ. Результаты численного
анализа, представленные на рис. 1.19, указывают на то, что как и прежде, сечение рассея-
ния легчайшего нейтралино на нуклонах уменьшается с ростомM1/2. С увеличением массы
легчайшего нейтралино mχ0

1
верхнее ограничение на σSI ослабевает. В результате учёт экс-

периментального ограничения на сечение рассеяния легчайшего нейтралино на нуклонах не
сильно сдвигает нижнее ограничение на M1/2. В частности, в E6ССМ нижнее ограничение
на M1/2 увеличивается с 6ТэВ до 6.5ТэВ [91]. С учётом экспериментального ограничения
на σSI нижние ограничения на M1/2 в МССМ и E6ССМ предполагают, что Mg̃ & 6ТэВ
[91].

Области допустимых значений параметров при µ(MS) = µeff(MS) = 1046 ГэВ отвеча-
ют значительно более тяжёлому спектру суперчастиц и несколько большей массе легчайшего
бозона Хиггса чем сценарии с µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ. По этой причине в рассмат-
риваемом случае нижние ограничения наm0 главным образом обусловлены соотношениями
(1.246)–(1.247). Как и раньше верхние ограничения на m0 связаны с тем, что при соответ-
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(а)

(б)

Рис. 1.19: Зависимость σSI в E6ССМ — рис.a и в МССМ — рис.б, представленная в плос-
кости (M1/2,m0) при µ(MS) = µeff(MS) = 1046ГэВГэВ, tan β ' 10 и |A0| ≤ 20ТэВ. Масса
легчайшего хиггсовского состояния варьируется от 122ГэВ до 128ГэВ. В случае E6ССМ
MZ′ ≈ 240ТэВ, s =

√
s2

1 + s2
2 ' 650ТэВ и λ0(MX) = κ0(MX) = 3 · 10−3.
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ствующих значениях A0 либо m2
A1

либо m2
h1

становится отрицательным. В случае E6ССМ
всё так же существуют сценарии с mA1

≈ 2mχ0
1
, которые приводят к феноменологически

приемлемой плотности тёмной материи и относительно небольшому сечению рассеяния лег-
чайшего нейтралино на нуклоне даже, когдаM1(MS) . µeff(MS). Однако во всех случаях
значенияm0 иM1/2 таковы, что наблюдение суперчастиц в экспериментах на БАК не пред-
ставляется возможным. Спектр экзотических частиц в E6ССМ также оказывается слишком
тяжёлым из–за того, что κ0(MX) = λ0(MX) = 3 · 10−3. На шкале нарушения СУСИ
такой выбор λ0(MX) и κ0(MX) соответствует µDi

≈ 3.2ТэВ и µH̃±α ≈ 1.7ТэВ, что де-
лает их обнаружение в экспериментах на БАК маловероятным. Меньшие значения λ0(MX)

и κ0(MX) отвечают более лёгким экзотическим фермионам, оставляя область допустимых
значений параметров E6ССМ практически неизменной.

Предполагается, что в ближайшем будущем несколько экспериментов установят ещё бо-
лее жёсткие ограничения на сечение рассеяния частиц тёмной материи на нуклонах. Со-
ответствующие оценки в случае экспериментов XENON1T и LUX–ZEPLIN (LZ) приведены
в работах [287] и [288]. При µ(MS) = µeff(MS) = 417 ГэВ эксперимент XENON1T ис-
ключит в рамках МССМ и E6ССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения
СУСИ на шкале MX сценарии с Mg̃ . 4 − 5ТэВ [91]. Это отвечает нижнему огра-
ничению M1/2 & 1.6 − 2ТэВ в МССМ и M1/2 & 4 − 5ТэВ в E6ССМ [91].
Если µ(MS) = µeff(MS) = 1046 ГэВ соответствующее нижнее ограничение на массу
глюино составит 8 − 9ТэВ [91]. Таким образом данные эксперименты должны установить
весьма жёсткие ограничения на спектр частиц в суперсимметричных расширениях СМ с
универсальными параметрами мягкого нарушения СУСИ на шкале MX . В случае E6ССМ
исключением являются сценарии сmA1

≈ 2mχ0
1
, в которых либо сечение рассеяния легчай-

шего нейтралино на нуклонах сильно подавлено либо плотность тёмной материи чрезвычай-
но мала. Когда µeff(MS) существенно меньше 1ТэВ, такие сценарии приводят к достаточно
лёгким глюино, которые могут быть обнаружены в экспериментах на БАК.

1.4.3 Генерация барионной асимметрии Вселенной в СУСИ

расширениях СМ

Одним из главных факторов стимулирующих изучение различных расширений СМ является
генерация барионной асимметрии Вселенной ηB = (nB−nB̄)/nγ = (6.21±0.16)×10−10

[289]. В литературе широко обсуждаются механизмы генерации барионной асимметрии в
рамках ТВО [290], в результате электрослабого фазового перехода [291], в следствии гене-
рации лептонной асимметрии (лептогенезис) [292]–[293], механизм Аффлека-Дайна [294] и
т.д. . В настоящее время лептогенезис является, пожалуй, наиболее привлекательным меха-
низмом генерации барионной асимметрии. Этот механизм естественным образом возникает
в моделях генерации масс нейтрино, которые предполагают существование тяжелых пра-
восторонних нейтрино [295]. В этом случае все необходимые условия, сформулированные
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А. Д. Сахаровым удовлетворяются [296]. В частности, соответствующие модели предпола-
гают, что лептонное число нарушается, а комплексные юкавские константы взаимодействия
бозона Хиггса с лептонами обеспечивают необходимое CP нарушение. В рамках простей-
шей реализации лептонная асимметрия генерируется в результате распадов тяжелых пра-
восторонних нейтрино. Эта асимметрия частично конвертируется в барионную асимметрию
благодаря сфалеронным процессам [297].

В рассматриваемых моделях генерация лептонной асимметрии происходит в результате
распадов легчайшего правостороннего нейтриноN1. В простейших расширениях СМ данный
процесс контролируется тремя CP асимметриями, которые соответствуют трём поколениям
лептонов e, µ и τ

ε1, `k =
ΓN1`k − ΓN1

¯̀
k∑

m

(
ΓN1`m + ΓN1

¯̀
m

) , (1.253)

где ΓN1`k и ΓN1
¯̀
k
— парциальные ширины распадов N1 → Lk + Hu и N1 → Lk + H∗u

и k,m = 1, 2, 3. CP асимметрии (1.253) входят в правую часть уравнений Больцмана. В
древесном приближении ε1, `k зануляются, так как ΓN1`k = ΓN1

¯̀
k
. Однако CP нарушение

в лептонном секторе приводит к ненулевому вкладу в ε1, `k , который возникает в резуль-
тате интерференции между древесными амплитудами распада легчайшего правостороннего
нейтрино N1 и однопетлевыми поправками к ним. Изначально CP асимметрии (1.253) бы-
ли вычислены в рамках СМ [298] и МССМ [299] исходя из простейшего механизма генера-
ции масс левосторонних нейтрино. При этом первоначально роли ароматов не предавалось
большого значения (см., например, [300]). На важность эффектов связанных с ароматами
лептонов было указано в работах [301, 302]. Лептогенезис в моделях генерации масс левосто-
ронних нейтрино с SU(2)W триплетами скалярных и фермионных полей рассматривался в
работах [303, 304]. В случае дираковских нейтрино процесс генерации лептонной асимметрии
изучался в работах [305].

В СУСИ расширениях СМ возникают новые каналы распадов легчайшего правосторонне-
го нейтрино N1 на слептоны L̃k и хиггсино H̃u, которые также дают существенный вклад в
процесс генерации лептонной асимметрии. Соответствующие CP асимметрии определяются
следующим образом

ε1, ˜̀k =
ΓN1

˜̀
k
− ΓN1

˜̀∗
k∑

m

(
ΓN1

˜̀
m

+ ΓN1
˜̀∗
m

) , (1.254)

где ΓN1
˜̀
k
и ΓN1

˜̀∗
k
— парциальные ширины распадов N1 → L̃k + H̃u и N1 → L̃∗k + H̃u

и k,m = 1, 2, 3. Кроме того, суперсимметрия предсказывает существование скалярного
суперпартнёра N1 — правостороннего снейтрино Ñ1. Распады Ñ1 на лептон и хиггсино, а
также на слептон и Хиггс представляют собой ещё одну составляющую лептогенезиса, CP
асимметрии которой

ε1̃, `k
=

ΓÑ∗1 `k
− ΓÑ1

¯̀
k∑

m

(
ΓÑ∗1 `m

+ ΓÑ1
¯̀
m

) , ε1̃, ˜̀k =
ΓÑ1

˜̀
k
− ΓÑ∗1 ˜̀∗k∑

m

(
ΓÑ1

˜̀
m

+ ΓÑ∗1 ˜̀∗m
) , (1.255)
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где ΓÑ∗1 `k
, ΓÑ1

¯̀
k
, ΓÑ1

˜̀
k

и ΓÑ∗1 ˜̀∗k — парциальные ширины распадов Ñ ∗1 → Lk + H̃u,

Ñ1 → Lk + H̃u, Ñ1 → L̃k + Hu и Ñ ∗1 → L̃∗k + H∗u соответственно. Когда шкала
нарушения СУСИ на много порядков меньше масс легчайших правосторонних нейтрино и
снейтрино MN1

ε1, `k = ε1, ˜̀k = ε1̃, `k
= ε1̃, ˜̀k . (1.256)

Одним из главных недостатков лептогенезиса в СУСИ расширениях СМ является нижнее
ограничение на массу правосторонних нейтрино и снейтрино MN1

. Было показано, что на-
блюдаемая барионная асимметрия Вселенной может генерироваться в рамках СМ и МССМ
только если MN1

& 109 ГэВ [306]. С другой стороны, данное ограничение приводит к так
называемой проблеме гравитино в рамках СУГРА моделей [307]. После инфляции Вселенная
термализуется при температуре TR. Когда TR > MN1

, легчайшие правосторонние нейтри-
но и снейтрино свободно рождаются, т.е. лептогенезис протекает достаточно эффективно
при TR & 109 ГэВ. Однако при таких высоких температурах интенсивно рождаются и гра-
витино. Так как гравитино являются долгоживущими частицами, они могут распадаться
либо в процессе либо даже после первичного нуклеосинтеза разрушая согласие между тео-
ретически предсказанным и наблюдённым соотношением лёгких элементов. Такое согласие
может быть сохранено только когда плотность гравитино достаточно мала, что предполагает
TR . 106−7 ГэВ [308]. При столь невысоких температурах и относительно малых массах лег-
чайших правосторонних нейтрино/снейтрино лептогенезис в СУСИ расширениях СМ может
протекать достаточно эффективно, если при мягком нарушении СУСИ образуются члены
нарушающие CP и лептонное число (мягкий лептогенезис) [309], [304]. Более того процесс
генерации лептонной асимметрии возможен даже при MN1

∼ ТэВ, если правосторонние
нейтрино имеют почти вырожденные массы [310] или спектр состояний рассматриваемых
моделей включает дополнительные частицы [311]. При TR . 106−7 ГэВ лептогенезис мо-
жет также проходить достаточно эффективно, если существуют альтернативные механизмы
рождения легчайших правосторонних нейтрино [312], [313]. Проблема гравитино не возника-
ет в случаях, когда гравитино является ЛСЧ [314] или когда оно имеет настолько большую
массу, что распадается до первичного нуклеосинтеза [315].

Поскольку E6ССМ предсказывает существование новых частиц с массами много мень-
шимиMN1

, которые могут взаимодействовать с правосторонними нейтрино, можно рассчи-
тывать на то, что в рамках этой СУСИ модели процесс генерации лептонной асимметрии
может быть достаточно эффективен даже когда MN1

. 106−7 ГэВ. Если ZH
2 симметрия

нарушена таким образом, что ZB
2 остаётся практически точной, суперпотенциал взаимодей-

ствия правосторонних нейтрино с другими состояниями можно представить в следующем
виде:

WN = hNkxj(H
u
kLx)N

c
j + gNkijDkd

c
iN

c
j , (1.257)

где k, i, j = 1, 2, 3 и x = 1, 2, 3, 4. В выражении (1.257) Hu
3 отвечает хиггсовскому

SU(2)W дублету Hu, тогда как Hu
α (α = 1, 2) — два инертных хиггсовских SU(2)W
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дублета, L4 — дополнительный дублет лептонов, который появляется в сценарии A, а Dk

— SU(3)C триплеты экзотических кварков. В случае, когда ZH
2 симметрия нарушена так,

что ZL
2 остаётся практически точной, gNkij = 0.

Прежде всего рассмотрим случай, когда gNkij = 0. В E6ССМ соотношение (1.256) между
различными CP асимметриями остаётся неизменным. Тем не менее, поскольку компонен-
ты супермультиплетов Hu

α и L4 существенно легче N1, юкавские взаимодействия (1.257)
приводят к новым каналам распадов легчайших правосторонних нейтрино и снейтрино. В
рассматриваемом случае полный набор возможных каналов распада N1 и Ñ1 включает в
себя

N1 → Lx+Hu
k , N1 → L̃x+H̃u

k , Ñ1 → L̄x+H̃
u

k , Ñ1 → L̃x+Hu
k . (1.258)

В древесном приближении соответствующие парциальные ширины распадов N1 и Ñ1 опре-
деляются юкавскими константами hNkx1

ΓkN1`x
+ Γk

N1
¯̀
x

= Γk
N1
˜̀
x

+ Γk
N1
˜̀∗
x

= Γk
Ñ∗1 `x

=

= Γk
Ñ1

¯̀
x

= Γk
Ñ1
˜̀
x

= Γk
Ñ∗1
˜̀∗
x

=
|hNkx1|2

8π
MN1

,
(1.259)

где индекс k отвечает либо состояниям Хиггса (хиггсино), если k = 3, либо инертным
бозонам Хиггса (инертным хиггсино), если k = 1, 2, в конечном состоянии. Здесь и далее
будет предполагаться, что изучение всех процессов проходит в базисе, в котором юкавские
матрицы заряженных лептонов и массовые матрицы правосторонних нейтрино диагональны.
Будет также предполагаться, что шкала нарушения СУСИ пренебрежимо мала по сравнению
с MN1

. По этой причине при вычислении CP асимметрий и парциальных ширин распадов
N1 и Ñ1 (1.258)–(1.259) всеми параметрами мягкого нарушения СУСИ можно пренебречь.

Каждому каналу распада N1 и Ñ1 (1.258) соответствует CP асимметрия, которая даёт
вклад в генерацию полной лептонной асимметрии. В рассматриваемом случае определение
CP асимметрий (1.253) может быть обобщено следующим образом

εk1, f =
ΓkN1f

− Γk
N1f̄∑

m, f ′

(
ΓmN1f ′

+ Γm
N1f̄ ′

) , (1.260)

где f и f ′ следует отождествлять либо с `x либо с ˜̀x тогда как f̄ и f̄ ′ соответствуют либо ¯̀
x

либо ˜̀∗x. В выражении (1.260) ε3
1, `n

и ε3
1, ˜̀n (n=1,2,3) отвечают CP асимметриям, которые ге-

нерируются распадами легчайшего правостороннего нейтрино на лептоны (слептоны) и хигг-
совский дублет Hu (дублет хиггсино H̃u), а ε3

1, `4
, ε3

1, ˜̀4 , ε1
1, f и ε2

1, f — дополнительные CP
асимметрии, соответствующие новым каналам распадовN1. Знаменатель выражения (1.260)
содержит сумму парциальных ширин распадов N1. В случае εk1, `x данная сумма включает
все возможные парциальные ширины распадов N1, конечное состояние которых содержит
лептоны или фермионные компоненты супермультиплета L4. Выражение для εk

1, ˜̀x содер-
жит в знаменателе сумму парциальных ширин распадов N1, включающую все возможные
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Рис. 1.20: Диаграммы, дающие вклад в CP асимметрии в E6ССМ в случае, когда gNkij = 0.

каналы распадов, конечные состояния которых включают либо слептоны либо скалярные
компоненты супермультиплета L4. CP асимметрии, обусловленные распадами легчайшего
правостороннего снейтрино, εk

1̃, f
могут быть определены аналогичным образом. В этом слу-

чае правостороннее нейтрино в выражении (1.260) следует заменить на либо Ñ1 либо Ñ ∗1
(см. также (1.255)).

Как и в МССМ ненулевой вклад в CP асимметрии в рамках E6ССМ появляется в резуль-
тате интерференции между древесными амплитудами распада легчайшего правостороннего
нейтрино N1 и однопетлевыми поправками к ним. Соответствующие диаграммы представ-
лены на рис. 1.20. После вычисления однопетлевых диаграмм находим (см. [92], [122])

εk1, `x = εk
1, ˜̀x = εk

1̃, `x
= εk

1̃, ˜̀x =
1

4πA1

∑
j=2,3 Im

{
Ajh

N∗
kx1h

N
kxjf

S

(
M 2

Nj

M 2
N1

)

+
∑

m, y h
N∗
my1h

N
mxjh

N
kyjh

N∗
kx1 f

V

(
M 2

Nj

M 2
N1

)}
,

(1.261)
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где

Aj =
∑

m,y

(
hN∗my1h

N
myj +

MN1

MNj

hNmy1h
N∗
myj

)
,

fS(z) =
2
√
z

1− z , fV (z) = −√z ln

(
1 + z

z

)
,

k,m = 1, 2, 3 и x, y = 1, 2, 3, 4. Члены в правых частях выражений (1.261), которые
пропорциональны Aj , отвечают вкладу диаграмм, содержащих собственно–энергетические
части, тогда как все остальные члены возникают при учёте петлевых поправок к вершинам
взаимодействия. Следует отметить, что в вырaжениях (1.261) коэффициенты при fS(x) и
fV (x) не совпадают в отличие от МССМ. Это означает, что в общем случае вклады от по-
правок к вершинам взаимодействия и от однопетлевых поправок, включающих собственно–
энергетические части не связаны друг с другом непосредственно. Такое обычно происходит в
моделях, в которых легчайшее правостороннее нейтрино N1 взаимодействует с несколькими
SU(2)W дублетами лептонов и с несколькими SU(2)W дублетами, которые имеют те же
квантовые числа, что и хиггсовские поля.

Поскольку инертные бозоны Хиггса и инертные хиггсино не несут какого–либо лептон-
ного числа удобно ввести в рассмотрение полные CP асимметрии, которые ассоциируются с
каждым из лептонных ароматов, т.е.

εtot1, f =
∑
k

εk1, f , εtot
1̃, f

=
∑
k

εk
1̃, f
. (1.262)

CP асимметрии (1.262) должны появляться в правых частях уравнений Больцмана, которые
описывают эволюцию плотностей лептонных зарядов. Выражения для данных CP асиммет-
рий могут быть представлены в следующем компактном виде

εtot1, f = εtot
1̃, f

=
1

8π(TrΠ1)

∑
j=2,3

Im

{
AjΠ

j
fff

S

(
M 2

Nj

M 2
N1

)
+(Πj)2

fff
V

(
M 2

Nj

M 2
N1

)}
, (1.263)

где
Πj
`y`x

= Πj
˜̀
y
˜̀
x

=
∑
m

hN∗my1h
N
mxj (1.264)

представляют собой три матрицы 4× 4 и Aj = TrΠj +
MN1

MNj

TrΠj∗ . Выражения (1.263) и

(1.264) указывают на то, что несмотря на большое число новых констант, которые возникают
из-за нарушения ZH

2 и Z̃H
2 симметрий, только некоторые комбинации этих констант дают

вклад в генерацию лептонных асимметрий. Параметризация CP асимметрий, представлен-
ная выше, может быть использована в любой модели, в которой легчайшее правостороннее
нейтрино N1 может распадаться на несколько SU(2)W дублетов лептонов и на несколько
SU(2)W дублетов, которые имеют те же квантовые числа, что и хиггсовские поля.

В пределе, когда ZH
2 симметрия остаётся ненарушенной, аналитические выражения для

CP асимметрий (1.261) и (1.263) существенно упрощаются. В частности, CP асимметрии ε1
1, f

165



N1

Dl

d̃k

Nj

Hu
i

Lx

N1

D̃l

dk

Nj

Hu
i

Lx

N1

Dl

d̃k

Nj

Hu
i

Lx

N1

D̃l

dk

Nj

Hu
i

Lx

Рис. 1.21: Дополнительные диаграммы, дающие вклад в CP асимметрии отвечающие распа-
дам N1 → Lx +Hu

k в E6ССМ в случае, когда gNkij имеют ненулевые значения.

и ε2
1, f , которые отвечают распадам N1 на либо скалярные либо фермионные компоненты

инертных хиггсовских супермультиплетов Hu
α, зануляются, когда юкавские константы, на-

рушающие ZH
2 симметрию, стремятся к нулю. Аналитические выражения для остальных

CP асимметрии сводятся к

ε3
1, `x

= ε3
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1
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g(z) = fV (z) + fS(z) =
√
z

[
2

1− z − ln

(
1 + z

z

)]
,

(1.265)

где x, y = 1, 2, 3, 4. Если N2 и N3 значительно тяжелее легчайшего правостороннего ней-
трино N1 (MN2

, MN3
� MN1

), формулы (1.265) для CP асимметрий упрощаются ещё
сильнее, т.е.

ε3
1, `x
' − 3

8π

∑
j=2,3

Im

[
(hN†hN)1jh

N∗
3x1h

N
3xj

]
(hN†hN)11

MN1

MNj

,
(1.266)

где (hN†hN)1j =
∑

y h
N∗
3y1h

N
3yj . Из выражений (1.265) следует, что в рассматриваемом слу-

чае вклад диаграмм, содержащих собственно–энергетические части, в два раза больше вкла-
да диаграмм, отвечающих петлевым поправкам к вершинам взаимодействия.

Приведённые выше аналитические выражения для CP асимметрий (1.265)–(1.266) по фор-
ме напоминают аналогичные выражения в МССМ. Более того, когда hN34j → 0, дополни-
тельные CP асимметрии, соответствующие распадам

N1 → L4 +Hu, N1 → L̃4 + H̃u, Ñ1 → L̄4 + H̃u, Ñ1 → L̃4 +Hu, (1.267)
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зануляются и результаты, полученные в рамках МССМ для CP асимметрий, полностью вос-
производятся. Однако, когда hN34j имеют ненулевые значения, процессы генерации лептонной
асимметрии в МССМ и E6ССМ с ненарушенной ZH

2 симметрией могут достаточно сильно
различаться из-за присутствия скалярных и фермионных компонент супермультиплета L4 в
спектре частиц. Действительно, так как hN34j могут быть значительно больше юкавских кон-
стант, отвечающих взаимодействию обычных лептонных супермультиплетов с Nj и Hu, CP
асимметрии, соответствующие распадам (1.267), могут существенно превосходить все осталь-
ные CP асимметрии. При этом скалярные и фермионные компоненты супермультиплета L4,
которые рождаются в распадах легчайшего правостороннего нейтрино и снейтрино, затем
распадаются на лептоны или слептоны, заметно изменяя эволюцию плотностей лептонных
зарядов.

В случае, когда юкавские константы gNkij имеют ненулевые значения, экзотические кварки
и их суперпартнёры дают дополнительный вклад в CP асимметрии, отвечающие различным
лептонным ароматам. Данные вклады определяются однопетлевыми диаграммами, которые
содержат собственно–энергетические части, включающие кварки и скварки. Соответствую-
щие диаграммы представлены на рис. 1.21. Так как юкавские константы gNkij не приводят к
петлевым поправкам к вершинам взаимодействия в амплитудах распадов легчайшего пра-
востороннего нейтрино/снейтрино на лептоны/слептоны, для вычисления CP асимметрий,
отвечающих процессам (1.258), можно использовать выражения (1.261), в которых A2 и A3

следует заменить на Ã2 и Ã3, где

Ãj = Aj +
3

2

∑
m,n

(
gN∗mn1g

N
mnj +

MN1

MNj

gNmn1g
N∗
mnj

)
, j = 2, 3 . (1.268)

Взаимодействие суперполя N1 с супермультиплетами Dk и dci также приводит к новым
каналам распадов легчайшего правостороннего нейтрино и снейтрино

N1 → Dk + d̃ci, N1 → D̃k + dci , Ñ1 → Dk + di, Ñ1 → D̃k + d̃ci, (1.269)

где Dk и D̃k — фермионные и скалярные компоненты супермультиплетов экзотических
кварков Dk, а dci и d̃ci — правосторонние нижние кварки и их суперпартнёры. Если шкала
нарушения СУСИ на несколько порядков ниже массы легчайшего правостороннего нейтрино
и снейтриноMN1

, соответствующие парциальные ширины распадов определяются юкавски-
ми константами gNki1, которые нарушают ZH

2 симметрию, т.е.

ΓiN1Dk
+ Γi

N1D̄k
= Γi

N1D̃k
+ Γi

N1D̃∗k
= Γi

Ñ∗1Dk
=

= Γi
Ñ1D̄k

= Γi
Ñ1D̃k

= Γi
Ñ∗1 D̃

∗
k

=
3|gNki1|2

16π
MN1

.
(1.270)

Новые каналы распадов легчайшего правостороннего нейтрино и снейтрино (1.269) дают
вклад в генерацию лептонной асимметрии благодаря распадам экзотических кварков и их
суперпартнёров при низких энергиях. Сохранение лептонного числа в данном случае пред-
полагает, что распады Dk и D̃k должны приводить к лептону в конечном состоянии, тогда
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как конечные состояния распадов их античастиц должны содержать антилептон. Поэтому
можно определить лептонные CP асимметрии, отвечающие каждому новому каналу распада
легчайшего правостороннего нейтрино и снейтрино (1.269). Для CP асимметрий, обуслов-
ленных распадами N1 на экзотические кварки (скварки), получаем

εi1, qk =
ΓiN1qk

− ΓiN1q̄k∑
j,m

(
ΓjN1qm

+ ΓjN1q̄m

) . (1.271)

В выражении (1.271) qk соответствует либо экзотическому кварку Dk либо его скалярному
суперпартнёру D̃k, а q̄k отвечает зарядово–сопряженным состояниям Dk или D̃∗k. Верхние
индексы i и j следует отождествлять с ароматом нижнего кварка или его суперпартнёра в
конечном состоянии. Знаменатель выражения (1.271) содержит сумму парциальных ширин
распадов N1 на экзотические кварки и суперпартнёры правосторонних нижних скварков,
если εi1, qk = εi1, Dk

, или на экзотические скварки и правосторонние нижние кварки, если
εi1, qk = εi

1, D̃k
. CP асимметрии εi

1̃, qk
, обусловленные распадами легчайшего правостороннего

снейтрино на экзотические кварки (скварки), могут быть определены аналогичным образом.
При этом N1 в выражении (1.271) следует заменить либо на Ñ1 либо на Ñ ∗1 .

Как и прежде, в древесном приближении CP асимметрии, отвечающие новым каналам
распадовN1 и Ñ1 (1.269), зануляются. Отличные от нуля значения εi1, qk возникают при учёте
диаграмм, содержащих собственно–энергетические части и петлевые поправки к вершинам
взаимодействия. Соответствующие однопетлевые диаграммы представлены на рис. 1.22. Ин-
терференция таких диаграмм и диаграмм, описывающих амплитуды распадов N1 и Ñ1 в
древесном приближении, может приводить к ненулевым значениям εi1, qk , если некоторые из
юкавских констант gNkij являются комплексными величинами. Непосредственные вычисле-
ния приводят к (см. [92], [122])
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)}
, (1.272)

где A0 =
∑

k, i g
N
ki1g

N∗
ki1 . Как и в обсуждавшихся ранее сценариях суперсимметрия пред-

полагает наличие определённых соотношений (1.272) между CP асимметриями, обусловлен-
ными распадами N1 и Ñ1. Так же как и в случае лептонных асимметрий (1.261) члены в
правых частях выражений (1.272) пропорциональные Ãj соответствуют вкладу диаграмм,
включающих собственно–энергетические части, а все остальные члены отвечают петлевым
поправкам к вершинам взаимодействия. Причём в общем случае коэффициенты при fS(x)

и fV (x) не совпадают. Из выражений (1.272) следует, что CP асимметрии, обусловленные
дополнительными каналами распадов N1 и Ñ1 (1.269), зависят не только от gNkij , но и от
юкавских констант взаимодействия суперполей N c

j с супермультиплетами Hu
k и Lx. Новые
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Рис. 1.22: Диаграммы, которые дают вклад в CP асимметрии, отвечающие распа-
дам N1 → Dk + d̃ci в E6ССМ.
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CP асимметрии (1.272) зануляются в случае, когда все юкавские константы, нарушающие
ZH

2 симметрию, стремятся к нулю.
Как и в случае лептонных асимметрий (1.261) целесообразно определить полные CP асим-

метрии, отвечающие каждому из ароматов экзотических кварков, т.е.

εtot1, qk
=
∑
i

εi1, qk , εtot
1̃, qk

=
∑
i

εi
1̃, qk

. (1.273)

В общем случае полные CP асимметрии, соответствующие каждому из ароматов лептонов и
экзотических кварков, могут быть представлены в следующем виде
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TrΩj∗
)
,

(1.274)

где εtot1, Dk
= εtot

1, D̃k
= εtot

1̃, Dk
= εtot

1̃, D̃k
= εtot1, k, Ω

j
ki =

∑
m g

N∗
km1g

N
imj , а Πj

mn определяются вы-
ражениями (1.264). Компактная параметризация полных CP асимметрий (1.274) позволяет
сузить пространство параметров, от которых данные асимметрии зависят.

В пределе, когда MN2
, MN3

� MN1
, а MN1

много больше шкалы нарушения СУСИ,
приближённые выражения для CP асимметрий, которые определяются соотношениями (1.261)
и (1.272), можно получить используя методы эффективной теории поля. В этом случае при
энергиях порядка MN1

суперпотенциал (1.257) сводится к (см. [92])

Weff ' hNkx1(H
u
kLx)N

c
1 + gNki1(Dkd

c
i)N

c
1 +

1

2
ΞLL
kxiy(H

u
kLx)(H

u
i Ly)

+ΞLD
kxmp(H

u
kLx)(Dmd

c
p) +

1

2
ΞDD
kimp(Dkd

c
i)(Dmd

c
p) + ... ,

(1.275)

где i, k,m, p = 1, 2, 3, а x, y = 1, 2, 3.4 и

ΞLL
kxiy = ΞLL

iykx = −∑j=2,3

hNkxjh
N
iyj

MNj

, ΞLD
kxmp = −∑j=2,3

hNkxjg
N
mpj

MNj

,

ΞDD
kimp = ΞDD

mpki = −∑j=2,3

gNkijg
N
mpj

MNj

.

(1.276)

Три последних члена в эффективном суперпотенциале (1.275) возникают при учёте в глав-
ном приближении взаимодействия тяжёлых правосторонних нейтрино и снейтрино, т.е. N2,
N3, Ñ2 и Ñ3, с компонентами супермультиплетов Hu

k , Lx, Dk и dci . В рамках эффективной
теории поля данные операторы приводят к ненулевым значениям CP асимметрий, которые
опять появляются в результате интерференции древесных амплитуд, описывающих распады
легчайших правосторонних нейтрино/снейтрино, и однопетлевых поправок к ним. Соответ-
ствующие однопетлевые диаграммы включают в себя две вершины, одна из которых отвечает
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неперенормируемым взаимодействиям, приводящим к процессам с несохранением лептонно-
го числа. Такие взаимодействия описываются тремя последними членами в эффективном
суперпотенциале (1.275). Вычисляя соответствующие однопетлевые диаграммы, находим

εk1, `x '
MN1

8πA1
Im

[
2
∑

i, y h
N∗
kx1 ΞLL

kxiy h
N∗
iy1 +

∑
m, p h

N∗
kx1 ΞLL

ixky h
N∗
iy1

+ 3
∑

m, p h
N∗
kx1 ΞLD

kxmp g
N∗
mp1

]
,

εi1, Dk
' MN1

8πA0
Im

[
3
∑

m, p g
N∗
ki1 ΞDD

kimp g
N∗
mp1 +

∑
m, p g

N∗
ki1 ΞDD

mikp g
N∗
mp1

+ 2
∑

m, p g
N∗
ki1 ΞLD

myki h
N∗
my1

]
.

(1.277)

Выражения для CP асимметрий (1.277) можно получить непосредственно из соотношений
(1.261) и (1.272), разлагая их по малым параметрам (MN1

/MNj)� 1 и удерживая только
лидирующие члены данного разложения. Нетрудно убедиться, что в выражениях (1.277)
ΞDD
kimp, ΞLD

kxim и εi1, Dk
зануляются в пределе gNmpj → 0. Соотношения (1.277) также сильно

упрощаются в пределе точной ZH
2 симметрии, когда hN1xj = hN2xj → 0 и gNmpj → 0. Причём

несложно проверить, что приближённые выражения для CP асимметрий (1.266) полностью
воспроизводятся в рассматриваемом пределе.

Для того чтобы убедиться в том, что новые состояния, которые естественным образом по-
являются в рамках E6ССМ, могут позволить избежать так называемой проблемы гравитино,
рассмотрим более подробно процесс генерации барионной асимметрии в случае сценария A.
При этом положимMN1

' 106 ГэВ и будем предполагать, что шкала нарушения СУСИ пре-
небрежимо мала по сравнению сMN1

. Так как в случае сценария A лагранжиан инвариантен
по отношению к преобразованиям Z̃H

2 , PM и ZE
2 симметрий, почти все юкавские константы

hNkxj и gNkij зануляются. Отличные от нуля значения могут иметь только параметры hN3ij и
hNα4j , где i, j = 1, 2, 3 и α = 1, 2.

Поскольку в простейшей реализации сценария A предполагается, что юкавские констан-
ты f̃αβ ∼ fαβ . 10−6, членами f̃αβSα(Hd

βHu) и fαβSα(HdH
u
β ) в суперпотенциале можно

также пренебречь. Тогда при энергиях E .MN1
лагранжиан модели инвариантен по отно-

шению к преобразованиям глобальной U(1)E симметрии. Ненулевые U(1)E заряды имеют
лишь супермультиплеты Hu

α, H
d
α, Di, Di, L4 и L4, компоненты которых образуют набор

экзотических состояний. U(1)E заряды различных супермультиплетов представлены в таб-
лице 1.20. Отличные от нуля значения hNα4j приводят к нарушению не только U(1)B−L, но
и U(1)E симметрии. Таким образом распады легчайших правосторонних нейтрино и сней-
трино

N1 → L4 +Hu
α, N1 → L̃4 +H̃u

α, Ñ ∗1 → L4 +H̃u
α, Ñ1 → L̃4 +Hu

α, (1.278)

генерируют U(1)B−L и U(1)E асимметрии одновременно. Причём образующаяся U(1)E
асимметрия не исчезает, если юкавские константы нарушающие соответствующую глобаль-
ную симметрию достаточно малы, т.е. f̃αβ ∼ fαβ . 10−7 [316].
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Hu
α Hd

α Di Di L4 L4

QE
i +1 -1 +1 -1 +1 -1

Таблица 1.20: U(1)E заряды различных супермультиплетов в случае сценария A.

Тем не менее ненулевые значения f̃αβ и fαβ нарушают U(1)E симметрию до ZE
2 и лег-

чайшая экзотическая частица, несущая U(1)E заряд, становится нестабильной. Конечное
состояние, отвечающее распаду данных экзотических частиц, должно содержать легчайший
экзотический фермион, который представляет собой линейную суперпозицию фермионных
компонент Si. Масса таких фермионов существенно меньше чем 1 эВ и они образуют го-
рячую тёмную материю в нашей Вселенной. В результате даже очень маленькие значения
f̃αβ и fαβ приводят к тому, что образующаяся U(1)E асимметрия переходит в горячую
тёмную материю. Поскольку масса легчайших экзотических фермионов крайне мала, вклад
этой материи в наблюдаемую плотность энергии пренебрежимо мал.

Если MN1
, MN2

и MN3
имеют значения сопоставимые по порядку величины и

MN1
' 106 ГэВ, юкавские константы hN3ij должны быть достаточно малы, чтобы адекват-

но воспроизвести шкалу масс левосторонних нейтрино mν . 0.1 эВ, т.е. |hN3ij|2 � 10−8.
Столь малые значения |hN3ij| приводят к пренебрежимо малым CP асимметриям ε3

1, `i
. По

этой причине юкавскими константами hN3ij в первом приближении можно пренебречь. В то
же самое время новые каналы распадов легчайших правосторонних нейтрино и снейтри-
но (1.278) могут приводить к достаточно большим CP асимметриям εα1, `4 , которые в свою
очередь могут дать заметный вклад в генерацию барионной асимметрии Вселенной. В этом
случае один и тот же набор CP асимметрий, т.е. (см. [93])

εα1, `4 = εα
1, ˜̀4 = εα

1̃, `4
= εα

1̃, ˜̀4 =
1

8π

∑
j=2,3 Im

[
hN∗α41Cjh

N
α4j

]
∑

β |hNβ41|2
,

Cj =
∑

β

{
hN∗β41h

N
β4j g

(
M 2

Nj

M 2
N1

)
+
MN1

MNj

hNβ41h
N∗
β4j f

S

(
M 2

Nj

M 2
N1

)}
,

(1.279)

определяет образующиеся U(1)B−L и U(1)E асимметрии.
Супермультиплеты Hu

α всегда можно переопределить таким образом, чтобы только один
супермультиплет Hu

1 взаимодействовал с L4 и N c
1 . Таким образом юкавскую констан-

ту hN241 можно всегда положить равной нулю. В пределе hN241 → 0 форму-
лы (1.279) существенно упрощаются. В частности, СР асимметрии отвечающие α = 2

зануляются. В случае, когда все массы правосторонних нейтрино являются действительны-
ми величинами и hN14j = |hN14j|eiϕj , выражения для CP асимметрий, которые определяют
образующиеся U(1)B−L и U(1)E асимметрии, сводятся к (см. [93])

ε1
1, `4

= ε1
1, ˜̀4 = ε1

1̃, `4
= ε1

1̃, ˜̀4 =
1

8π

[∑
j=2,3

|hN14j|2g
(
M 2

Nj

M 2
N1

)
sin 2∆ϕj1

]
, (1.280)
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Рис. 1.23: Зависимость логарифма (по основанию 10) η от логарифма |hN141| = |h11| — рис.a
и зависимость логарифма (по основанию 10) абсолютной величины ω = ε1

1, `4
η от логарифма

|hN141| = |h11| — рис.б в случае, когда hN241 = hN143 = 0, ∆ϕ21 = π/4 и MN2 = 10 ·MN1 . На рис.б
жирная, сплошная и штриховая линии соответствуют |hN142| = 0.3, |hN142| = 0.1 и |hN142| = 0.03.
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где ∆ϕj1 = ϕj − ϕ1 .
Эволюция U(1)B−L и U(1)E асимметрий описывается решениями уравнений Больцма-

на. В рассматриваемом сценарии образующаяся барионная асимметрия может быть оценена
следующим образом (см. [293]):

Y∆B ∼ 10−3ε1
1, `4

η , (1.281)

где Y∆B =
nB − nB̄

s

∣∣∣∣
0

= (8.75 ± 0.23) × 10−11 и s — плотность энтропии. Параметр

η варьируется от 0 до 1 и при достаточно больших значениях |hN141| его значение можно
оценить используя соотношение

η ' H(T = MN1
)/Γ1 ,

Γ1 = Γ1
N1`4

+ Γ1
N1

¯̀
4

=
|hN141|2

8π
MN1

, H = 1.66g
1/2
∗

T 2

MPl
,

(1.282)

где H — параметр Хаббла, определяющий темп расширения Вселенной, g∗ = nb +
7

8
nf —

число релятивистских степеней свободы. В СМ g∗ = 106.75, а в E6ССМ g∗ ' 360.
Из соотношений (1.280) следует, что значение ε1

1, `4
определяется комбинациями фаз

∆ϕj1 и абсолютными значениями юкавских констант |hN142| и |hN143|, но не зависят от |hN141|.
Для того чтобы максимально упростить анализ удобно зафиксировать отношение масс лег-
чайших правосторонних нейтрино (MN2

/MN1
) = 10 и предположить, что |hN143| настолько

мала, что ей можно пренебречь, т.е. |hN143| � |hN142|. В свою очередь параметр η, опреде-
ляющий эффективность генерации лептонной и барионной асимметрий, зависит от массы
легчайшего правостороннего нейтрино MN1

и |hN141|. Предполагая, что ∆ϕ21 = π/4 и
значения |hN141| много больше |hN3ij|, т.е. |hN141|2 & 10−8, находим

log |η| ' −2 log |hN141| − 10.2 , log |ω| ' −2 log |hN141|+ 2 log |hN142| − 12.1 ,

где ω = ε1
1, `4

η. Результаты численного анализа также представлены на рис. 1.23. Получен-
ные результаты указывают на то, что η уменьшается с 10−2 до 10−4 по мере того как |hN141|
увеличивается от 10−4 до 10−3. При ∆ϕ21 = π/4 и |hN142| ∼ 0.1 феноменологически при-
емлемая барионная асимметрия отвечающая |ω| ∼ 10−7−10−6 может быть получена, если
|hN141| варьируется между 10−4 и 10−3. Причём, когда f̃αβ и fαβ существенно меньше 10−7,
образующаяся концентрация частиц горячей тёмной материи должна быть сопоставима по
порядку величины с концентрациями барионов и лептонов.
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Глава 2

Модели составного Хиггса и теории

Великого Объединения

2.1 E6 Теория Великого Объединения и E6МСХ

Имеющиеся в настоящее время экспериментальные данные не позволяют однозначно судить
о том является ли открытый в 2012 году бозон Хиггса элементарной или же составной части-
цей. В основу современных моделей составного Хиггса легли идеи, которые были предложе-
ны в 70-х [317] и 80-х годах [318] прошлого века. В этих моделях нарушение электрослабой
симметрии происходит динамически в отдельном секторе, который специально для этих це-
лей вводится в рассмотрение. Динамический характер нарушения электрослабой симметрии
предполагает, что по аналогии с квантовой хромодинамикой (КХД) на определённой шкале
энергий взаимодействия в данном секторе становятся достаточно сильными, что приводит
к образованию связанных состояний формирующих, в частности, SU(2)W дублет бозонов
Хиггса. В общем случае теории такого типа должны приводить к достаточно большим зна-
чениям константы λ в потенциале взаимодействия хиггсовских полей (1), что в свою очередь
отвечает достаточно тяжёлому бозону Хиггса с массой MH & v ' 246 ГэВ. С другой сто-
роны данные измерений соответствуют MH ' 125 − 126 ГэВ и λ ' 0.13. Относительно
небольшие значения параметра λ указывают на то, что в моделях составного Хиггса (МСХ)
SU(2)W дублет бозонов Хиггса может появляться в качестве набора псевдоголдстоуновских
состояний, который отвечает спонтанно нарушенной глобальной симметрии. Такой прибли-
жённой глобальной симметрией может обладать сектор, в котором генерируется нарушение
электрослабой симметрии. Возможность появления SU(2)W дублета бозонов Хиггса в ка-
честве набора псевдоголдстоуновских состояний обсуждалась в рамках различных моделей
[319]–[321].

В качестве псевдоголдстоуновского состояния бозон Хиггса может появляться в моде-
лях с дополнительными измерениями [320]–[321]. Используя соответствие, устанавливающее
связь между теориями в пространстве анти-деСиттера (AdS) и конформно–инвариантными
теориями поля (CFT), так называемое AdS/CFT-соответствие, была установлена дуальность
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между упомянутыми выше моделями с дополнительными измерениями и четырёхмерными
МСХ, при которой первые (ненулевые) моды в разложении Калуцы–Клейна ассоциируются
с связанными состояниями, которые образуются на шкале f [320]–[323]. Другими словами,
эти два очень разных класса моделей описывают одну и ту же реальность. Четырёхмерные
МСХ, возникающие при таком рассмотрении, включают в себя сектор слабовзаимодейству-
ющих частиц, к числу которых относят фермионы и векторные бозоны СМ, а также сектор
полей, который приводит к образованию связанных состояний, к которым, в частности, отно-
сится бозон Хиггса. Поля из первого сектора взаимодействуют с операторами, включающими
поля второго. В результате при низких энергиях фермионы (бозоны) СМ представляют собой
суперпозицию элементарных фермионных (бозонных) состояний первого сектора и связан-
ных фермионных (бозонных) состояний, которые образуются благодаря сильным взаимо-
действиям во втором секторе [323, 324]. В рамках данных МСХ константы взаимодействия
фермионов (бозонов) СМ с бозоном Хиггса определяются примесью составных фермионов
(бозонов) в рассматриваемых состояниях СМ. Например, для юкавских констант верхних и
нижних кварков СМ (yuij и ydij), находим

yuij = siqY
u
ijs

j
u , ydij = siqY

d
ijs

j
d , (2.1)

где индексы i, j = 1, 2, 3 отвечают разным поколениям кварков, Y u
ij и Y d

ij — эффективные
юкавские константы взаимодействия хиггсовкого поля с связанными состояниями, которые
имеют те же квантовые числа, что и верхние и нижние кварки СМ (т.е. составные парт-
нёры верхних и нижних кварков). В выражениях (2.1) sju и sjd отвечают примесям состав-
ных партнёров правосторонних верхних и нижних кварков в соответствующих состояниях
СМ, тогда как siq соответствуют примесям составных партнёров в состояниях левосторонних
кварков. Взаимодействие между полями из двух разных секторов явным образом наруша-
ет глобальную симметрию, в результате спонтанного нарушения которой, как ожидается,
появляются псевдоголдстоуновские хиггсовские состояния. По этой причине учёт петлевых
поправок должен с неизбежностью приводить к генерации эффективного потенциала вза-
имодействия хиггсовских полей. Так как вклад петлевых поправок, как правило, подавлен
фактором 1/(4π)2, можно ожидать, что в эффективном хиггсовском потенциале λ� 1.

Наблюдаемая иерархия масс в кварковом и лептонном секторах СМ может быть воспро-
изведена в рамках МСХ, если примеси составных партнёров в состояниях СМ, отвечающих
первому и второму поколениям фермионов, достаточно малы. Малое смешивание между по-
лями двух разных секторов позволяет также подавить нейтральные токи с изменением аро-
мата и модификации констант взаимодействияW и Z с лёгкими фермионами СМ [323, 325].
Таким образом, схему, описанную выше, можно рассматривать в качестве обобщения ГИМ
механизма в СМ, который был предложен в 1970 г. в работе Глэшоу, Илиопулоса и Майяни
[326]. В то же самое время, так как t кварк является достаточно тяжёлой частицей, то и
правосторонний t кварк и левосторонний t кварк (tc и t) должны иметь достаточно замет-
ную примесь составных партнёров данных состояний. Поскольку данные измерений, такие
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как Z → bb̄, указывают на то, что левосторонний b кварк и, как следствие, левосторонний
t кварк могут иметь лишь весьма ограниченную примесь их составных партнёров, можно
ожидать, что правосторонний t кварк (tc) должен быть практически полностью составным
состоянием.

Если tc является составным состоянием, то такие МСХ могут приводить к приближённо-
му объединению калибровочных констант СМ при сверхвысоких энергиях [327]. Например,
такое происходит, когда все составные состояния образуют полные представления группы
SU(5), а сектор слабовзаимодействующих элементарных частиц включает в себя следую-
щий набор состояний [94]

(qi, d
c
i , `i, e

c
i) + ucα + q̄ + d̄c + ¯̀+ ēc + η , (2.2)

где α = 1, 2 и i = 1, 2, 3. В выражении (2.2) qi и `i отвечают дублетам левосторонних
кварков и лептонов; ucα, d

c
i и eci соответствуют правосторонним верхним и нижним квар-

кам, а также правосторонним заряженным лептонам. Состояния q̄, d̄c, ¯̀ и ēc в формуле
(2.2) имеют SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y квантовые числа противоположные тем, которые
имеют в СМ дублеты левосторонних кварков, правосторонние нижние кварки, дублеты лево-
сторонних лептонов и правосторонние заряженные лептоны соответственно. Дополнительное
фермионное состояние η, непринимающее участия в SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y взаимодей-
ствиях, включено в рассмотрение для того, чтобы гарантировать получение приемлемого с
феноменологической точки зрения спектра частиц в рассматриваемых МСХ. Данные модели
также предполагают, что в секторе, в котором происходит динамическое нарушение электро-
слабой симметрии, формируются составные фермионные состояния образующие 10+5+1

мультиплеты SU(5). Ожидается, что взаимодействие этих фермионов с q̄, d̄c, ¯̀, ēc и η
приводит к образованию массивных фермонных состояний. Единственным исключением яв-
ляются компоненты 10–плета, отвечающие составному tc, которые становятся массивными
только после нарушения SU(2)W × U(1)Y симметрии.

Используя однопетлевые уравнения ренормгруппы, нетрудно определить значениеα3(MZ),
при котором можно добиться точного совпадения калибровочных констант СМ при сверх-
высоких энергиях в рассматриваемых МСХ

1

α3(MZ)
=

1

b1 − b2

[
b1 − b3

α2(MZ)
− b2 − b3

α1(MZ)

]
, (2.3)

где bi — однопетлевые β–функции, а значения i = 1, 2, 3 соответствуют U(1)Y , SU(2)W и
SU(3)C взаимодействиям. Так как все составные состояния образуют полные SU(5) муль-
типлеты, они дают одинаковый вклад в однопетлевые β–функции, оставляя неизменным
(bi − bj) в однопетлевом приближении. В случае, когда сектор слабовзаимодействующих
элементарных частиц включает в себя состояния (2.2), и при значениях α(MZ) = 1/127.9

и sin2 θW = 0.231 точного совпадения калибровочных констант СМ при сверхвысоких
энергиях можно добиться при α3(MZ) ' 0.109 [94]. Хотя данное значение α3(MZ) зна-
чительно ниже измеренного значения соответствующей константы взаимодействия, полу-
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ченный результат указывает на то, что МСХ с составным tc могут приводить к прибли-
жённому объединению калибровочных констант СМ. Более того было показано, что учёт
поправок более высокого порядка может существенно сблизить значения αi(t) на шкале
MX ∼ 1015 − 1016 ГэВ в этих моделях [327]–[329].

В этой связи интересно исследовать, каким образом нарушение калибровочной симмет-
рии в ТВО может приводить к МСХ с составным tc. Здесь мы ограничимся рассмотрением
простейших МСХ, которые могут появляться в качестве низкоэнергетического предела E6

теорий Великого Объединения (E6МСХ). В этих ТВО слабовзаимодействующие элементар-
ные фермионы являются компонентами фундаментальных представлений группы E6, т.е.
27–плетов 27i. Для того чтобы подавить процессы с нарушением либо лептонного либо бари-
онного числа мы будем предполагать, что эффективный низко–энергетический лагранжиан
E6МСХ с достаточно хорошей точностью инвариантен по отношению к глобальным преоб-
разованиям U(1)B и U(1)L симметрий, отвечающих сохранению барионного и лептонного
чисел соответственно. Это позволяет, в частности, избежать слишком быстрого распада про-
тона, а также генерации слишком больших майорановских масс левосторонних нейтрино.
Инвариантность по отношению к преобразованиям U(1)B и U(1)L симметрий в случае
E6МСХ предполагает, что слабовзаимодействующие кварковые и лептонные поля с различ-
ными барионными и лептонными числами принадлежат различным 27–плетам. Причём все
остальные компоненты этих 27–плетов должны приобретать массы порядка шкалыMX , где
E6 нарушается до калибровочной группы СМ. Соответствующее расщепление масс между
компонентами одного и того же 27–плета можно получить в рамках ТВО с дополнительными
пространственными измерениями [94].

Рассмотрим N = 1 СУСИ ТВО в шестимерном пространстве. Будем предполагать, что
E6МСХ возникает в качестве низкоэнергетического предела ТВО с E6 × G0 калибровоч-
ной симметрией. Вблизи шкалы MX калибровочные группы E6 и G0 нарушаются до их
подгрупп SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y и G соответственно. Слабовзаимодействующие эле-
ментарные частицы участвуют только в E6 взаимодействиях, тогда как поля из сектора, ко-
торый приводит к динамическому нарушению электрослабой симметрии, могут принимать
участие во взаимодействиях отвечающих как E6 так и G0 калибровочным группам. Для
того чтобы получить необходимое расщепление масс между компонентами соответствующих
27–плетов будем предполагать, что все кварковые и лептонные поля являются компонен-
тами шестимерных 27 супермультиплетов группы E6. Рассмотрим компактификацию двух
дополнительных измерений на тор с радиусами R5 и R6, которые определяются шкалой
MX . При этом оба дополнительных измерения y(= x5) и z(= x6) являются компактными,
т.е. y ∈ (−πR5, πR5] и z ∈ (−πR6, πR6].

В этом разделе будет рассматриваться СУСИ ТВО с компактификацией двух дополни-
тельных измерений на орбифолд T 2/(Z2 × ZI

2 × ZII
2 ). Симметрии Z2, ZI

2 и ZII
2 пред-

ставляют собой зеркальные отражения. Преобразованиям Z2 симметрии соответству-
ют y → −y и z → −z. Преобразованиям ZI

2 симметрии отвечают y′ → −y′ и z → −z,
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где y′ = y − πR5/2. При преобразованиях ZII
2 симметрии дополнительные координаты y

и z преобразуются следующим образом y → −y и z′ → −z′, где z′ = z − πR6/2. Ком-
пактификация на орбифолд T 2/(Z2×ZI

2 ×ZII
2 ) предполагает существование следующих

фиксированных точек: (0, 0), (πR5/2, 0), (0, πR6/2) и (πR5/2, πR6/2). Инвариантность
шестимерных ТВО по отношению к преобразованиям Z2, ZI

2 и ZII
2 симметрий позволяет

свести рассмотрение дополнительных компактных измерений к части пространства соответ-
ствующей прямоугольнику, y ∈ [0, πR5/2] и z ∈ [0, πR6/2], с четырьмя четырёхмерными
стенками (бранами), расположенными вблизи фиксированных точек.

Каждой из дискретных симметрий Z2, ZI
2 и ZII

2 отвечает определённая чётность P ,
P I и P II . Компоненты шестимерного 27 супермультиплета Φ̂, который содержит два 4D

N = 1 супермультиплета Φ и Φ с противоположными квантовыми числами, преобразуются
при преобразованиях Z2, ZI

2 и ZII
2 симметрий следующим образом:

Φi(x,−y,−z) = PiiΦi(x, y, z) , Φi(x,−y,−z) = −PiiΦi(x, y, z) ,

Φi(x,−y′,−z) = P I
iiΦi(x, y

′, z) , Φi(x,−y′,−z) = −P I
iiΦi(x, y

′, z) ,
Φi(x,−y,−z′) = P II

ii Φi(x, y, z
′) , Φi(x,−y,−z′) = −P II

ii Φi(x, y, z
′) ,

(2.4)

где P , P I и P II представляют собой диагональные матрицы с собственными значениями
±1, которые действуют на компоненты фундаментального представления группы E6. Опе-
раторы P , P I и P II можно представить в виде (1.79). При этом удобно выбрать

∆ =

(
0, 0, 0,

1

2
, 0, 0

)
, ∆I =

(
1

2
,

1

2
,

1

2
,

1

2
,

1

2
, 0

)
,

∆II =

(
1

2
,

1

2
,

1

2
, 0,

1

2
, 0

)
,

(2.5)

что соответствует трансформационным свойствам компонент фундаментального представле-
ния группы E6, представленным в таблице 2.1. Самосогласованность рассматриваемой ТВО
предполагает, что лагранжиан модели инвариантен по отношению к преобразованиям Z2,
ZI

2 и ZII
2 симметрий.

Q dc uc L ec N c Hu Hd D D S

Z2 + − + − + − + − + − −
ZI

2 − + + − + + − − + + +

ZII
2 − − + + + − − + + − −

ZIII
2 + + + + + + + + + + +

Таблица 2.1: Трансформационные свойства компонент фундаментального представления
группы E6 c σ = σI = σII = σIII = +1.

Компоненты шестимерных векторных суперполей, отвечающих E6 калибровочным вза-
имодействиям, которые включают в себя 4D N = 1 векторный супермультиплет и 4D

N = 1 киральный супермультиплет, преобразуются при преобразованиях Z2, ZI
2 и ZII

2
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симметрий следующим образом:

V (x,−y,−z) = PV (x, y, z)P−1, Σ(x,−y,−z) = −PΣ(x, y, z)P−1, (2.6)

V (x,−y′,−z) = P IV (x, y′, z)(P I)−1, Σ(x,−y′,−z) = −P IΣ(x, y′, z)(P I)−1,

V (x,−y,−z′) = P IIV (x, y, z′)(P II)−1, Σ(x,−y,−z′) = −P IIΣ(x, y, z′)(P II)−1.

В выражениях (2.6) V (x, y, z) = V A(x, y, z)TA, Σ(x, y, z) = ΣA(x, y, z)TA, а TA —
полный набор генераторов группы E6. Так как различные компоненты шестимерных супер-
мультиплетов преобразуются по–разному по отношению к преобразованиям отражения Z2,
ZI

2 и ZII
2 , калибровочная E6 симметрия оказывается нарушенной.

На бране O, расположенной вблизи фиксированной точки y = z = 0, отвечающей
Z2 симметрии, E6 калибровочная симметрия нарушена до SU(6)× SU(2)N . Это следует
из трансформационных свойств компонент шестимерного 27 супермультиплета (см. данные,
приведённые в таблице 2.1). Фундаментальное представлениеE6 образует два представления
SU(6)× SU(2)N группы

27→ (15, 1) + (6, 2) , (2.7)

где величины, указанные в скобках, отвечают SU(6) и SU(2)N представлениям. Представ-
ление (6, 2) включает в себя два SU(3)C триплета dc и D, два SU(2)W дублета L и Hd,
а также суперполя N c и S, которые не участвуют в SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y вза-
имодействиях. В рассматриваемом случае калибровочная группа СМ является подгруппой
SU(6), а все SU(2)N калибровочные бозоны образуют нейтральные состояния. Как сле-
дует из таблицы 2.1 при преобразованиях Z2 симметрии все состояния образующие (6, 2)

представление изменяют знак, в то время как остальные компоненты фундаментального
представления E6, которые образуют SU(6) представление (15, 1), остаются неизменны-
ми. Это указывает на то, что E6 калибровочная симметрия нарушена до SU(6)×SU(2)N .
Далее будет предполагаться, что сектор, в котором происходит динамическое нарушение
электрослабой симметрии, локализован на бране O.

Трансформационные свойства компонент шестимерного 27 супермультиплета, соответ-
ствующие ZI

2 симметрии, указывают на то, что на бране OI , расположенной в окрестности
фиксированной точки (πR5/2, 0) калибровочная E6 симметрия нарушена до SU(6)′ ×
SU(2)W . В самом деле, как следует из таблицы 2.1 все SU(2)W дублетные компоненты
фундаментального представленияE6, отвечающие (6, 2) представлению SU(6)′×SU(2)W
группы, изменяют знак, тогда как все остальные компоненты 27–плета, образующие анти-
симметричный тензор 2–го ранга (15, 1) группы SU(6)′, остаются неизменными. В этом
случае SU(3)C калибровочная группа является подгруппой SU(6)′. Для того чтобы в рам-
ках рассматриваемой ТВО произошло нарушение E6 до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y мы
будем предполагать, что две пары супермультиплетов (15, 1) и (15, 1) группы SU(6)′

локализованы на бране OI .
E6 симметрия также нарушена на бране OII , которая располагается вблизи фиксиро-

ванной точки (0, πR6/2), соответствующей преобразованиям ZII
2 симметрии. Трансфор-
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мационные свойства компонент шестимерного 27 супермультиплета, представленные в таб-
лице 2.1, таковы, что 16 компонент 27–плета, т.е.Q, dc,N c,Hu,D и S, изменяют знак при
соответствующих преобразованиях, в то время как другие 11 (10 + 1) компонент остают-
ся неизменными. Так как рассматриваемый механизм нарушения симметрии не приводит к
уменьшению ранга калибровочной группы, локальная E6 симметрия на бране OII должна
быть нарушена до SO(10)′×U(1)′. Действительно, упомянутые выше 16 компонент шести-
мерного 27 супермультиплета образуют спинорное представление группы SO(10)′. Другие
10 компонент uc, L, Hd и D образуют векторное представление группы SO(10)′, а ec

является синглетным (тривиальным) представлением SO(10)′. SU(3)C и SU(2)W калиб-
ровочные группы являются подгруппами SO(10)′. Стоит отметить, что обычная SO(10)

и SO(10)′ являются различными подгруппами E6. В частности, спинорные представления
SO(10) и SO(10)′ образуются различными компонентами фундаментального представле-
ния E6. В дальнейшем будет предполагаться, что на бране OII локализованы N = 1 ки-
ральный супермультиплет, отвечающий присоединенному представлению группы SO(10)′,
а также три пары суперполей с квантовыми числами eci и e

c
i .

Q dc uc L ec N c Hu Hd D D S
√

24Q′i 1 1 −2 −2 4 1 1 −2 −2 1 1
√

24Q̃i 1 −1 2 0 0 3 −3 0 −2 −1 3

Таблица 2.2: U(1)′ и Ũ(1) заряды (Q′i и Q̃i) различных компонент 27–плета.

Наряду с тремя бранами, упомянутыми выше, рассматриваемая ТВО предполагает на-
личие четвёртой браны OIII , которая располагается в окрестности точки с координатами
(πR5/2, πR6/2). ZIII

2 симметрия, которая ассоциируется с этой браной, образуется в ре-
зультате комбинации трёх других дискретных симметрий Z2, ZI

2 и ZII
2 . По этой причине

P III = P P I P II . Используя трансформационные свойства компонент шестимерного 27

супермультиплета по отношению к преобразованиям Z2, ZI
2 и ZII

2 симметрий, можно по-
казать, что P III является единичной матрицей. Другими словами на бране OIII калибро-
вочная E6 симметрия остаётся ненарушенной. Далее мы будем предполагать, что на бране
OIII локализованы два N = 1 киральных супермультиплета, отвечающих фундаменталь-
ному представлению группы E6.

В конечном итоге рассматриваемый выше механизм нарушения E6 симметрии приводит
к тому, что E6 нарушается до SU(4)′×SU(2)W ×SU(2)N×U(1)′, где SU(4)′ является
подгруппой SO(10)′, SU(6)′ и SU(6) групп. Действительно, P , P I и P II одновременно
коммутируют только с генераторами SU(4)′ × SU(2)W × SU(2)N × U(1)′ подгруппы
E6. При этом SU(3)C калибровочная группа является подгруппой SU(4)′.

Как следует из данных, приведённых в таблице 2.1, шестимерные 27 супермультиплеты
содержат как чётные так и нечётные компоненты по отношению к преобразованиям отра-
жения Z2, ZI

2 и ZII
2 . В то же самое время только компоненты, которые являются чётными

по отношению ко всем преобразованиям отражения имеют безмассовые нулевые моды, ко-
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торые могут появляться в эффективной четырёхмерной теории при энергиях E � MX .
Все остальные компоненты шестимерных 27 супермультиплетов приобретают массы поряд-
ка MX . В секторе слабовзаимодействующих элементарных частиц состояния ucα, e

c
i и ēc

могут возникать в четырёхмерных моделях в качестве безмассовых нулевых мод шестимер-
ных суперполей с квантовыми числами

Φ̂u
i = (27, +, +, +, +) , Φ̂u

i = (27, −, −, −, −) ,

Φ̂e
i = (27, +, +, +, +) , Φ̂e

i = (27, −, −, −, −) ,
(2.8)

где величины, указанные в скобках, отвечают представлению группы E6, а также чётностям
шестимерных 27 супермультиплетов σ, σI , σII и σIII (см. выражения (1.79)). В формулах
(2.8) i = 1, 2, 3. Чётности шестимерных супермультиплетов Φ̂u

i выбраны таким образом,
чтобы компоненты uci , e

c
i и Di киральных супермультиплетов Φu

i были бы чётными по от-
ношению ко всем преобразованиям отражения. Только эти компоненты имеют безмассовые
нулевые моды в разложении Калуцы-Клейна. Поскольку чётности киральных супермульти-
плетов Φu

i и Φ
u
i противоположны, нулевые моды в разложении Φ

u
i не возникают. С другой

стороны в случае Φ̂u
i только компоненты, которые имеют квантовые числа противополож-

ные uci , e
c
i и Di, приводят к безмассовым нулевым модам в разложении Калуцы-Клейна.

Точно такие же нулевые моды возникают при разложении Φ̂e
i и Φ̂e

i .
Далее будет предполагаться, что одна из компонент присоединенного представления ϕ

группы SO(10)′, локализованого на бране OII , которая отвечает генератору Ũ(1) под-
группы SO(10)′ (см. таблицу 2.2), приобретает вакуумное среднее, ϕ0 . MX , нарушая
SU(4)′×SU(2)W×SU(2)N×U(1)′ калибровочную симметрию до SU(3)C×SU(2)W×
SU(2)N × Ũ(1) × U(1)′. При взаимодействии данной компоненты с супермультиплета-
ми Φ̂e

i и Φ̂e
i нулевые моды uci , Di и соответствующие им состояния с противоположными

квантовыми числами приобретают большие массы (∼ ϕ0), а суперполя eci и eci остаются
безмассовыми. Супермультиплет ϕ может взаимодействовать только с компонентами Φ̂e

i и
Φ̂e
i , если, например, существует дискретная Zu

2 симметрия, запрещающая соответствующее
взаимодействие ϕ с другими шестимерными 27 супермультиплетами. Так как супермуль-
типлет ϕ локализован на бране OII , он практически не взаимодействует с суперполями на
бране O. По этой причине глобальная SU(6) × SU(2)N симметрия в секторе, в котором
генерируется нарушение электрослабой симметрии, может остаться ненарушенной.

Взаимодействие Φ̂u
i с тремя суперполями eci , локализованными на бране OII , в общем

случае приводит к тому, что eci и соответствующие нулевые моды в разложении Φ̂u
i приобре-

тают массы порядкаMX . Причём суперполя eci могут взаимодействовать только с Φ̂u
i из–за

того, что некоторая дискретная симметрия Ze
2 запрещает соответствующие взаимодействия

eci со всеми остальными шестимерными 27 супермультиплетами. Аналогично, взаимодей-
ствие трёх суперполей eci с Φ̂u

i приводит к генерации масс eci и соответствующих нулевых
мод в разложении Φ̂u

i . В результате в разложении шестимернх супермультиплетов Φ̂u
i и Φ̂u

i

безмассовыми остаются нулевые моды uci ,Di, а также состояния, имеюшие квантовые числа
противоположные uci и Di.
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Cостояния qi, dci , q̄ и d̄c в секторе слабовзаимодействующих элементарных частиц (2.2)
могут появиться в четырёхмерных моделях в качестве безмассовых нулевых мод шестимер-
ных 27 супермультиплетов с квантовыми числами

Φ̂q
i = (27, +, −, −, +) , Φ̂q

i = (27, −, +, +, −) ,

Φ̂d
i = (27, −, +, −, +) , Φ̂d

i = (27, +, −, +, −) .
(2.9)

Нетрудно убедиться, что компоненты Qi и Hu
i супермультиплетов Φ̂q

i , компоненты Qi и
Hu

i супермультиплетов Φ̂q
i , а также компоненты dci , N

c
i , Di и Si супермультиплетов Φ̂d

i

и компоненты с противоположными квантовыми числами супермультиплетов Φ̂d
i являются

чётными по отношению ко всем преобразованиям отражения и имеют безмассовые нулевые
моды. Наконец, состояния `i и ¯̀могут возникнуть в секторе слабовзаимодействующих полей
(2.2) в качестве нулевых мод следующих шестимерных 27 супермультиплетов:

Φ̂`
i = (27, −, −, +, +) , Φ̂`

i = (27, +, +, −, −) . (2.10)

Действительно, компоненты Li и Hd
i супермультиплетов Φ̂`

i , а также компоненты Li и Hd
i

супермультиплетов Φ̂`
i являются чётными по отношению к преобразованиям Z2, ZI

2 и ZII
2

симметрий и по этой причине имеют безмассовые нулевые моды.
Таким образом, при энергиях E . ϕ0 шестимерные супермультиплеты Φ̂u

i , Φ̂e
i , Φ̂q

i , Φ̂d
i ,

Φ̂`
i , Φ̂

u
i , Φ̂

e
i , Φ̂

q
i , Φ̂

d
i и Φ̂`

i приводят к набору безмассовых нулевых мод, которые образуют три
парыN = 1 киральных 27 и 27 супермультиплетов. Для того чтобы полностью воспроизве-
сти набор состояний в секторе слабовзаимодействующих полей (2.2) будем предполагать, что
в результате взаимодействия двух 27 с двумя 27–плетами, которые локализованы на бране
OIII , соответствующие состояния приобретают массы порядка M0 . ϕ0. Также предполо-
жим, что компоненты N c и N c пары супермультиплетов 15 и 15, а также компоненты S и
S другой пары супермультиплетов 15 и 15, которые локализованы на бране OI , приобрета-
ют вакуумные средние, которые несколько меньше M0 и ϕ0. Вакуумные средние N c и N c

нарушают SU(3)C ×SU(2)W ×SU(2)N × Ũ(1)×U(1)′ калибровочную симметрию до
SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)N . В свою очередь вакуумные средние S и S нару-
шают SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y × U(1)N до калибровочной группы СМ. Вакуумные
средние N c и S генерируют массовые члены для нулевых мод, отвечающих компонентам
27–плетаHu

i иHd
i ,Di иDi, а также Si и N c

i . В то же самое время вакуумные средние N c

и S позволяют приобрести массы нулевым модам с противоположными квантовыми числа-
ми, которые соответствуют компонентам 27 супермультиплета. Ожидается, что компоненты
двух пар супермультиплетов 15 и 15 группы SU(6)′, локализованные на бране OI , имеют
массы существенно меньшие, чемM0 и ϕ0. Поскольку компоненты этих супермультиплетов
не взаимодействуют непосредственно с полями, которые локализованы на бране O, глобаль-
ная SU(6)×SU(2)N симметрия в секторе, в котором происходит нарушение электрослабой
симметрии, может остаться ненарушенной.

В принципе SU(2)N симметрия может быть спонтанно нарушена на бране O. В этом
случае вакуумные средние N c, S, N c и S нарушают оставшуюся калибровочную симмет-
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рию до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y и генерируют упомянутые выше массовые члены в
лагранжиане рассматриваемой модели.

Наконец, на шкалеMS , которая может быть на один или два порядка нижеMX ,N = 1

СУСИ может быть полностью нарушена. Как следствие, скалярные компоненты всехN = 1

киральных супермультиплетов и фермионные компоненты N = 1 векторных супермульти-
плетов приобретают массы порядка MS . Далее мы будем предполагать, что вблизи шка-
лыMS все фермионные компоненты нулевых мод, отвечающих шестимерным супермульти-
плетам Φ̂u

3 и Φ̂u
3 , также становятся массивными. Состояние η, которое включено в сектор

слабовзаимодействующих элементарных частиц для того, чтобы гарантировать получение
приемлемого с феноменологической точки зрения спектра частиц в E6МСХ, может возник-
нуть, например, в качестве нулевой моды шестимерного супермультиплета, непринимающего
участия в E6 калибровочных взаимодействиях, т.е.

Φ̂η
i = (1, +, +, +, +) . (2.11)

В результате полностью воспроизводится набор состояний в секторе слабовзаимодействую-
щих полей (2.2).

Самосогласованность рассматриваемой шестимерной ТВО предполагает сокращение всех
аномалий. Шестимерные аномалии [222], [225]–[226], которые генерируются за счёт четырёх-
угольных диаграмм, определяются следом четырёх генераторов калибровочной группы. Как
уже отмечалось в разделе 1.2 в этом следе можно выделить нефакторизуемую часть, соот-
ветствующую неприводимым аномалиям, и часть, которая может быть сведена к произведе-
нию следов двух генераторов, т.е. факторизуемый вклад, отвечающий приводимым анома-
лиям. В случае шестимерной ТВО с E6 калибровочной симметрией неприводимые аномалии
автоматически сокращаются [225]–[226]. Приводимые аномалии могут быть сокращены по-
средством механизма, предложенного в работе [227]. Для обеспечения самосогласованности
теории необходимо, чтобы все четырёхмерные аномалии [224], отвечающие фиксированным
точкам, также сокращались. Данные аномалии ассоциируются с ненарушенной калибровоч-
ной симметрией в окрестности этих точек. Было показано, что сокращение аномалий вблизи
фиксированных точек происходит, когда сумма соответствующих вкладов всех нулевых мод,
локализованных в окрестности рассматриваемой фиксированной точки, зануляется [221]–
[222]. В рассматриваемой ТВО трансформационные свойства шестимерных 27 супермульти-
плетов таковы, что моды КК разложения, локализованные на бранах вблизи фиксированных
точек, всегда образуют пары N = 1 супермультиплетов с противоположными квантовыми
числами, а вклад в аномалии двух 27–плетов, которые локализованы на бране OIII , зануля-
ется. Благодаря этому аномалии, отвечающие фиксированным точкам, также сокращаются.

В рассматриваемой ТВО с дополнительными пространственными измерениями калибро-
вочные константы СМ могут не совпадать вблизи шкалы MX . Как обсуждалось в разделе
1.2, это может быть обусловлено поправками к калибровочным константам, которые соот-
ветствуют вкладам кинетических членов калибровочных полей, локализованных на бранах,
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где E6 симметрия нарушается. Хотя, как ожидается, вклад этих поправок не является доми-
нирующим, различия между αi(MX) могут быть достаточно заметными. Так как рассмат-
риваемая ТВО не предполагает точного равенства калибровочных констант СМ на шкале
MX , значение этой шкалы может быть существенно больше 1016 ГэВ.

2.2 Симметрии и генерация масс фермионов в E6МСХ

Анализ, проведённый в предыдущем разделе, указывает на то, что в E6МСХ при сверхвы-
соких энергиях сектор, в котором генерируется нарушение электрослабой симметрии, может
обладать SU(6)× SU(2)N глобальной симметрией, тогда как E6 калибровочная симмет-
рия нарушается до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y . Это обусловлено тем, что поля данного
сектора локализованы на бране O, где E6 → SU(6)×SU(2)N , и крайне слабо взаимодей-
ствуют с полями, которые локализованы на других бранах. SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y
взаимодействия нарушают SU(6) глобальную симметрию. Тем не менее, если калибровоч-
ные константы, характеризующие взаимодействия полей в секторе, локализованном на бране
O, существенно больше калибровочных констант СМ, то SU(6) может оставаться прибли-
жённой симметрией этого сектора даже при E ∼ 10ТэВ. Для того чтобы упростить анализ
E6МСХ, далее будет предполагаться, что при низких энергиях глобальная SU(2)N симмет-
рия полностью нарушена и лагранжиан сектора, в котором генерируется нарушение электро-
слабой симметрии, инвариантен только по отношению к преобразованиям группы SU(6).

В этой связи следует отметить, что в рамках минимальной модели составного Хиггса
(ММСХ) предполагается, что сектор, приводящий к нарушению SU(2)W ×U(1)Y симмет-
рии, обладает SO(5) глобальной симметрией, которая нарушается до SO(4) на шкале f
[321] (см. также обзор [330]). SU(2)cust симметрия, которая является подгруппой SO(4),
т.е. SU(2)cust ⊂ SO(4) ∼= SU(2)W × SU(2)R [331], позволяет подавить вклад поправок
к параметру T̂ [332]. Имеющиеся экспериментальные данные накладывают весьма жёсткие
ограничения на значения этого параметра [333]. В рамках МСХ вклад новых состояний в
электрослабые наблюдаемые (т.е параметры Ŝ, T̂ и т.д.) и константу взаимодействия Z
бозона с левосторонними b–кварками был проанализирован в работах [328], [334]–[341]. В
частности, экспериментальные ограничения на значение параметра |Ŝ| . 0.002 приводят
к нижнему ограничению на mρ = gρf & 2.5ТэВ, где mρ отвечает шкале масс резонан-
сов с единичным спином (составных партнёров калибровочных бозонов СМ и т.д.), а gρ —
константа, характеризующая взаимодействия этих резонансов [321].

Ещё более жёсткие ограничения на f следуют из наблюдаемого подавления нейтраль-
ных токов с изменением аромата в случае произвольных матриц Y u

ij и Y d
ij . Ограничения

на параметры МСХ, которые являются следствием ненаблюдения процессов, сопровожда-
ющихся нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном секто-
рах, исследовались в работах [339]–[344] и [344]–[347] соответственно. Анализ ограничений,
обусловленных эффектами CP–нарушения в системе каонов [339]–[340], [342]–[343], а также

185



следующих из измерений электрического дипольного момента электрона и вероятности пе-
рехода µ→ eγ [346], показал, что в наиболее общем случае f & 10ТэВ. Большие значения
f указывают на высокую степень тонкой настройки параметров МСХ, необходимую для по-
лучения бозона Хиггса с массой 125 ГэВ. В первом приближении степень тонкой настройки
в МСХ определяется отношением ξ = v2/f 2. В МСХ с дополнительными глобальными
симметриями нижнее ограничение на f может быть существенно меньше [338]–[339], [342],
[344]–[345], [348]. Например, в МСХ с симметрией аромата U(2)3 = U(2)q×U(2)u×U(2)d,
при которой первое и второе поколения кварков преобразуются как U(2)i дублеты, а тре-
тье поколение кварков — как U(2)i синглеты, процессы в системах нейтральных каонов и
B-мезонов, обусловленные новой физикой, могут быть достаточно сильно подавлены даже
при mρ ∼ 3ТэВ, что отвечает значениям f � 10ТэВ [344]–[345]. В последние годы МСХ
изучались в контексте физики Хиггса [336]–[337], [349]–[352], объединения калибровочных
констант [353], тёмной материи [328]–[329], [350], [354] и коллайдерной феноменологии [335]–
[336], [338], [342], [345], [352], [355]. Неминимальные модели составного Хиггса исследовались
в работах [328]–[329], [349]–[350], [354], [356].

Cектор, в котором генерируется нарушение электрослабой симметрии в E6МСХ, не об-
ладает SU(2)cust симметрией. По этой причине абсолютное значение параметра T должно
быть порядка [328]

|T̂ | ∼ ξ =
v2

f 2
. (2.12)

Так как результаты измерений электрослабых наблюдаемых предполагают, что |T̂ | . 0.002,
выражение (2.12) приводит к жёсткому нижнему ограничению на шкалу f & 5−6ТэВ1, где
происходит нарушение SU(6) симметрии. Хотя для адекватного подавления процессов, со-
провождающихся нейтральными переходами с изменением аромата, необходимы существен-
но большие значения f , т.е. f & 10ТэВ, подавление нейтральных токов с изменением
аромата может быть также получено в результате введения U(2)3 симметрии аромата, т.е.
точно так же как и в других МСХ. Здесь и далее будет предполагаться, что f & 5−10ТэВ.
Это означает, что высокая степень тонкой настройки параметров E6МСХ (∼ 0.1− 0.01%)
необходима, чтобы получить измеренное значение массы бозона Хиггса. Соответствующая
тонкая настройка реализуется при сокращении двух вкладов, которые входят в выражение
для массы Хиггса с противоположными знаками [329]. Один из этих вкладов отвечает экзо-
тическим фермионам, а другой — составным партнёрам калибровочных бозонов СМ.

В самом общем случае новые взаимодействия в секторе, в котором генерируется наруше-
ние SU(2)W ×U(1)Y симметрии, могут приводить к процессам с нарушением барионного
и лептонного квантовых чисел. Например, благодаря непертурбативных эффектам в этом
секторе и смешиванию между слабовзаимодействующими элементарными состояниями и их
составными партнёрами могут появляться четырехфермионные операторы, приводящие к
распаду протона. Подавление процессов, связанных с наличием таких операторов, может

1Несколько более слабое ограничение на f было получено в работе [357].
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быть обусловлено большими значениями шкалы f и малыми углами смешивания фермионов
первого и второго поколений с их составными партнёрами. При f ∼ 5 − 10ТэВ соответ-
ствующего подавления недостаточно для того, чтобы избежать слишком быстрого распада
протона. Аналогично, наличие операторов размерности пять `i`jHH/f , гдеH — SU(2)W
дублет бозонов Хиггса, генерирует майорановские массы левосторонних нейтрино, которые
много больше 0.1 эВ.

В рамках МСХ появления упомянутых выше операторов можно избежать, если лагран-
жиан сектора, приводящего к нарушению SU(2)W × U(1)Y симметрии, инвариантен по
отношению к преобразованиям U(1)B и U(1)L глобальных симметрий, отвечающих сохра-
нению барионного и лептонного зарядов. Барионное и лептонное квантовые числа долж-
ны сохраняться с высокой точностью и в секторе слабовзаимодействующих элементар-
ных частиц. В частности, смешивание между слабовзаимодействующими элементарными
состояниями и их составными партнёрами, которое в E6МСХ нарушает SU(6) глобальную
симметрию, не должно нарушать SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y , а также глобальные U(1)B
и U(1)L симметрии. Другими словами, в области низких энергий сектор, генерирующий на-
рушение электрослабой симметрии в E6МСХ, должен обладать глобальной U(1)B×U(1)L
симметрией, а полный лагранжиан E6МСХ должен быть с достаточно высокой точностью ин-
вариантен по отношению к преобразованиям SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y×U(1)B×U(1)L
симметрии. В рамках ТВО с E6 × G0 калибровочной симметрией U(1)B и U(1)L могут
быть подгруппами G0 группы. На бране O, где локализованы поля сектора, приводящего к
нарушению электрослабой симметрии, G0 может нарушаться таким образом, что U(1)B и
U(1)L остаются ненарушенными. Как следствие, лагранжиан данного сектора оказывается
инвариантным по отношению к преобразованиям SU(6)× U(1)B × U(1)L симметрии.

Тем не менее, следует ожидать, что U(1)B и U(1)L симметрии нарушаются на бранеOI .
Действительно, сохранение U(1)B и U(1)L зарядов при низких энергиях предполагает, что
фермионы СМ с различными барионными и лептонными квантовыми числами принадлежат
разным шестимерным 27 супермультиплетам. Причём барионные и лептонные числа этих
шестимерных 27 супермультиплетов определяются U(1)B и U(1)L зарядами (B и L) их
фермионных компонент, которые образуют сектор слабовзаимодействующих элементарных

частиц. Таким образом Φ̂u
i и Φ̂d

i имеют B = −1

3
и L = 0, Φ̂q

i — B =
1

3
и L = 0, Φ̂`

i —

B = 0 и L = 1, а Φ̂e
i — B = 0 и L = −1. Поскольку все компоненты шестимерных 27

супермультиплетов несут одни и те же U(1)B и U(1)L заряды, нарушение E6 калибровоч-
ной симметрии не приводит к нарушению U(1)B и U(1)L симметрий. Нарушение U(1)B
симметрии происходит при генерации массовых членов компонент Di и Di нулевых мод
супермультиплетов Φ̂u

i и Φ̂d
i . Соответствующие массовые члены в лагранжиане запрещены

U(1)B симметрией. Майорановские массовые члены компонентN c
i и Si нулевых мод супер-

мультиплетов Φ̂d
i также нарушают эту глобальную симметрию. Наконец, массовые члены

компонентHu
i иHd

i нулевых мод супермультиплетов Φ̂q
i и Φ̂`

i нарушают обеU(1)B иU(1)L
симметрии. Все эти массовые члены генерируются вакуумными средними скалярных компо-
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нент супермультиплетов, которые локализованы на бране OI . Поэтому нарушение U(1)B и
U(1)L симметрий также имеет место на этой бране. Для того чтобы обеспечить адекватное
подавление операторов, нарушающих U(1)B и U(1)L, нарушение барионного и лептонного
квантовых чисел должно происходить при энергиях достаточно близких к 1016 ГэВ.

Вблизи шкалы f (f & 5− 10ТэВ) глобальная SU(6) симметрия в E6МСХ нарушает-
ся до SU(5) подгруппы, которая содержит SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y . Полный набор
SU(6) генераторов TA можно разделить на две группы T a и T â, где T a отвечают генера-
торам SU(5) подгруппы SU(6), а T â — все остальные генераторы группы SU(6). Гене-
раторы группы SU(6) нормированы так, что TrTATB = 1

2δAB . Нарушение приближённой
SU(6) симметрии до SU(5) приводит к одиннадцати псевдоголдстоуновским состояниям,
которые удобно представить в виде:

Σ = eiΠ/f , Π = ΠâT â , (2.13)

где

Π =



− φ0√
60

0 0 0 0
φ1√

2

0 − φ0√
60

0 0 0
φ2√

2

0 0 − φ0√
60

0 0
φ3√

2

0 0 0 − φ0√
60

0
φ4√

2

0 0 0 0 − φ0√
60

φ5√
2

φ†1√
2

φ†2√
2

φ†3√
2

φ†4√
2

φ†5√
2

5φ0√
60



. (2.14)

При рассмотрении нелинейной реализации хиггсовского механизма в E6МСХ удобно так-
же использовать вектор Ω0

ΩT
0 = (0 0 0 0 0 1) , (2.15)

параметризующий нарушение SU(6) симметрии до SU(5). В главном приближении лагран-
жиан, описывающий взаимодействия псевдоголдстоуновских состояний, может быть пред-
ставлен в виде

LpNGB =
f 2

2

∣∣∣∣DµΩ

∣∣∣∣2 , (2.16)

где

Ω = Σ Ω0,

ΩT = e
i
φ0√
15f

(
Cφ1 Cφ2 Cφ3 Cφ4 Cφ5 cos

φ̃√
2f

+

√
3

10
Cφ0

)
,

(2.17)
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C =
i

φ̃
sin

φ̃√
2f

, φ̃ =

√
3

10
φ2

0 + φ2
1 + φ2

2 + φ2
3 + φ2

4 + φ2
5 .

При преобразованиях SU(5) группы φ̃ и φ0 остаются инвариантными, а Ω преобразуется
как 5 + 1. В этой связи удобно ввести вектор H̃ ∼ (φ1 φ2 φ3 φ4 φ5). Первые две компо-
ненты этого вектора преобразуются как SU(2)W дублет, H ∼ (φ1 φ2), и ассоциируются с
дублетом бозонов Хиггса. Три другие компоненты, T ∼ (φ3 φ4 φ5), соответствуют SU(3)C
триплету. Так как дублет Хиггса в СМ имеет B = L = 0, все компоненты вектора Ω несут
нулевые U(1)B и U(1)L заряды.

Отинтегрировав тяжёлые составные состояния можно получить эффективный лагранжи-
ан, описывающий взаимодействия псевдоголдстоуновских состояний и экзотических ферми-
онов с частицами СМ. При этом эффективный потенциал взаимодействия Veff(H,T, φ0)

псевдоголдстоуновских состояний должен зануляться в пределе точной SU(6) симметрии.
Только взаимодействия нарушающие SU(6) симметрию дают вклад в Veff(H,T, φ0). По
этой причине доминирующий вклад в Veff(H,T, φ0) дают взаимодействия элементарных
состояний с их составными партнёрами. Анализ структуры взаимодействий в Veff(H,T, φ0),
включающий вывод массовых членов m2

H |H|2 и m2
T |T |2, показал, что в значительнрй ча-

сти параметрического пространства m2
H < 0, а m2

T > 0 [328]–[329]. Это происходит, когда
отрицательный вклад в m2

H , который дают t–кварк, экзотические фермионы и их состав-
ные партнёры, перекрывает положительный вклад от калибровочных бозонов СМ и их со-
ставных партнёров. В этом случае m2

T может оставаться положительным благодаря вкла-
ду в Veff(H,T, φ0), который вносят глюоны и их составные партнёры. Далее будет про-
сто предполагаться, что компоненты вектора Ω приобретают такие вакуумные средние, что
SU(2)W ×U(1)Y калибровочная симметрия нарушается до U(1)em, отвечающей электро-
магнитному взаимодействию, тогда как SU(3)C симметрия остаётся ненарушенной.

Как обсуждалось ранее, все кварки и лептоны СМ приобретают массы в результате сме-
шивания с их составными партнёрами. В этой связи крайне важно чтобы такое смешивание
было бы возможным в рамках E6МСХ. В рассматриваемой модели различные мультиплеты
элементарных состояний кварков и лептонов СМ являются компонентами различных пред-
ставлений SU(6) подгруппы E6, тогда как все остальные компоненты этих представлений
приобретают массы сопоставимые с MX . Таким образом, при низких энергиях кварки и
лептоны СМ появляются в качестве неполных мультиплетов SU(6) с квантовыми числами

ucα ∈ 15uα =

(
15, −1

3
, 0

)
α

qi ∈ 15qi =

(
15,

1

3
, 0

)
i

dci ∈ 6
d
i =

(
6, −1

3
, 0

)
i

eci ∈ 15ei =

(
15, 0, −1

)
i

`i ∈ 6
`
i =

(
6, 0, 1

)
i

, (2.18)

где величины, указанные в скобках, отвечают SU(6) представлению, а также U(1)B и
U(1)L зарядам соответственно. В выражении (2.18) α = 1, 2 и i = 1, 2, 3. При этом состав-
ные партнёры элементарных фермионных состояний должны являться компонентами таких
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SU(6) представлений, которые позволяли бы воспроизвести юкавские взаимодействия, ге-
нерирующие массы лептонов и кварков в рамках СМ. Ниже шкалы f , где SU(6) глобальная
симметрия нарушается до SU(5) подгруппы, кварки и лептоны СМ являются компонентами
неполных SU(5) мультиплетов

ucα ∈ 10uα =

(
10, −1

3
, 0

)
α

qi ∈ 10qi =

(
10,

1

3
, 0

)
i

dci ∈ 5
d
i =

(
5, −1

3
, 0

)
i

eci ∈ 10ei =

(
10, 0, −1

)
i

`i ∈ 5
`
i =

(
5, 0, 1

)
i

, (2.19)

где, как и прежде, величины в скобках соответствуют SU(5) представлению, а такжеU(1)B
и U(1)L зарядам данного SU(5) представления. Если спектр частиц SU(5) модели вклю-
чает элементарный хиггсовский бозон, то простейший сценарий предполагает, что дублет
бозонов Хиггса является компонентами фундаментального представления группы SU(5),
т.е. h ∈ 5h = (5, 0, 0). В этом случае юкавское взаимодействие, генерирующее массы
верхних кварков в СМ, можно представить в виде

LuSU(5) ' huαi 10
u
α 10

q
i 5

h. (2.20)

Для того чтобы в рамках E6МСХ получить юкавское взаимодействие, которое генери-
рует массы верхних кварков в СМ, необходимо в секторе, приводящем к нарушению элек-
трослабой симметрии, воспроизвести взаимодействия (2.20). В E6МСХ SU(5) хиггсовский
мультиплет 5h следует заменить на вектор Ω. Вместо двух других SU(5) мультиплетов
10uα и 10qi в выражении (2.20) необходимо включить два представления группы SU(6),
которые содержат SU(5) декуплет. Простейшими SU(6) представлениями такого типа яв-
ляются антисимметричный тензор второго ранга 15 и антисимметричный тензор третьего
ранга 20. Данные SU(6) мультиплеты можно представить в виде разложения по представ-
лениям группы SU(5), т.е. 15 = 10 ⊕ 5 и 20 = 10 ⊕ 10. Наличие в спектре частиц
E6МСХ SU(6) мультиплетов 15 и 20 позволяет обобщить юкавское взаимодействие (2.20)
на случай SU(6) симметрии [94]

LuSU(6) ∼ 20× 15× 6 , (2.21)

где 6 отвечает вектору Ω.
Эффективное взаимодействие (2.21) приводит к двум различным сценариям. В случае

сценария A составные партнёры ucα и qi (т.е. Uα и Qi) являются компонентами 15(Uα) и
20(Qi) группы SU(6), тогда как в случае сценария B составные партнёры ucα и qi пред-
ставляют собой компоненты 20(Uα) и 15(Qi) соответственно. В принципе SU(6) симмет-
рия запрещает смешивание между компонентами 20–плетов, которые содержат составные
партнёры кварков, и 15–плетами, компонентами которых являются элементарные состоя-
ния кварков. Тем не менее такое смешивание может возникнуть при энергиях E . f , где
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SU(6) симметрия нарушается до SU(5). Предполагая, что сектор, в котором генерирует-
ся нарушение электрослабой симметрии, включает в себя не только 20(Qi), но и 15(Q′i)
и 15(Q′i), часть лагранжиана, описывающая смешивание между элементарными кварко-
выми состояниями qi и их составными партнёрами Qi в случае сценария A, может быть
представлена в виде

Lqmix = σQf 20(Qi)15(Q′i)Ω +mQ20(Qi)20(Qi)

+mQ′15(Q′i)15(Q′i) + µq15(Q′i)15
q
i .

(2.22)

Когда σQf � mQ ∼ mQ′ � µq, 10 из 20(Qi) и 10 из 15(Q′i) образуют состояния с
массами ∼ σQf . Оставшийся SU(5) декуплет из 20(Qi) и компоненты 10qi смешиваются.

Если
mQmQ′

σQf
� µq, то одна линейная суперпозиция данных декуплетов, которая в рассмат-

риваемом пределе практически точно совпадает с 10 из 20(Qi), и 10 из 15(Q′i) образуют

состояния с массами порядка
mQmQ′

σQf
. Другая ортогональная комбинация компонент 10 из

20(Qi) и 10qi , которая является суперпозицией элементарных кварковых состояний qi и их
составных партнёров, приобретает массу в результате нарушения электрослабой симметрии.
Аналогичным образом может возникнуть смешивание между компонентами из неполных
15uα и их составными партнёрами из 20(Uα) в случае сценария B.

В SU(5) моделях массы нижних кварков генерируются посредством юкавского взаимо-
действия

LdSU(5) ' hdij 10
q
i 5

d
j 5

h
. (2.23)

Простейшим SU(6) обобщением юкавского взаимодействия (2.23) является:

LdSU(6) ∼ 15× 6× 6
′
. (2.24)

В случае сценария B юкавское взаимодействие (2.24) генерирует массы нижних кварков в
результате нарушения электрослабой симметрии. При этом 6

′
в выражении (2.24) отвечает

Ω†, а 15 и 6 соответствуют 15(Qi) и 6(Di), компоненты которых являются составными
партнёрами элементарных кварковых состояний qi и dci . В данном случае SU(6) симметрия
не запрещает смешивания между 15qi и 15(Qi) или между 6

d
i и 6(Di).

В случае сценария A простейшим SU(6) обобщением юкавского взаимодействия (2.23),
которое приводит к ненулевым массам нижних кварков в СМ, является:

LdSU(6) ∼ 20× 15× 6
′
, (2.25)

где, как и прежде, 6
′ ≡ Ω†, тогда как 20–плеты отвечают SU(6) представлениям, кото-

рые содержат составные партнёры qi, т.е. 20(Qi), а 15–плеты должны включать составные
партнёры dci , т.е. 15 ≡ 15(Di). Как уже отмечалось ранее, смешивание между компонента-
ми неполных 15qi мультиплетов и составных партнёров qi из 20(Qi) может возникнуть при
энергиях E . f . Нарушение SU(6) может также приводить к смешиванию между соответ-
ствующими компонентами неполных 6

d
i мультиплетов и 15(Di). Например, это происходит,
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когда сектор, в котором генерируется нарушение SU(2)W ×U(1)Y симметрии, включает в
себя не только 15(Di) и 15(Di), но и 6(D′i) и 6(D

′
i). Часть лагранжиана, описывающая

смешивание между элементарными кварковыми состояниями dci и их составными партнёра-
ми Di, может быть представлена в следующем виде:

Ldmix = mD15(Di)15(Di) + σdf 15(Di)6(D′i)Ω
†

+mD′6(D′i)6(D
′
i) + µd6(D

′
i)6

d
i .

(2.26)

Если mD′ � mD, σdf и µd, составные состояния 6(D′i) и 6(D
′
i) могут быть отинтегри-

рованы. Тогда второе слагаемое в лагранжиане (2.26) приводит к смешиванию компонент
неполных 6

d
i мультиплетов и их составных партнёров из 15(Di).

Так как юкавские взаимодействия заряженных лептонов, генерирующие их массы, име-
ют такую же SU(5) структуру в простейшей SU(5) ТВО, что и юкавские взаимодействия,
посредством которых нижние кварки приобретают ненулевые массы в результате наруше-
ния электрослабой симметрии, SU(6) обобщение данных взаимодействий (2.24) может быть
использовано для генерации масс заряженных лептонов в рамках E6МСХ. Как и прежде в
выражении (2.24) 6

′ ≡ Ω†. В то же самое время составными партнёрами eci и `i должны
являться компоненты 15(Ei) и 6(Li) соответственно. Смешивание между компонентами
неполных 15ei и их составными партнёрами из 15(Ei), а также смешивание между соответ-
ствующими компонентами 6

`
i и 6(Li) не запрещено SU(6) симметрией. Поэтому юкавские

взаимодействия (2.24) должны приводить к генерации масс заряженных лептонов в резуль-
тате нарушения электрослабой симметрии.

Массы элементарных левосторонних нейтрино в SU(5) ТВО генерируются посредством
юкавского взаимодействия

LνSU(5) ' hνij 5
`
i 5

h1j , (2.27)

где 1i отвечают майорановским правосторонним нейтрино, которые не принимают участия в
SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y взаимодействиях. Простейшим SU(6) обобщением юкавского
взаимодействия (2.27) является

LνSU(6) ∼ 6× 6′ × 1 . (2.28)

В выражении (2.28) 6
′ ≡ Ω, а 6 соответствует 6(Li). Юкавские взаимодействия (2.28)

предполагают, что динамика взаимодействий в секторе, в котором генерируется нарушение
SU(2)W × U(1)Y симметрии, такова, что приводит к образованию набора SU(6) син-
глетных связанных состояний Ni и N i с спином 1/2. Так как в данном секторе U(1)L
сохраняется, связанные фермионные состояния Ni и N i должны иметь ненулевые U(1)L

заряды, т.е. Ni =

(
1, 0, −1

)
и N i =

(
1, 0, 1

)
. Малость масс элементарных лево-

сторонних нейтрино может быть обусловлена наличием в секторе слабовзаимодействующих
элементарных частиц тяжёлых майорановских состояний Si, которые смешиваются с Ni
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и N i. Такие фермионные состояния могут, например, являться компонентами шестимер-
ных супермультиплетов, непринимающих участия в E6 калибровочных взаимодействиях, но
имеющих ненулевые U(1)L заряды. Поля Si могут приобретать майорановские массы в ре-
зультате нарушения U(1)L симметрии на бране OI . Соответствующие массовые параметры
могут быть значительно меньше MX .

В случае одного лептонного аромата простейший эффективный лагранжиан такого типа
может быть представлен в следующем виде

Leνeff = µe(Ee
c) + µ`(L`) +ME(EE) +ML(LL) + hE(LH†)E + hN(LH)N

+MN(NN) + µN(NS) +MS(SS) + h.c. , (2.29)

где E, E, L, L, N и N являются составными фермионными состояниями, аH — составной
хиггсовский дублет. В пределе, когда лептонное число сохраняется, т.е. µN → 0, лагранжиан
(2.29) приводит к безмассовому фермионному состоянию, которое отвечает левостороннему
нейтрино. Предполагая, что µe, µ`, µN � ME, ML, MN , можно получить приближён-
ные аналитические выражения для масс элементарного заряженного лептонного состояния
и левостороннего нейтрино (me и mν)

|me| ' hE

(
µe
ME

)(
µ`
ML

)
v√
2
, |mν| ' h2

N

(
µ`
ML

)2( µN
MN

)2 v2

2MS
. (2.30)

Из выражений (2.30) следует, что |mν| � |me|, если MS � v и смешивание между
элементарными состояниями и их составными партнёрами мало.

Самосогласованность E6МСХ подразумевает, что ниже шкалы f динамика взаимодей-
ствий в секторе, в котором генерируется нарушение электрослабой симметрии, приводит к
набору связанных фермионных состояний, которые образуют полные SU(5) мультиплеты
с квантовыми числами

10 → Q̃ = (Ũ , D̃) =

(
3, 2,

1

6
, −1

3
, 0

)
,

tc =

(
3∗, 1, −2

3
, −1

3
, 0

)
,

Ẽc =

(
1, 1, 1, −1

3
, 0

)
;

5 → D̃c =

(
3̄, 1,

1

3
, ±1

3
, 0

)
,

L̃ = (Ñ , Ẽ) =

(
1, 2, −1

2
, ±1

3
, 0

)
;

1 → η̄ =

(
1, 1, 0, ∓1

3
, 0

)
,

(2.31)

где величины, указанные в скобках, отвечают SU(3)C и SU(2)W представлениям, а так-
же U(1)Y , U(1)B и U(1)L зарядам соответственно. Сохранение U(1)B и U(1)L зарядов
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предполагает, что все компоненты декуплета имеют такие же барионное и лептонное числа,
что и tc. В то же самое время мультиплеты 5 и 1 могут иметь барионные заряды как −1/3

так и +1/3.
В случае сценария A правосторонние t кварки являются компонентами 15–плета, кото-

рые имеют то же барионное число, что и tc, т.е.B15 = −1/3. Нарушение SU(6) симметрии
может приводить в этом случае к набору связанных фермионных состояний (2.31), если на-
ряду с 15–плетом спектр частиц включает два составных 6–плета (61 и 62) с спином 1/2 и
противоположными барионными зарядами. Взаимодействие 15×61×Ω† приводит к тому,
что 5–плет из 15 и 5–плет из 61 образуют массивные фермионные состояния с массами
порядка f . Такое взаимодействие не нарушает U(1)B если B6̄1 = −B15 = 1/3. SU(5)

синглетные компоненты 61 и 62 могут также приобрести массы посредством взаимодействия
(61Ω)(Ω62), если B6̄2 = −1/3. Как следствие, только декуплет из 15 и 5–плет из 62 не
приобретают массы в этом случае. При этом все связанные фермионные состояния (2.31)
имеют одно и то же барионное число −1/3.

В случае сценария B правосторонние t кварки являются компонентами 20–плета SU(6)

с барионным числом B20 = −1/3. Для того чтобы получить набор связанных фермионных
состояний (2.31) следует предположить, что наряду с 20–плетом спектр частиц содержит
15–плет (15′) и два 6–плета (6

′
1 и 6

′
2) с спином 1/2. Взаимодействие 20×15′×Ω приво-

дит к тому, что 10–плет из 20 и SU(5) декуплет из 15′ образуют массивные фермионные
состояния с массами порядка f . С другой стороны взаимодействие 15′×6′1×Ω† генерирует
массы 5–плета из 15′ и 5–плета из 6

′
1. Как и в сценарии A массы SU(5) синглетных компо-

нент 6
′
1 и 6

′
2 могут генерироваться посредством взаимодействия (6

′
1Ω)(Ω6

′
2). Упомянутые

выше взаимодействия не запрещены U(1)B симметрией в случае, когда B20 = −B15′ =

B6
′
1

= −B6
′
2

= −1/3. Декуплет из 20–плета и один 5–плет из 6
′
2 не приобретают массы

в рассматриваемом случае. В отличие от сценария A, 10–плет из 20 и 5–плет из 6
′
2 имеют

противоположные барионные заряды, т.е. −1/3 и +1/3 соответственно.
В результате взаимодействия SU(5) мультиплетов (2.31) и элементарных экзотических

состояний q̄, ēc, d̄c, ¯̀и η упомянутые фермионные состояния приобретают массы. Исключе-
нием являются только компоненты декуплета отвечающие tc, поскольку t–кварк приобретает
массу в результате нарушения SU(2)W×U(1)Y симметрии. Как отмечалось в предыдущем
разделе, в E6МСХ экзотические состояния q̄, ēc, d̄c, ¯̀и η являются компонентами неполных
SU(6) мультиплетов

q̄ ∈ 15
q
, ēc ∈ 15

e
, d̄c ∈ 6d , ¯̀∈ 6` , η ∈ 1η . (2.32)

Хотя вплоть до настоящего момента предполагалось, что 5–плет в наборе связанных фер-
мионных состояний (2.31) является компонентами фундаментального представления SU(6),
т.е. 6

′
, в неминимальных сценариях данное представление группы SU(5) может также воз-

никать в качестве компонент антисимметричного тензора 2–го ранга 15
′
. Более того в общем

случае D̃c и L̃ могут представлять собой суперпозицию компонент 6
′
и 15

′
. Точно также
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связанное SU(5) синглетное состояние в наборе связанных состояний (2.31) может являть-
ся суперпозицией SU(5) синглетной компоненты фундаментального представления SU(6)

и SU(6) синглета. Предполагая, что декуплет в наборе составных фермионных состояний
(2.31) представляет собой суперпозицию соответствующих компонент 15–плета (15t) и 20–
плета (20t), часть лагранжиана взаимодействия, которая описывает генерацию масс экзо-
тических фермионов, может быть представлена в следующем виде:

Lexotic = µ̃Q15
q
15t + σ̃Qf15

q
Ω†20t + µ̃E15

e
15t + σ̃Ef15

e
Ω†20t + µ̃D6

′
6d

+σ̃Df15
′
Ω6d + µ̃L6

′
6` + σ̃Lf15

′
Ω6` + µ̃η11

η + σ̃ηf6Ω1η + h.c. . (2.33)

Взаимодействия (2.33) приводят к массовым членам для полей экзотических фермионов
в лагранжиане E6МСХ [94]–[95]

Lmass = µDd̄cD
c + µQq̄Q+ µL ¯̀L+ µE ēcE

c + µηη̄η + h.c. . (2.34)

Массовые параметры µi в выражении (2.34) представляют собой комбинацию двух вкладов.
Один из вкладов определяется µ̃i, тогда как второй генерируется в результате нарушения
SU(6) глобальной симметрии до SU(5) подгруппы и пропорционален σ̃if . Следует отме-
тить, что возникновение параметров µ̃i обусловлено непертурбативными эффектами, кото-
рые в то же самое время приводят к нарушению SU(6) симметрии. Поэтому в простейших
МСХ µ̃i ∼ f . Для получения приближённого объединения калибровочных констант СМ
при сверхвысоких энергиях необходимо, чтобы экзотические фермионы были существенно
легче 10ТэВ. Такие относительно небольшие значения параметров µi могут быть получены
при частичном сокращении двух вкладов в соответствующие массовые параметры, которые
обсуждались выше.

Таким образом при энергиях E . f . 10ТэВ спектр частиц в E6МСХ включает:
SU(3)C триплет t′(t

′
) с электрическим зарядом +2/3(−2/3); два SU(3)C триплета эк-

зотических кварков b′1 и b′2 (b
′
1 и b

′
2) с разными массами, но с одним и тем же электриче-

ским зарядом −1/3(+1/3); фермионы e′1 и e′2 (e′1 и e′2) с разными массами, но с одним
и тем же электрическим зарядом −1(+1); а также нейтральное фермионное состояние ν ′

(ν ′), которое образуется соответствующими компонентами SU(2)W дублетов. В простей-
ших реализациях сценариев A и B сохранение барионного числа предполагает, что все эти
фермионные состояния имеют ненулевые U(1)B заряды. В обоих случаях t′, b′1 и e′1 имеют
барионное число−1/3. В случае сценария A e′2, ν

′ и b
′
2 имеют барионное число−1/3, тогда

как в случае сценария B данные состояния имеют противоположный барионный заряд, т.е.
+1/3. Набор легчайших экзотических состояний должен также включать SU(3)C триплет
скалярных частиц T (T †) с электрическим зарядом −1/3 (+1/3) и B = 0, являющийся
компонентами 5–плета H̃ , который также содержит хиггсовский дублет H .

Одно из легчайших экзотических состояний в E6МСХ должно быть стабильным. По-
скольку барионное число сохраняется, лагранжиан E6МСХ должен быть инвариантен по
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отношению к преобразованиям дискретной Z3 симметрии [328], [358]

Ψ −→ e2πiB3/3Ψ, B3 = (3B − nC)mod 3 , (2.35)

где B — барионное число мультиплета Ψ, а nC — число SU(3)C индексов (nC = 1 для
SU(3)C триплета и nC = −1 для 3). Всем бозонам и фермионам СМ отвечает B3 = 0.
В сценариях A и B B3(T ) = 2, B3(t

′) = B3(b
′
1) = B3(e

′
1) = 1. С другой сторо-

ны в случае сценария A B3(b
′
2) = 0 и B3(e

′
2) = B3(ν

′) = 2, а в случае сценария B
B3(b

′
2) = B3(e

′
2) = B3(ν

′) = 1. Благодаря инвариантности эффективного лагранжиана
E6МСХ по отношению к преобразованиям Z3 симметрии (2.35) легчайшее экзотическое со-
стояние с ненулевым значением B3 не может распадаться на частицы СМ и поэтому должно
быть стабильным. Такие экзотического состояния могут распадаться благодаря операторам,
нарушающим U(1)B симметрию, которые сильно подавлены в рассматриваемом случае.

Если бы легчайшим экзотическим состоянием с ненулевым значениемB3 был бы SU(3)C
триплет или заряженный экзотический фермион, то такие состояния должны были бы эф-
фективно рождаться на ранних стадиях эволюции Вселенной. Причём поскольку данные
состояния достаточно стабильны, определенное их количество должно было бы сохраниться
к настоящему моменту времени. В этом случае эти частицы должны были бы образовывать
связанные состояния с обычными кварками, формируя изотопы широко распространённых
элементов. В результате поисков соответствующих изотопов были установлены жесткие огра-
ничения на концентрацию таких элементов при условии, что экзотические состояния имеют
массу, которая не превосходит 10ТэВ. Их относительная концентрация не должна превос-
ходить 10−15 на нуклон [181]. С другой стороны согласно теоретическим оценкам [182] от-
носительная концентрация таких элементов должна была бы быть не ниже чем 10−10 на
нуклон. Поэтому E6МСХ с стабильным SU(3)C триплетом или заряженным экзотическим
фермионом практически исключена.

В принципе набор экзотических состояний в E6МСХ также включает нейтральный фер-
мион ν ′ (ν ′) с ненулевым значением B3(ν

′). Однако если такие состояния являются ста-
бильными и достаточно лёгкими, т.е. имеют массу порядка нескольких ТэВ, то их констан-
ты взаимодействия с Z бозоном приводят к слишком большому сечению рассеяния данных
состояний на ядрах, которое на несколько порядков больше экспериментального верхнего
ограничения (см. например [359]).

Приемлемый с феноменологической точки зрения сценарий предполагает, что легчайшее
экзотическое состояние с ненулевым значением B3 образуется элементарным состоянием η и
составным состоянием η, которое в свою очередь может являться суперпозицией SU(5) син-
глетной компоненты фундаментального представления SU(6) и SU(6) синглета. В E6МСХ
состояние η может иметь барионные заряды как −1/3 так и +1/3. В процессе нарушения
электрослабой симметрии возникает смешивание между η и ν ′, а также η и ν ′, которое
приводит к образованию двух массивных дираковских состояний ζ1 и ζ2. Когда данное сме-
шивание достаточно мало, легчайшее из этих двух состояний ζ1 является преимущественно
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SU(2)W синглетом и константа взаимодействия этого состояния с Z бозоном может быть
очень сильно подавлена. Как следствие, ζ1 может давать существенный вклад в плотность
тёмной материи.

Когда ζ1 является стабильным состоянием, определённая часть барионной асимметрии
накапливается в секторе тёмной материи, так как ζ1 имеет ненулевой барионный заряд.
Действительно, если процесс аннигиляции ζ1ζ1 достаточно эффективен, то плотность тём-
ной материи в рассматриваемой модели может определяться тем же механизмом, который
генерирует барионную асимметрию в нашей Вселенной. При этом можно оценить отношение
барионных зарядов Bn и Bζ1 , которые отвечают полным зарядам нуклонов и ζ1 состояний,
т.е.

θ =
Bζ1

Bn
' 1

3

(
ρζ1
ρn

)(
mn

mζ1

)
, (2.36)

где ρn и ρζ1 являются вкладами нуклонов и ζ1 состояний в полную плотность энергии в
нашей Вселенной, аmn иmζ1 соответствуют массам нуклонов и ζ1 состояний. Принимая во
внимание, что ρζ1 не может быть больше полной плотности тёмной материи, т.е. ρζ1 . 5ρn,
значение θ может быть больше чем 0.1% только когда mζ1 . 2ТэВ.

Если в E6МСХ экзотические частицы имеют массы порядка нескольких ТэВ, то они могут
рождаться в экспериментах на БАК. Предполагая, что t′, b′1 и e′1, которые входят в тот
же SU(6) мультиплет, что и правосторонний t кварк, взаимодействуют наиболее сильным
образом с фермионами третьего поколения, состояния b′1 и e′1 преимущественно распадаются
на

b′1 → t+ b+ ζ1 +X , e′1 → t+ b+ ζ1 +X . (2.37)

Требование cохранения электрического и барионного зарядов практически полностью опре-
деляет основные каналы распадов b′1 и e′1 (2.37). В выражениях (2.37) предполагается, что
ζ1 имеет барионный заряд +1/3. Когда ζ1 несёт барионный заряд −1/3, в выражениях
(2.37) следует заменить ζ1 на ζ1. Так как распад t′ может быть обусловлен взаимодействием
этой частицы с W –бозоном и b′1, т.е. t

′ → W ∗ + b
′∗
1 , можно ожидать, что при распадах t′

и b′1 возникают одни и те же частицы в конечном состоянии. Экзотический кварк b′2 может
иметь барионный заряд +1/3 и −1/3. В случае, когда b′2 имеет барионный заряд +1/3,
это состояние может распадаться на

b′2 → Z + b , (2.38)

где Z и b отвечают Z–бозону и b–кварку. Если b′2 несёт барионный заряд −1/3, то данное
состояние может распадаться точно так же как и b′1. Когда экзотические состояния e′2 и
ζ1 имеют одинаковые барионные заряды, e′2 распадается на e′2 → W− + ζ1. В противном
случае основным каналом распада e′2 является e′2 → W− + ζ1.

В экспериментах на БАК может наблюдаться парное рождение экзотических кварков b′1
и t′. Распады этих состояний на пары кварков третьего поколения и ζ1 должны приводить
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к некоторому увеличению сечений [94]

pp→ ttbb+
/
ET +X pp→ bbbb+

/
ET +X . (2.39)

Конечные состояния в реакциях (2.39) очень похожи на те, которые возникают при парном
рождении и последующих распадах глюино в случае, когда скварки третьего поколения су-
щественно легче других суперчастиц. В этом пределе глюино преимущественно распадается
на пары кварков третьего поколения и легчайшее нейтралино (см. например [360]). Процессы
рождения экзотических состояний e′1, e

′
2, ν
′ и ζ1 в экспериментах на БАК сильно подавлены

в сравнении с процессами рождения экзотических кварков. Тем не менее следует отметить,
что рождение пар e′1e

′
1 может также приводить к некоторому увеличению сечений процессов

(2.39), если состояние e′1 является достаточно лёгким.
Наконец, рассмотрим возможные проявления скалярного SU(3)C триплета T , который

входит в состав того же SU(5) мультиплета H̃ , что и составной дублет Хиггса, в экспе-
риментах на БАК. В случае сценария A данное экзотическое состояние главным образом
взаимодействует с b′2 и ζ1. По этой причине, когда T тяжелее чем b′2, скалярный SU(3)C
триплет распадается на

T → b′2 + ζ1 . (2.40)

В противном случае это состояние распадается на

T → b+ ζ1 +X . (2.41)

В случае сценария B скалярный SU(3)C триплет взаимодействует не только с b′2 и ζ1, но и
с t, t′, b′1 и e′2. Поэтому данное экзотическое состояние может распадаться на

T → b′2(b
′
1) + ζ1 → t+ b+ ζ1 + ζ1 +X ,

T → t′ + e′2 → t+ b+ ζ1 + ζ1 +X ,

T → t+ b
′
2 → t+ t+ b+ ζ1 +X .

(2.42)

В экспериментах на БАК скалярные SU(3)C триплеты могут рождаться парами, если дан-
ные экзотические состояния являются достаточно лёгкими. При этом распады пар TT могут
приводить к некоторому увеличению сечений реакций (2.39) с четырьмя кварками третьего
поколения в конечном состоянии. Кроме того, как следует из перечня каналов распада T
(2.42), в некоторых случаях рождение пар TT может привести к росту сечений соответству-
ющих процессам с шестью кварками третьего поколения в конечном состоянии [94], т.е.

pp→ TT → ttttbb+
/
ET +X , pp→ TT → bbbbbb+

/
ET +X . (2.43)

Завершая обсуждение экзотических состояний в E6МСХ, хотелось бы отметить, что вве-
дения дополнительного фермионного состояния η в секторе слабовзаимодействующих эле-
ментарных частиц (2.2) можно в принципе избежать. В самом деле, как уже отмечалось
в этом разделе, самосогласованность E6МСХ подразумевает, что ниже шкалы f динами-
ка взаимодействий в секторе, генерирующем нарушение электрослабой симметрии, должна
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приводить к набору связанных фермионных состояний, которые образуют полные 10 + 5

мультиплеты SU(5). В случаях сценариев A и B нарушение SU(6) симметрии может при-
водить к такому набору связанных состояний только если спектр частиц включает два со-
ставных 6–плета (61 и 62) с спином 1/2 и противоположными барионными зарядами. Как
следствие, спектр частиц должен содержать два SU(5) синглетных связанных состояния
с противоположными барионными зарядами, которые не принимают участия в SU(3)C ×
SU(2)W ×U(1)Y взаимодействиях. Данные состояния могут образовывть легчайшее экзо-
тическое состояние с ненулевым значением B3, которое должно быть стабильным.

2.3 Рождение и возможные проявления нейтрального

псевдоголдстоуновского бозона в E6МСХ

Используя выражения (2.17) и (2.33), можно получить лагранжиан, описывающий взаимо-
действие экзотических фермионных состояний с нейтральным псевдоголдстоуновским бозо-
ном φ0 = A. В этом разделе будет предполагаться, что в секторе, в котором генерируется
нарушение электрослабой симметрии, CP сохраняется с достаточно высокой точностью. При
этом нетрудно убедиться в том, что псевдоголдстоуновский бозон A проявляет себя в юкав-
ских взаимодействиях с фермионами в качестве псевдоскалярного поля. По этой причине
сохранение CP приводит к сильному подавлению смешивания между бозоном Хиггса и псев-
доголдстоуновским состоянием A.

В главном приближении лагранжиан, описывающий взаимодействие нейтрального псев-
доголдстоуновского бозонаA с другими состояниями, может быть представлен в следующем
виде [95, 135]:

LA =
yt
Λt
A(it̄LHtR+h.c.)+A

(
iκDd̄cD

c+iκQq̄Q+iλL ¯̀L+iλE ēcE
c+iληη̄η+h.c.

)

+
αY

16πΛ1
ABµνB̃

µν +
α2

16πΛ2
AW a

µνW̃
aµν +

α3

16πΛ3
AGσ

µνG̃
σµν , (2.44)

где Bµν , W a
µν , G

σ
µν отвечают тензорам напряженности U(1)Y , SU(2)W и SU(3)C ка-

либровочных полей, а G̃σµν = 1
2ε
µνλρGσ

λρ, W̃
aµν = 1

2ε
µνλρW a

λρ и B̃µν = 1
2ε
µνλρBλρ.

Здесь αY = 3α1/5, тогда как α1, α2 и α3 являются калибровочными константами U(1)Y ,
SU(2)W и SU(3)C взаимодействий. В выражении (2.44) всеми взаимодействиями псев-
доскалярного поля A с фермионами СМ за исключением взаимодействия этого поля с t–
кварком пренебрегается. Это представляет собой вполне допустимое приближение, так как
массы лептонов и кварков СМ пренебрежимо малы по сравнению с массой t–кварка и шкалой
f . Первый член в выражении (2.44) обусловлен взаимодействием

Lt = gt15(Q)Ω20t + g̃t20(Q)Ω15t + h.c. (2.45)
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в секторе, генерирующем нарушение электрослабой симметрии. В выражении (2.45) линей-
ные комбинации соответствующих компонент SU(5) декуплетов из 15(Q) и 20(Q) отве-
чают составным партнёрам левостороннего дублета кварков третьего поколения. При этом
смешивание между компонентами левостороннего дублета кварков третьего поколения и их
составными партнёрами должно приводить к первому слагаемому в выражении (2.44). В
случае, когда tc является преимущественно компонентами 20t группы SU(6), шка-
ла Λt =

√
15f . Если же tc главным образом является компонентами 15t груп-

пы SU(6), то тогда Λt =
√

60
49f ' 1.1f .

Второе слагаемое в выражении (2.44) можно непосредственно получить из лагранжиана
(2.33). Причём важно отметить, что глобальные SU(6) и SU(5) симметрии не накладыва-
ют никаких ограничений на константы взаимодействия κi и λi, а также на массы экзоти-
ческих фермионных состояний. Последние три слагаемых в выражении (2.44) генерируются
тяжёлыми составными партнёрами фермионов СМ. Поэтому следует ожидать, что пара-
метры Λ1, Λ2 и Λ3 должны быть порядка шкалы f . Так как в наиболее общем случае
µD ∼ µQ ∼ µL ∼ µE ∼ f , тогда как масса mA нейтрального псевдоголдстоуновского
бозона A значительно меньше шкалы f , имеет смысл ограничиться изучением сценария, ко-
гда все экзотические фермионы за исключением легчайшего состояния существенно тяжелее
mA/2. В рассматриваемой части параметрического пространства псевдоскалярный бозон A
не может распадаться на заряженные экзотические фермионы. Отинтегрировав тяжёлые
экзотические состояния получаем эффективный лагранжиан, который описывает взаимо-
действия псевдоскаляра A с t–кварком, калибровочными бозонами СМ и частицами тёмной
материи (см. [361]–[362])

LAeff = c1ABµνB̃
µν + c2AW

a
µνW̃

aµν + c3AG
σ
µνG̃

σµν

+
yt
Λt
A(it̄LHtR + h.c.) + iληA(η̄η + h.c.) ,

(2.46)

где

c1 =
αY
16π

[
2κD
3µD

B(xD) +
κQ
3µQ

B(xQ) +
λL
µL
B(xL) + 2

λE
µE
B(xE)

]
+

αY
16πΛ1

,

c2 =
α2

16π

[
3
κQ
µQ
B(xQ) +

λL
µL
B(xL)

]
+

α2

16πΛ2
,

c3 =
α3

16π

[
κD
µD

B(xD) + 2
κQ
µQ
B(xQ)

]
+

α3

16πΛ3
,

B(x) = 2x arcsin2[1/
√
x] , x ≥ 1 .

(2.47)

В выражениях (2.47) xD = 4µ2
D/m

2
A, xQ = 4µ2

Q/m
2
A, xL = 4µ2

L/m
2
A и xE = 4µ2

E/m
2
A.

Используя выражения (2.46)–(2.47), можно вычислить константу взаимодействия псевдоска-
лярного бозона A с электромагнитным полем, т.е.

LAγγeff = cγAFµνF̃
µν , (2.48)
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cγ = c1 cos2 θW + c2 sin2 θW '

' α

16π

[
2κD
3µD

B(xD) +
10κQ
3µQ

B(xQ) + 2λLµLB(xL) + 2λEµEB(xE)

]
,

где Fµν — тензор напряженности электромагнитного поля, а F̃ µν = 1
2ε
µνλρFλρ.

Из выражений (2.46)–(2.48) следует, что константы взаимодействия псевдоголдстоунов-
ского состояния A с калибровочными бозонами СМ сильно возрастают в пределе, когда
заряженные экзотические фермионы имеют массы порядка нескольких ТэВ и κD ∼ κQ ∼
λL ∼ λE & 1. Это наиболее привлекательный с феноменологической точки зрения сцена-
рий, так как в этом случае экзотические состояния могут быть обнаружены в экспериментах
на БАК. Именно этот сценарий и будет изучаться в данном разделе. В рассматриваемой об-
ласти параметрического пространства вклад последних слагаемых в выражениях для ci мал
по сравнению с вкладом других слагаемых, так как Λi ∼ f , и им в главном приближении
можно пренебречь.

В экспериментах на БАК псевдоголдстоуновское состояние A главным образом рожда-
ется в результате слияния двух глюонов. Соответствующее сечение рождения определяется
|c3|2. Поскольку парциальная ширина Γ(A→ gg) распада A→ gg также пропорциональ-
на |c3|2, удобно представить сечение рождения σA псевдоскалярного бозона A в экспери-
ментах на БАК в следующем виде [72], [361]

σA '
KggCgg
mAs

Γ(A→ gg) , Γ(A→ gg) =
2m3

A

π
|c3|2 , (2.49)

где
√
s ' 13ТэВ. Для того чтобы упростить анализ, положим mA = 750 ГэВ. При этом

можно использовать те же значения Cgg и K фактора Kgg, что и в работе [361], т.е.
Cgg = 2137 и Kgg = 1.48. В данном случае

σA ' 7.3 fb×
(

Γ(A→ gg)

mA
× 106

)
. (2.50)

Хотя, как упоминалось ранее, в этом разделе мы ограничимся рассмотрением сценари-
ев с массами заряженных экзотических фермионов большими mA/2, здесь и далее будет
предполагаться, что масса легчайшего экзотического фермиона достаточно близка к mA/2

и λη & 1. Такой сценарий предполагает, что сечение процесса аннигиляции η η̄ (или ζ1ζ1)
достаточно велико и легчайший экзотический фермион может давать существенный вклад
в плотность тёмной материи. Поэтому будет предполагаться, что соответствующее ферми-
онное состояние может быть как легче так и тяжелее, чем mA/2. Если µη > mA/2, то
полная ширина ΓA псевдоскалярного состояния A достаточно мала. Когда µη < mA/2

нейтральный псевдоголдстоуновский бозон A может распадаться на η η̄ и ΓA становится
весьма большой. В этом разделе оба этих случая будут проанализированы отдельно.

Прежде всего рассмотрим сценарии с µη > mA/2. Псевдоскалярное состояние A может
распадаться на фермион–антифермионные пары. В частности, если mA больше чем 2mt,
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BR(A→ tt̄, gg,WW,ZZ, γγ, γZ)
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Рис. 2.1: Относительные парциальные ширины распадов псевдоскалярного состояния A на tt̄
(штрихпунктирные линии), gg (верхние сплошные линии), γγ (верхние пунктирные линии),
WW (жирные линии), ZZ (нижние сплошные линии) и γZ (нижние пунктирные линии)
при значениях mA = 750ГэВ, κD = κQ = λL = λE = σ = 1.5 и f = 10ТэВ. Зависимость
относительных парциальных ширин распадов псевдоскаляра A от µQ = µD = µL = µE = µ0

получена для значений Λt =
√

15f — рис.a и Λt =
√

60
49
f — рис.б.
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где mt — масса t–кварка, парциальная ширина Γ(A → tt̄) распада A → tt̄ вычисляется
по формуле [95, 135]:

Γ(A→ tt̄) =
3mAm

2
t

8πΛ2
t

√
1− 4m2

t

m2
A

. (2.51)

Парциальная ширина (2.51) уменьшается, когда Λt и f увеличиваются. При Λt � 10ТэВ
значение Γ(A→ tt̄) становится чрезвычайно малым. Однако столь большие значения Λt и
f предполагают высокую степень тонкой настройки параметров E6МСХ, которая необходима
для того, чтобы электрослабая шкала была много меньше Λt и f , т.е. v � f . При численном
анализе сечения рождения и парциальных ширин распадов псевдоскаляраA будет предпола-
гаться, что f ' 10ТэВ, и будут изучены два различных сценария с Λt =

√
15f � 10ТэВ

и Λt =
√

60
49f ' 1.1f ∼ 10ТэВ. При столь больших значениях Λt парциальные ширины

распадов A → bb̄ и A → τ τ̄ становятся слишком малы и в главном приближении ими
можно пренебречь.

Аналитические выражения для парциальных ширин распадов A→ WW,ZZ, γγ и γZ
могут быть представлены в следующем виде [95, 135]:

Γ(A→ WW ) =
m3
A

2π
|c2|2

(
1− 4M 2

W

m2
A

)3/2

, (2.52)

Γ(A→ ZZ) =
m3
A

4π

∣∣∣∣∣c1 sin2 θW + c2 cos2 θW

∣∣∣∣∣
2(

1− 4M 2
Z

m2
A

)3/2

, (2.53)

Γ(A→ γγ) =
m3
A

4π
|cγ|2 , (2.54)

Γ(A→ γZ) =
m3
A

8π
sin2 2θW |c1 − c2|2

(
1− M 2

Z

m2
A

)3

. (2.55)

Когда µD ≈ µQ ≈ µL ≈ µE , из выражений (2.47) следует, что |c2| значительно больше
|c1|. Это обусловлено тем, что c2 и c1 пропорциональны SU(2)W и U(1)Y калибровочным
константам, а на электрослабой шкале α2 существенно больше αY . При |c2| � |c1| пар-
циальные ширины распадов Γ(A → WW ) и Γ(A → ZZ) должны быть много больше
Γ(A → γγ) и Γ(A → γZ), так как значение sin2 θW достаточно мало. С другой сторо-
ны в рассматриваемом пределе |c2| � |c3|, поскольку α2 значительно меньше α3. Таким
образом можно ожидать, что в общем случае Γ(A→ gg) существенно больше, чем другие
парциальные ширины распадов (2.52)–(2.55).

Результаты проведённого анализа представлены на рис. 2.1–2.5. На рис. 2.1 проанализи-
рована зависимость относительных парциальных ширин распадов псевдоголдстоуновского
бозона A от масс экзотических фермионов и Λt. Используя общепринятое определение для
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BR(A→ tt̄, gg,WW,ZZ, γγ, γZ)

500 1000 1500 2000 2500 3000 3500 4000

1

0.1

0.01

0.001

µL

(а)

BR(A→ tt̄, gg,WW,ZZ, γγ, γZ)

500 1000 1500 2000 2500 3000 3500 4000

1

0.1

0.01

0.001

µE

(б)

Рис. 2.2: Относительные парциальные ширины распадов псевдоскалярного состояния A на tt̄
(штрихпунктирные линии), gg (верхние сплошные линии), γγ (верхние пунктирные линии),
WW (жирные линии), ZZ (нижние сплошные линии) и γZ (нижние пунктирные линии)
при значениях mA = 750ГэВ, κD = κQ = λL = λE = σ = 1.5, f = 10ТэВ и Λt =

√
15f .

Зависимость относительных парциальных ширин распадов псевдоскаляра A показана как
функция µL при µQ = µD = µE = 4ТэВ — рис.a и как функция µE при µQ = µD = µL = 4ТэВ
— рис.б.
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вычисления относительных парциальных ширин распадов данной частицы, находим:

BR(A→ gg) =
Γ(A→ gg)

ΓA
, BR(A→ γγ) =

Γ(A→ γγ)

ΓA
,

BR(A→ tt̄) =
Γ(A→ tt̄)

ΓA
, BR(A→ Zγ) =

Γ(A→ Zγ)

ΓA
,

BR(A→ ZZ) =
Γ(A→ ZZ)

ΓA
, BR(A→ WW ) =

Γ(A→ WW )

ΓA
,

(2.56)

где ΓA — полная ширина псевдоскаляра A. Для того чтобы упростить анализ юкавские
константы, отвечающие взаимодействию бозона A с экзотическими фермионами, а также
массы этих фермионных состояний были положены равными, т.е. κD = κQ = λL = λE =

σ и µD = µQ = µL = µE = µ0. Если экзотические кварки существуют, то они, по всей
видимости, существенно тяжелее 1ТэВ, что предполагает µ0 & 1ТэВ. В то же самое время
имеет смысл ограничиться рассмотрением таких значений µ0, которые много меньше шкалы
f = 10ТэВ, поскольку только достаточно лёгкие экзотические кварки могут наблюдаться
в экспериментах на БАК.

В МСХ с f ∼ 1ТэВ псевдоголдстоуновский бозон A преимущественно распадается на tt̄
[361]–[362]. В E6МСХ столь низкие значения шкалы f фактически исключены. Результаты
численного анализа, представленные на рис. 2.1, указывают на то, что большие значения
Λt, отвечающие f ' 10ТэВ, приводят к сильному подавлению парциальной ширины рас-
пада (2.51). В результате при σ & 1 парциальная ширина Γ(A→ tt̄) оказывается того же
порядка или даже значительно меньше Γ(A → gg), вычисленной в однопетлевом прибли-
жении. BR(A→ tt̄) растёт с увеличением µ0. Однако даже при µ0 ∼ 4ТэВ BR(A→ tt̄)

не является доминирующем, если σ = 1.5 и Λt '
√

15f . Тем не менее A→ gg и A→ tt̄

— два основных канала распада псевдоголдстоуновского бозона A, тогда как относительные
парциальные ширины BR(A→ WW ) и BR(A→ ZZ) — третья и четвёртая по величине.
BR(A → γγ) и BR(A → γZ) существенно меньше и варьируются между 10−2 и 10−3.
BR(A → bb̄) и BR(A → τ τ̄), которые не показаны на рис. 2.1, меньше чем 10−3 и 10−4

соответственно.
Иерархическая структура констант взаимодействия в эффективном лагранжиане (2.46),

т.е. |c1| � |c2| � |c3|, не всегда остаётся неизменной. Результаты численного анализа,
представленные на рис. 2.2, указывают на то, что в некоторых случаях, когда, например,
массы экзотических фермионов сильно различаются, соотношения между этими константа-
ми взаимодействия могут сильно модифицироваться. В частности, константа взаимодействия
c2 может стать относительно большой, если µL � µD = µQ = µE . На рис. 2.2а иссле-
дуется зависимость относительных парциальных ширин распадов псевдоголдстоуновского
бозона A от µL в случае, когда σ = 1.5 и µD = µQ = µE = 4ТэВ. Константа взаимо-
действия c2, а также BR(A → WW ), BR(A → ZZ), BR(A → γγ) и BR(A → Zγ)

увеличиваются с уменьшением µL. Причём при µL ' 500 ГэВ константа взаимодействия c3

заметно меньше чем c2. Как следствие, при столь малых значениях µL BR(A→ WW ) ста-

205



новится сопоставимым с BR(A→ gg) и оказывается существенно большим по сравнению с
BR(A→ tt̄). В рассматриваемом пределе BR(A→ tt̄) ' BR(A→ ZZ), а BR(A→ γγ)

и BR(A→ γZ) больше чем 10−2, но всё же значительно меньше относительных парциаль-
ных ширин, отвечающих распадам A→ gg,WW, tt̄ и ZZ .

Константа взаимодействия c1 может также оказаться существенно больше c2 и даже стать
сопоставимой с c3, если µE � µD = µQ = µL. Зависимость относительных парциальных
ширин распадов псевдоскаляра A от µE при σ = 1.5 и µD = µQ = µL = 4ТэВ показана
на рис. 2.2б. Константа взаимодействия c1 увеличивается с уменьшением µE , тогда как c2

и c3 остаются практически неизменными. При значениях µE ' 500 ГэВ константы взаи-
модействия c1 и cγ значительно больше c2 и c3. Результаты, представленные на рис. 2.2б,
указывают на то, что в рассматриваемой части параметрического пространства парциаль-
ные ширины Γ(A → WW ), Γ(A → ZZ) и Γ(A → γZ) существенно меньше чем
Γ(A → γγ). В этом случае псевдоскалярное состояние A распадается преимущесвенно на
A→ gg и A→ tt̄, а BR(A→ γγ) является третьей по величине и может достигать 10%,
если параметр µE достаточно мал. Относительная парциальная ширина распада A → γγ

убывает с увеличением µE и при µE & 1.5ТэВ она становится пятой по величине, уступая
BR(A → WW ) и BR(A → ZZ), которые оказываются третьей и четвёртой по величине
соответственно.

На рис. 2.3 изучается зависимость полной ширины ΓA псевдоскаляра A и сечения его
рождения на БАК σA от µD = µQ = µL = µE = µ0. Результаты численного анализа
указывают на то, что ΓA и σA убывают достаточно быстро с увеличением µ0. Когда µ0

варьируется в пределах от 1ТэВ до 4ТэВ, отношение ΓA/mA уменьшается с 10−4 до 10−5,
а σA изменяется от 1 пикобарна до 50 фемтобарн.

До сих пор исследовались сценарии с достаточно лёгкими экзотическими фермионами,
т.е. когда их массы существенно меньше шкалы f . В то же самое время предполагалось, что
юкавские константы взаимодействия этих фермионных состояний с псевдоголдстоуновским
бозоном A больше единицы. Однако такие сценарии предполагают достаточно высокую сте-
пень тонкой настройки параметров E6МСХ. Действительно, в наиболее общем случае мож-
но ожидать, что массы экзотических фермионов должны быть порядка κif и λif . Когда
κi ∼ λi ∼ 1, определённая степень тонкой настройки необходима, чтобы экзотические фер-
мионы имели массы существенно меньшие чем f . В этой связи более естественно выглядят
сценарии, в которых отношения масс заряженных экзотических фермионов к соответству-
ющим юкавским константам имеют значения порядка f . Следует отметить, что в пределе,
когда экзотические фермионы на много тяжелее псевдоскаляра A, константы взаимодей-
ствия ci в эффективном лагранжиане (2.46) зависят только от таких отношений параметров
E6МСХ.

На рис. 2.4 исследуется зависимость ΓA/mA и сечения рождения псевдоскаляра A на
БАК σA при κD = κQ = λL = λE = σ, mA = 750 ГэВ и f = 10ТэВ от отношения
параметров σf/µ0. При этом предполагается, что (σf/µ0) ∼ 1 и µD = µQ = µL =
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Рис. 2.3: Отношение ΓA/mA и сечение рождения псевдоскаляра A в экспериментах на БАК
σA при µQ = µD = µL = µE = µ0, κD = κQ = λL = λE = σ, Λt =

√
15f , f = 10ТэВ и

mA = 750ГэВ. Зависимость ΓA/mA от µ0 при σ = 2 (штрихпунктирная линия), σ = 1.5

(сплошная линия) и σ = 1 (пунктирная линия) — рис.a. Зависимость σA от µ0 при σ = 2

(штрихпунктирная линия), σ = 1.5 (сплошная линия) и σ = 1 (пунктирная линия) — рис.б.

207



ΓA
mA
× 105

0.5 1.0 1.5 2.0 2.5

0.0

0.1

0.2

0.3

0.4

0.5

0.6

σf/µ0

(а)

σA[fb]

0.5 1.0 1.5 2.0 2.5

0

5

10

15

20

σf/µ0

(б)

Рис. 2.4: Отношение ΓA/mA и сечение рождения псевдоскаляра A в экспериментах на БАК
σA при µQ = µD = µL = µE = µ0, κD = κQ = λL = λE = σ, Λt =

√
15f , f = 10ТэВ и

mA = 750ГэВ. Отношение ΓA/mA представлено как функция σf/µ0 при µ0 = 4ТэВ — рис.a.
Сечение σA представлено как функция σf/µ0 при µ0 = 4ТэВ — рис.б.
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µE = µ0 = 4ТэВ. Хотя результаты численного анализа, представленные на рис. 2.4, бы-
ли получены при фиксированных значениях масс экзотических фермионов, ΓA/mA и σA
практически не должны зависеть от µ0 при фиксированном значении µ0/σ, если µ0 � mA.
В рассматриваемом случае ΓA и σA на много меньше полной ширины псевдоскаляра A и
сечения его рождения на БАК, которые были представлены на рис. 2.3. В частности, когда
(σf/µ0) ∼ 1, σA составляет всего несколько фемтобарн.

На рис. 2.5 исследуется зависимость относительных парциальных ширин распадов псев-
доголдстоуновского бозона A от отношения параметров σf/µ0 при κD = κQ = λL =

λE = σ, µD = µQ = µL = µE = µ0 = 4ТэВ, mA = 750 ГэВ и f = 10ТэВ. При
(σf/µ0) ∼ 1 псевдоскаляр A распадается преимущественно на пару tt̄. Относительная
парциальная ширина, отвечающая распадуA→ gg, существенно меньше чем BR(A→ tt̄),
но значительно больше чем BR(A→ WW ), которая является третьей по величине. Как и
прежде BR(A→ ZZ) меньше чем BR(A→ WW ), но заметно больше чем BR(A→ γγ),
тогда как относительная парциальная ширина распада A→ γγ больше чем BR(A→ γZ).
Как следует из результатов численного анализа, приведённых на рис. 2.5, относительная
парциальная ширина распада A → bb̄ может быть сопоставимой при (σf/µ0) ∼ 1 с
BR(A→ ZZ), BR(A→ γγ), BR(A→ γZ) и даже с BR(A→ WW ).

При анализе сечения рождения псевдоскаляра A на БАК и парциальных ширин распа-
дов этого состояния главным образом исследовалась часть параметрического пространства
E6МСХ, где σA на много больше соответствующего сечения рождения псевдоголдстоунов-
ского бозона в простейших МСХ с f & 10ТэВ. Относительно большое σA может быть
обусловлено в E6МСХ взаимодействием псевдоголдстоуновского бозона A с экзотическими
фермионами только при условии, что вклады в c3 от различных мультиплетов экзотических
кварков, а также от составных партнёров частиц СМ не сокращают друг друга. Если же
сокращение разных вкладов в c3 имеет место, то тогда σA может быть существенно мень-
ше одного фемтобарна. В этом случае для оценки парциальной ширины распада A → gg

можно использовать соотношение

Γ(A→ gg) =
2m3

A

πf 2

( α3

16π

)2
× a2 , (2.57)

где a = 16πfc3/α3 — безразмерный параметр. Сильное сокращение различных вкладов в
константу взаимодействия c3 отвечает a� 1. ДляmA ' 750 ГэВ, используя соотношение
(2.50), получаем

σA ' 0.086 fb× a2 . (2.58)

Варьируя параметр a вблизи единицы, находим, что сечение рождения псевдоскаляра A на
БАК изменяется в пределах от 0.01 фемтобарна до нескольких фемтобарн. Столь небольшие
значения σA однозначно указывают на то, что наблюдение псевдоголдстоуновского бозона
A в экспериментах на БАК может быть весьма проблематичным.

Теперь рассмотрим сценарии с µη . mA/2. В рассматриваемой части параметрическо-
го пространства E6МСХ псевдоголдстоуновский бозон A может распадаться на пары η η̄.
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Рис. 2.5: Относительные парциальные ширины распадов псевдоскалярного состояния A

на tt̄ (верхние штрихпунктирные линии), bb̄ (нижние штрихпунктирные линии), gg (верх-
ние сплошные линии), γγ (верхние пунктирные линии), WW (жирные линии), ZZ (ниж-
ние сплошные линии) и γZ (нижние пунктирные линии) при значениях mA = 750ГэВ,
κD = κQ = λL = λE = σ, f = 10ТэВ и µQ = µD = µL = µE = µ0 = 4ТэВ. Зависимость
относительных парциальных ширин распадов псевдоскаляра A от σf/µ0 получена для зна-
чений Λt =

√
15f — рис.a и Λt =

√
60
49
f — рис.б.
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100 150 200 250 300 350 400

0.00

0.05

0.10

0.15

0.20

0.25

0.30

µη

(а)

BR(A→ tt̄, gg,WW,ZZ, γγ, γZ)× 103

1000 1500 2000 2500 3000 3500 4000

10

1

0.1

0.01

0.001

µ0

(б)

Рис. 2.6: Отношение Γ(A→ ηη̄)/mA и относительные парциальные ширины распадов псевдо-
скалярного состояния A при mA = 750ГэВ. Зависимость отношения Γ(A→ ηη̄)/mA показана
как функция массы легчайшего экзотического фермиона µη при λη = 2.5 (сплошная линия),
λη = 2 (пунктирная линия) и λη = 1.4 (штрихпунктирная линия) — рис.a. Зависимость
относительных парциальных ширин распадов псевдоскалярного состояния A на tt̄ (штрих-
пунктирная линия), gg (верхняя сплошная линия), γγ (верхняя пунктирная линия), WW

(жирная линия), ZZ (нижняя сплошная линия) и γZ (нижняя пунктирная линия) от µ0 при
µQ = µD = µL = µE = µ0, κD = κQ = λL = λE = λη = 1.5, Λt =

√
15f , f = 10ТэВ и

µη = 300ГэВ — рис.б.
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Результаты численного анализа, представленные на рис. 2.6, показывают, что в этом случае
парциальная ширина, отвечающая распадуA→ η η̄, весьма велика, если юкавская констан-
та λη больше единицы. Как следствие, полная ширина ΓA псевдоскалярного состояния A на
много больше, чем в случае µη & mA/2, и ΓA ' Γ(A→ ηη̄). Здесь, как уже отмечалось
ранее, будет предполагаться, что масса легчайшего экзотического фермиона близка кmA/2

и сечение процесса аннигиляции η η̄ (или ζ1ζ1) достаточно велико.
Большая полная ширина ΓA приводит к сильному подавлению всех относительных пар-

циальных ширин распадов псевдоскаляра A за исключением BR(A → ηη̄). Результаты,
представленные на рис. 2.6, указывают на то, что при κD = κQ = λL = λE = λη = σ =

1.5, Λt =
√

15f , f = 10ТэВ и µη = 300 ГэВ относительная парциальная ширина распада
A → gg является второй по величине, когда µD = µQ = µL = µE = µ0 варьируется от
1ТэВ до 4ТэВ. BR(A → WW ) и BR(A → tt̄) могут быть либо третьей либо четвёртой

по величине в зависимости от значения µ0. При меньших значениях Λt, т.е. Λt ∼
√

60
49f ,

или (σf/µ0) ∼ 1 относительная парциальная ширина распада A → tt̄ оказывается вто-
рой по величине, а BR(A → gg) и BR(A → WW ) являются третьей и четвёртой по
величине соответственно. Как и прежде, BR(A → ZZ) меньше чем BR(A → WW ) и
заметно больше чем BR(A → γγ), тогда как BR(A → γγ) существенно превосходит
BR(A→ γZ). С увеличением µ0 относительные парциальные ширины, отвечающие распа-
дам A→ gg,WW,ZZ, γγ и γZ , уменьшаются. В исследуемой области параметрического
пространства E6МСХ BR(A → gg), BR(A → WW ) и BR(A → γγ) уменьшаются с
10−3, 10−4 и 10−5 до 10−4, 10−5 и 10−6 соответственно, когда µ0 изменяется от 1ТэВ до
4ТэВ. BR(A → ηη̄) всегда остаётся близкой к единице, если λη & 1. При вариациях µ0

относительная парциальная ширина распада A → tt̄ практически не меняется. Она всегда
много меньше, чем BR(A → ηη̄) из-за подавления обусловленного малостью отношения
(mt/Λt)

2 � 1.
Наконец следует отметить, что сечение рождения псевдоскаляра A на БАК не зависит от

µη. И при µη > mA/2 и при µη < mA/2 значение σA полностью определяется массами эк-
зотических кварков и константами их взаимодействий с псевдоголдстоуновским бозоном
A. При µη < mA/2 распады псевдоскаляра A на пары ηη̄ приводят к Emiss

T в конечном
состоянии, т.е. к несохранению энергии и импульса. Достаточно большое σA предполагает,
что сечение процессов с несохранением энергии и импульса, таких как pp → j + Emiss

T ,
может быть весьма заметным. Таким образом наблюдение соответствующих процессов в экс-
периментах на БАК может быть одним из возможных проявлений E6МСХ.

2.4 Генерация барионной асимметрии Вселенной в E6МСХ

Если в E6МСХ SU(6) глобальная симметрия нарушается вблизи шкалы f & 10ТэВ, то
приемлемое с феноменологической точки зрения расширение СМ можно получить даже в
случае, когда лагранжиан сектора, в котором генерируется нарушение электрослабой сим-
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метрии, инвариантен по отношению к преобразованиям SU(6) × U(1)L симметрии. Гло-
бальная U(1)L симметрия позволяет подавить операторы, которые генерируют слишком
большие майорановские массы левосторонних нейтрино. В секторе слабовзаимодействую-
щих элементарных частиц данная симметрия нарушается до

ZL
2 = (−1)L , (2.59)

где L — лептонное число, что позволяет получить ненулевые массы левосторонних нейтрино.
Если ZL

2 является точной симметрией, то она подавляет все операторы приводящие к рас-
паду протона. Все остальные операторы, нарушающие барионное число, достаточно сильно
подавлены по 1/f . Дополнительное подавление этих операторов обусловлено малым смеши-
ванием между элементарными состояниями и их составными партнёрами. Действительно,
операторы в СМ, отвечающие процессам с ∆B = 2 и ∆L = 0, могут быть представлены в
следующем виде:

L∆B=2 =
1

Λ5

[
qiqjqkqm(dcnd

c
l )
∗ + ucid

c
jd
c
ku

c
md

c
nd

c
l

]
, (2.60)

где индексы i, j, k,m, n, l = 1, 2, 3 соответствуют разным поколениям кварков. В част-
ности, операторы (2.60) описывают нейтрон–антинейтронные осцилляции. Значение мас-
сового параметра δm, определяющего данный процесс, достаточно просто оце-
нить, т.е. δm ' κΛ6

QCD/Λ
5, где κ ∼ 1 и ΛQCD ' 200MeV. При Λ ∼ 400ТэВ для пе-

риода вакуумных нейтрон–антинейтронных осцилляций находим τn−n̄ ' 1/δm ' 108 сек.,
что достаточно близко к установленному нижнему экспериментальному ограничению [363]-
[364]. Примерно к такому же ограничению на шкалу Λ приводят поиски редких распадов
ядер, обусловленные процессом аннигиляции нуклонов, т.е.NN → KK , который также ге-
нерируется операторами (2.60). С другой стороныМСХ с малым смешиванием между элемен-
тарными состояниями и их составными партнёрами подразумевает, что Λ & 300−400ТэВ,
если f & 10ТэВ.

В этом разделе будет предполагаться, что лагранжиан E6МСХ инвариантен по отноше-
нию к преобразованиям приближённой ZB

2 симметрии, которая является дискретной под-
группой U(1)B , т.е.

ZB
2 = (−1)3B , (2.61)

гдеB — барионное число. ZB
2 симметрия не запрещает операторы (2.60), нарушающие бари-

онное число. Тем не менее данная симметрия представляет собой дополнительный механизм
подавления взаимодействий, приводящих к распаду протона.

Как и прежде, самосогласованность E6МСХ подразумевает, что ниже шкалы f в секторе,
генерирующем нарушение электрослабой симметрии, формируются составные фермионные
состояния, образующие 10+5 мультиплеты SU(5). Их взаимодействие с q̄, d̄c, ¯̀и ēc при-
водит к набору массивных фермонных состояний и составному tc. Однако поскольку U(1)B
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не сохраняется, а ZB
2 является лишь приближённой симметрией лагранжиана E6МСХ, лег-

чайший экзотический фермион с ненулевым значением B3 может распадаться на частицы
СМ. По этой причине в введении дополнительного фермионного состояния η, непринимаю-
щего участия в SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y взаимодействиях, нет никакой необходимости.

Как уже отмечалось, нарушение SU(6) симметрии может приводить к набору связан-
ных фермионных состояний, образующих 10 + 5 мультиплеты SU(5), если спектр частиц
E6МСХ включает один 15–плет и два 6–плета (61 и 62) группы SU(6) с спином 1/2 и
квантовыми числами:

15 → Q =

(
3, 2,

1

6

)
,

tc =

(
3∗, 1, −2

3

)
,

Ec =

(
1, 1, 1

)
,

D =

(
3, 1, −1

3

)
,

L =

(
1, 2,

1

2

)
;

6α → Dc
α =

(
3̄, 1,

1

3

)
,

Lα =

(
1, 2, −1

2

)
,

Nα =

(
1, 1, 0

)
,

(2.62)

где α = 1, 2. Величины, указанные в скобках, соответствуют SU(3)C и SU(2)W пред-
ставлениям, а также U(1)Y заряду. Генерация большой массы t кварка возможна только,
если при преобразованиях дискретной ZB

2 симметрии tc мультиплет изменяет знак. Как
следствие, все компоненты 15–плета также должны изменять знак при преобразованиях
ZB

2 симметрии. Взаимодействие 15 и 62 приводит к тому, что в результате нарушения
SU(6) симметрии 5–плет из 15 и 5–плет из 62 образуют массивные фермионные состоя-
ния с массами порядка f . Генерация соответствующих массовых членов возможна только,
если все компоненты 62 изменяют знак при преобразованиях ZB

2 симметрии. Далее будет
предполагаться, что все компоненты 61 мультиплета SU(6) остаются неизменными при
преобразованиях ZB

2 симметрии.
В результате нарушения SU(6) симметрии генерируются майорановские массы SU(5)

синглетных компонент 61 и 62, т.е. N1 и N2. Приближённая ZB
2 симметрия приводит к

подавлению смешивания между этими состояниями. Остающиеся компоненты SU(6) муль-
типлетов 15 и 61, т.е. декуплет из 15 и 5–плет из 61, образуют набор экзотических фер-
монных состояний и составной tc. В наиболее общем случае все экзотические и составные
фермионы приобретают массы порядка f . Поэтому вероятность того, что эти состояния бу-
дут обнаружены в экспериментах на БАК в ближайшем будущем, не очень велика. Далее в
этом разделе будет предполагаться, что N1 существенно легче других экзотических ферми-
онов и имеет массу, которая несколько меньше чем f .

В рассматриваемом случае набор легчайших составных состояний в E6МСХ образуют
псевдоголдстоуновские бозоны, т.е. SU(2)W дублет бозонов Хиггса, SU(3)C триплет ска-
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лярных полей T и SU(5) синглетное псевдоскалярное поле A. Их массы должны быть
значительно меньше, чем f & 10ТэВ. Поскольку во взаимодействиях с другими поля-
ми СМ бозон Хиггса проявляет себя в качестве состояния с ZB

2 = +1, все осталь-
ные псевдоголдстоуновские бозоны должны также отвечать состояниям с ZB

2 = +1. При
этом SU(3)C триплет скалярных полей T может распадаться на верхний и нижний ан-
тикварки, тогда как распады данного состояния на лептон и кварк запрещены ZL

2 и ZB
2

симметриями. Так как примесь составных фермионов в кварках первого и второго поколе-
ний мала, SU(3)C триплет T главным образом распадается на T → t̄b̄. При энергиях
E . f все составные состояния за исключением псевдоголдстоуновских бозонов можно
отинтегрировать. В результате все операторы, нарушающие барионное число, оказываются
сильно подавленными и U(1)B симметрия сохраняется с достаточно высокой точностью.
В этом пределе T проявляет себя во взаимодействиях с другими бозонами и фермионами
СМ в качестве дикварка, т.е. SU(3)C триплета скалярных полей с B = −2/3. Из-за того
что константы взаимодействия SU(3)C триплета скалярных полей T с кварками первого и
второго поколений малы, следует ожидать, что в экспериментах на БАК дикварки должны
рождаться парами. Парное рождение дикварков должно приводить к конечным состояниям
с четырьмя кварками третьего поколения, т.е. pp → T T̄ → tt̄bb̄. Такие конечные со-
стояния весьма похожи на те, которые могут возникать при парном рождении скварков в
суперсимметричных расширениях СМ с нарушением R–чётности. Поиски соответствующих
состояний в экспериментах на БАК позволили установить нижние ограничения на их массы
[365].

В E6МСХ с нарушением барионного числа и относительно лёгким SU(3)C триплетом
скалярных полей T с массой порядка нескольких ТэВ генерация барионной асимметрии
может происходить в результате распадов легчайшего экзотического фермиона N1. Дей-
ствительно, майорановская массаN1 определяется шкалой f , тогда как масса SU(3)C три-
плета скалярных полей mT � f . Поэтому N1 может распадаться на N1 → T + d̄i и
N1 → T ∗ + di. Так как при энергиях E . f SU(3)C триплет скалярных полей прояв-
ляет себя во взаимодействиях с другими частицами СМ в качестве дикварка с B = −2/3,
майорановский фермион N1 распадается на состояния с барионными числами ±1. Анало-
гичный механизм генерации барионной асимметрии, обусловленный распадами нейтрально-
го фермиона на кварк и скалярный дикварк, обсуждался в работах [366]. Взаимодействия
майорановских фермионов N1 и N2 с мультиплетами псевдоголдстоуновских бозонов T и
нижних кварков описываются лагранжианом [96]

LN =
3∑
i=1

(
g∗i1Td

c
iN1 + g∗i2Td

c
iN2 + h.c.

)
. (2.63)

В пределе точной ZB
2 симметрии константы взаимодействия gi1 зануляются. По этой при-

чине в случае приближённой ZB
2 симметрии |gi1| � |gi2|.

Процесс генерации барионной асимметрии контролируется тремя CP асимметриями ε1, k,
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которые входят в правую часть уравнений Больцмана. Три CP асимметрии отвечают трём
поколениям нижних кварков d, s и b. Они определяются следующим образом (см. [96]):

ε1, k =
ΓN1dk − ΓN1d̄k∑

m

(
ΓN1dm + ΓN1d̄m

) , (2.64)

где ΓN1dk и ΓN1d̄k — парциальные ширины распадов N1 → dk + T ∗ и N1 → dk + T , а
k,m = 1, 2, 3. В древесном приближении CP асимметрии (2.64) зануляются, так как

ΓN1dk = ΓN1d̄k =
3|gk1|2

32π
M1 , (2.65)

гдеM1 соответствует майорановской массеN1. Однако CP нарушение приводит к ненулево-
му вкладу в CP асимметрии (2.64), который возникает в результате интерференции между
древесными амплитудами распада N1 и однопетлевыми поправками к ним. Когда SU(3)C
триплет скалярных полей на много легче чем N1 и N2, непосредственное вычисление одно-
петлевых диаграмм приводит к (см. [96])

ε1, i =
1

(8π)

1

(
∑3

m=1 |gm1|2)

[∑3
n=1 Im(g∗i1gi2g

∗
n1gn2)

√
x

(
3

2(1− x)
+ 1

−(1 + x) ln
1 + x

x

)
+
∑3

n=1 Im(g∗i1gi2gn1g
∗
n2)

3

2(1− x)

]
,

(2.66)

где x = (M2/M1)
2, а M2 — майорановская масса N2.

Для того чтобы вычислить полную барионную асимметрию, которая образуется в ре-
зультате распадов N1, необходимо решить систему уравнений Больцмана. Соответствующее
решение должно быть аналогично тому, которое возникает в случае лептогенезиса. Поэтому в
первом приближении образующаяся барионная асимметрия может быть оценена следующим
образом (см. [293])2

Y∆B ∼ 10−3

( 3∑
k=1

ε1, kηk

)
, (2.67)

где Y∆B =
nB − nB̄

s

∣∣∣∣
0

= (8.75 ± 0.23) × 10−11 и s — плотность энтропии. В выраже-

нии (2.67) параметры ηk, определяющие эффективность генерации барионной асимметрии,
варьируются от 0 до 1.

Так как в кварках первого и второго поколений примесь их составных партнёров крайне
мала, SU(3)C триплет T главным образом взаимодействует с кварками третьего поколе-
ния, т.е. |g31| � |g21|, |g11| и |g32| � |g22|, |g12|. Такая иерархическая структура юкав-
ских констант взаимодействия предполагает, что CP асимметрии ε1, 2 и ε1, 1 мно-

2Сфалеронными процессами, благодаря которым барионная асимметрия частично конвертируется в леп-
тонную асимметрию, здесь пренебрегается.
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го меньше чем ε1, 3 и ими в главном приближении можно пренебречь. Ес-
ли g31 = |g31|eiϕ31 и g32 = |g32|eiϕ32 , то в пределе x� 1 находим [96]

ε1, 3 ' −
1

(4π)

|g32|2√
x

sin 2∆ϕ , ∆ϕ = ϕ32 − ϕ31 . (2.68)

CP асимметрия (2.68) зануляется, когда юкавские константы g31 и g32 являются действитель-
ными. Абсолютное значение CP асимметрии ε1, 3 достигает своего максимального значения
при ∆ϕ = ±π/4, т.е. когда sin 2∆ϕ ' ±1.

Параметр η3, определяющий эффективность генерации барионной асимметрии, можно
оценить используя соотношение (см. [293]):

η3 ' H(T = M1)/Γ3 ,

Γ3 = ΓN1d3 + ΓN1d̄3 =
3|g31|2
16π

M1 , H = 1.66g
1/2
∗

T 2

MPl
,

(2.69)

где H — параметр Хаббла, определяющий темп расширения Вселенной, g∗ = nb +
7

8
nf —

число релятивистских степеней свободы. В СМ g∗ = 106.75, а в E6МСХ g∗ = 113.75 при
T . f . Выражения (2.69) указывают на то, что η3 увеличивается с уменьшением |g31|. При-
чём юкавская константа взаимодействияN1 с мультиплетом псевдоголдстоуновских бозонов
T и b кварками может быть выбрана таким образом, чтобы параметр η3 оказался близок к
единице. В частности, из выражений (2.69) следует, что при |g31| ' 10−6 и M1 ' 10ТэВ
параметр η3 ' 0.25.

Когда η3 ∼ 0.1− 1, образующаяся барионная асимметрия полностью определяется CP
асимметрией ε1, 3. Действительно, в пределе g21 = g11 → 0 CP асимметрии ε1, 2 и ε1, 1 обра-
щаются в ноль. При этом ε1, 3 не зависит от абсолютного значания юкавской константы g31.
Поэтому при каждом фиксированном отношенииM2/M1 CP асимметрия ε1, 3 определяется
|g32| и комбинацией фаз ∆ϕ. Зависимость абсолютного значения ε1, 3 от этих параметров
исследуется на рис. 2.7, где (M2/M1) = 10. Так как константа юкавского взаимодействия
N2 с мультиплетом псевдоголдстоуновских бозонов T и b кварками не подавлена ZB

2 сим-
метрией, |g32| может быть достаточно большой, т.е. |g32| & 0.1. На рис. 2.7а показана
зависимость абсолютного значения ε1, 3 от ∆ϕ при |g32| = 0.1 и |g32| = 1. Результаты
численного анализа указывают на то, что абсолютное значение CP асимметрии ε1, 3 до-
стигает своего максимального значения ∼ 10−4 − 10−2 при ∆ϕ ' π/4. Столь большие
значения |ε1, 3| могут приводить к феноменологически приемлемой барионной асимметрии
только, если η3 ' 10−5 − 10−3. При |g32| ' 0.1 и η3 ∼ 0.1 − 1 феноменологически
приемлемая барионная асимметрия, отвечающая ε1, 3 . 10−7− 10−6, генерируется только,
когда комбинация фаз ∆ϕ достаточно мала, т.е. ∆ϕ . 0.01. Это указывает на то, что
барионная асимметрия может генерироваться в E6МСХ даже в случае весьма небольшого
CP нарушения.

На рис. 2.7б изучается зависимость максимального значения |ε1, 3| от |g32|. Максимальное
абсолютное значение этой CP асимметрии растёт с увеличением |g32|. Результаты численного
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Рис. 2.7: Зависимость логарифма (по основанию 10) абсолютной величины CP асимметрии
ε1, 3 от логарифма (по основанию 10) ∆ϕ при |g32| = 1 (сплошная линия) и |g32| = 0.1

(штриховая линия) — рис.a. Зависимость логарифма (по основанию 10) абсолютной вели-
чины ε1, 3 от логарифма (по основанию 10) |g32| при ∆ϕ = π/4 — рис.б. Предполагается, что
g11 = g21 = g12 = g22 = 0 и M2 = 10 ·M1.
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анализа, представленные на рис. 2.7б, указывают на то, что феноменологически приемлемая
барионная асимметрия, соответствующая ε1, 3 . 10−7 − 10−6, может быть получена даже
когда |g32| варьируется от 0.01 до 0.1.
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Глава 3

Расширения Стандартной Модели с

вырожденными вакуумами

3.1 Вырожденные вакуумы в Стандартной Модели и ее

расширениях с двумя дублетами Хиггса

Как уже отмечалось ранее, измерение массы бозона Хиггса позволяет оценить значения па-
раметров в потенциале взаимодействия хиггсовских полей (1). Более того предполагая, что
никаких новых полей и взаимодействий не появляется вплоть до сверхвысоких энергий по-
рядка массы ПланкаMPlanck ∼ 1019 ГэВ, было вычислено значение константы λ(MPlanck).
Используя трёхпетлевые уравнения ренормгруппы СМ, находим (см., например [367])

λ(MPlanck) = −0.0128− 0.0065

(
Mt

ГэВ
− 173.35

)
+0.0018

(
α3(MZ)− 0.1184

0.0007

)
+ 0.0029

(
MH

ГэВ
− 125.66

)
.

(3.1)

Выражение (3.1) указывает на то, что λ(MPlanck) достаточно мало. Причём, когда масса
t кварка Mt меньше 171 ГэВ, значение константы λ остаётся положительным на любой
промежуточной шкале между Mt и MPlanck. Это в свою очередь означает, что физический
вакуум стабилен и параметры СМ могут быть экстраполированы вплоть до MPlanck.

При Mt ' 171 ГэВ значение λ(MPlanck) почти зануляется. Вычисленное значение β–

функции βλ =
dλ(t)

dt
также оказывается достаточно близким к нулю, т.е.

λ(MPlanck) ' 0 , βλ(MPlanck) ' 0 . (3.2)

Соотношения (3.2) подразумевают, что потенциал взаимодействия хиггсовских полей (1) име-
ет два практически вырожденных минимума. Минимум на электрослабой шкале определя-
ется параметром m2

H в потенциале (1). При сверхвысоких энергиях данным параметром
можно с хорошей точностью пренебречь. Предполагая, что в рассматриваемом пределе кон-
станта λ зависит только от φ =

√
H†H , находим, что второй минимум реализуется, если
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на некоторой шкале Λ

dVeff(φ)

dφ

∣∣∣∣∣
φ=Λ

≈ (4λ(φ) + βλ)φ
3

∣∣∣∣∣
φ=Λ

' 0 , (3.3)

где βλ =
dλ(φ)

d log φ
зависит от λ(φ), калибровочных констант gi(φ) и юкавской константы

t кварка gt(φ). Первый и второй вакуумы оказываются практически вырожденными, когда
λ(Λ)→ 0. В этом случае λ(Λ) и βλ(Λ) должны зануляться с точностью порядкаm2

H/Λ
2.

В частности, соотношения (3.2) должны удовлетворяться на шкале MPlanck с точностью
m2
H/M

2
Planck.

Когда λ(Λ)→ 0, соответствующая ей β–функция зануляется только при определённом
значении юкавской константы t кварка gt(Λ). Поскольку эволюция калибровочных констант
СМ достаточно хорошо известна, существование двух практически вырожденных вакуумов
в СМ на электрослабой шкале и шкале Λ ' MPlanck позволяет предсказать массы Хиггса
и t кварка (см. [368]):

MH = 135± 9 ГэВ , Mt = 173± 4 ГэВ . (3.4)

Полученные значенияMt иMH хорошо согласуются с измеренными на эксперименте. Сни-
жение шкалы Λ на несколько порядков заметно ухудшает согласие между теоретическими
предсказаниями и данными измерений.

Существование двух таких вырожденных вакуумов предсказывается принципом мульти-
критической точки, который постулирует существование в природе многих различных фаз,
которые допускаются рассматриваемой теорией [369]. На диаграмме состояния системы это
отвечает особой точке, допускающей существование нескольких фаз. Вблизи этой мульти-
критической точки плотности энергий различных вакуумов, отвечающих данным фазам,
должны быть почти одинаковыми [369].

Весьма успешные предсказания для масс Хиггса и t кварка (3.4), полученные в рамках
СМ, стимулируют изучение предсказаний, к которым может приводить принцип мульти-
критической точки, в расширениях СМ. В этом разделе будут изучаться максимально до-
пустимые наборы вырожденных вакуумов в расширениях СМ с двумя дублетами Хиггса.
В наиболее общем случае перенормируемый потенциал взаимодействия скалярных полей в
этой модели может быть представлен в следующем виде

Veff(H1, H2) = m2
1(Φ)H†1H1 +m2

2(Φ)H†2H2 −
[
m2

3(Φ)H†1H2 + h.c.

]
+

λ1(Φ)

2
(H†1H1)

2 +
λ2(Φ)

2
(H†2H2)

2 + λ3(Φ)(H†1H1)(H
†
2H2) + λ4(Φ)|H†1H2|2

+

[
λ5(Φ)

2
(H†1H2)

2 + λ6(Φ)(H†1H1)(H
†
1H2) + λ7(Φ)(H†2H2)(H

†
1H2) + h.c.

] (3.5)
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где

Hn =

(
χ+
n

(H0
n + iA0

n)/
√

2

)
n = 1, 2 .

Число фундаментальных параметров в потенциале (3.5) резко возрастает в сравнении с по-
тенциалом взаимодействия хиггсовских полей (1) в СМ. Действительно, число параметров
увеличивается с двух до десяти. Причём четыре из десяти параметров, т.е. m2

3, λ5, λ6 и
λ7, могут быть комплексными, приводя к CP нарушению в хиггсовском секторе. Далее бу-
дет предполагаться, что параметры m2

i и λi в эффективном хиггсовском потенциале (3.5)
зависят только от Φ, где

Φ2 = Φ2
1 + Φ2

2 , Φ2
n = H†nHn =

1

2

[
(H0

n)2 + (A0
n)

2

]
+ |χ+

n |2 .

Соответствующая зависимость описывается уравнениями ренормгруппы, в которых шкала
q заменяется на Φ.

В окрестности физического вакуума дублеты Хиггса приобретают вакуумные средние

< H0
1 >= v1 , < H0

2 >= v2 , (3.6)

которые нарушают SU(2)W ×U(1)Y калибровочную симметрию до U(1)em и генерируют
массы всех бозонов и фермионов СМ. Поскольку

√
|v1|2 + |v2|2 = 246 ГэВ, удобно ввести

параметр tan β = |v2|/|v1|.
В наиболее общем случае оба дублета Хиггса взаимодействуют с фермионами СМ. Это

приводит к процессам, которые сопровождаются нейтральными переходами с изменением
аромата в кварковом и лептонном секторах, на вероятности реализации которых существу-
ют жесткие экспериментальные ограничения. В частности, новые константы взаимодействия
дают вклад в амплитуду K0−K0

осцилляций и приводят к распаду мюона µ→ e−e+e−.
Для того чтобы подавить эти эффекты обычно используется дискретная Z2 симметрия, ко-
торая предполагает, что нижние кварки взаимодействуют только с одним дублетом Хиггса
H1, тогда как верхние кварки взаимодействуют либо с тем же хиггсовским дублетом H1

(модель I) либо с другим дублетом Хиггса H2 (модель II). Такая Z2 симметрия приводит
к занулению параметров λ6, λ7 и m2

3 в эффективном хиггсовском потенциале (3.5). Одна-
ко мягкое нарушение Z2 симметрии, обусловленное членом m2

3(Φ)(H†1H2) в потенциале
(3.5), не генерирует процессы, сопровождающиеся нейтральными переходами с изменением
аромата. Поэтому данный член в хиггсовском потенциале обычно включают в рассмотрение.

Здесь вместо введения дополнительной глобальной Z2 симметрии будет предполагаться,
что на некоторой шкале Λ (MZ << Λ . MPlanck) существует набор вырожден-
ных вакуумов, который имеет приблизительно такую же плотность энергии, что и физи-
ческий вакуум. Данный сценарий может реализоваться только при определённых соотноше-
ниях между параметрами рассматриваемой модели, которые могут быть обусловлены прин-
ципом мультикритической точки. Для того чтобы воспроизвести иерархическую структуру
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спектра лептонов и кварков будет предполагаться, что юкавские константы взаимодействия
фермионов третьего поколения с бозонами Хиггса много больше соответствующих юкавских
констант лептонов и кварков первых двух поколений. Пренебрегая юкавскими константами
взаимодействия фермионов первого и второго поколений, лагранжиан, описывающий взаи-
модействия хиггсовских дублетов H1 и H2 с лептонами и кварками, можно представить в
следующем виде:

LY uk ' ht(H2εQ)t̄R + gb(H
†
2Q)b̄R + gτ(H

†
2L)τ̄R+

+gt(H1εQ)t̄R + hb(H
†
1Q)b̄R + hτ(H

†
1L)τ̄R + h.c. ,

(3.7)

где Q и L отвечают дублетам левосторонних кварков и лептонов третьего поколения, а τR,
tR и bR соответствуют правостороннему τ–лептону, а также правосторонним t и b кваркам.

Систему уравнений ренормгруппы, которая описывает эволюцию констант взаимодей-
ствия в расширении СМ с двумя дублетами Хиггса, можно найти в работах [370]-[371].
Структура этих уравнений определяется β–функциями. В случае констант λi уравнения
ренормгруппы можно представить в виде

dλi
dt

= βλi . (3.8)

Для изучения вырожденных вакуумов в рассматриваемом расширении СМ будут необходи-
мы выражения для βλi , полученные в пределе, когда λ6 = λ7 = 0, т.е.

βλ1 =
1

16π2

[
12λ2

1 + 4λ2
3 + 4λ3λ4 + 2λ2

4 + 2|λ5|2 +
9

4
g4

2 +
3

2
g2

2g
2
1 +

3

4
g4

1

−λ1

(
3(3g2

2 + g2
1)− 12|hb|2 − 4|hτ |2

)
− 12|hb|4 − 4|hτ |4

]
, (3.9)

βλ2 =
1

16π2

[
12λ2

2 + 4λ2
3 + 4λ3λ4 + 2λ2

4 + 2|λ5|2 +
9

4
g4

2 +
3

2
g2

2g
2
1 +

3

4
g4

1 − 12|ht|4

−12|gb|4 − 4|gτ |4 − λ2

(
3(3g2

2 + g2
1)− 12|ht|2 − 12|gb|2 − 4|gτ |2

)]
, (3.10)

βλ3 =
1

16π2

[
2(λ1 + λ2)(3λ3 + λ4) + 4λ2

3 + 2λ2
4 + 2|λ5|2 +

9

4
g4

2 −
3

2
g2

2g
2
1 +

3

4
g4

1

−λ3

(
3(3g2

2 + g2
1)− 6|ht|2 − 6|gb|2 − 2|gτ |2 − 6|hb|2 − 2|hτ |2

)
−12|ht|2|hb|2 − 12|hb|2|gb|2 − 4|hτ |2|gτ |2

]
, (3.11)

βλ4 =
1

16π2

[
2λ4(λ1 + λ2 + 4λ3 + 2λ4) + 8|λ5|2 + 3g2

2g
2
1 − λ4

(
3(3g2

2 + g2
1)

−6|ht|2 − 6|gb|2 − 2|gτ |2 − 6|hb|2 − 2|hτ |2
)

+ 12|ht|2|hb|2
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−12|hb|2|gb|2 − 4|hτ |2|gτ |2
]
, (3.12)

βλ5 =
1

16π2

[
2λ5(λ1 + λ2 + 4λ3 + 6λ4)− λ5

(
3(3g2

2 + g2
1)− 6|ht|2 − 6|gb|2

−2|gτ |2 − 6|hb|2 − 2|hτ |2
)
− 12h2

bg
∗2
b − 4h2

τg
∗2
τ

]
, (3.13)

βλ6 =
1

16π2

[
(λ1 + λ3 + λ4)(3g

∗
bhb + hτg

∗
τ) + λ5(3h

∗
bgb + h∗τgτ)

−12|hb|2hbg∗b − 4|hτ |2hτg∗τ
]
, (3.14)

βλ7 =
1

16π2

[
(λ2 + λ3 + λ4)(3g

∗
bhb + hτg

∗
τ) + λ5(3h

∗
bgb + h∗τgτ)

−12|gb|2hbg∗b − 4|gτ |2hτg∗τ
]
. (3.15)

При выводе β–функций (3.9)–(3.15) предполагалось, что только один из дублетов Хиггса
H2 имеет ненулевую константу взаимодействия с Q и tR, т.е. gt = 0. В этой связи следует
отметить, что хиггсовские дублеты на шкале Λ всегда можно переопределить таким образом,
чтобы gt(Λ) = 0.

Для того чтобы установить максимально допустимые наборы вырожденных вакуумов
в расширении СМ с двумя дублетами Хиггса целесообразно использовать наиболее общую
параметризацию вакуумных конфигураций хиггсовских полей

< H1 >= Φ1

(
0

1

)
, < H2 >= Φ2

(
sin θ

cos θ eiω

)
, (3.16)

где Φ2
1 + Φ2

2 = Λ2. Здесь выбор калибровки предполагает, что только действительная часть
нижней компоненты дублета H1 приобретает ненулевое вакуумное среднее.

Начнем анализ с того что предположим, что на шкале Λ потенциал взаимодействия хигг-
совских полей (3.5) в пределе m2

1 = m2
2 = m2

3 = 0 имеет набор вырожденных вакуумов
с нулевой плотностью энергии при произвольных значениях ω. При этом cos θ, Φ1 и Φ2

должны приобретать ненулевые значения, а значения потенциала взаимодействия хиггсов-
ских полей и его производных вблизи шкалы Λ не должны зависеть от ω. Это предполагает,
что

Vω =
λ5(Φ)

2
Φ2

1Φ
2
2 cos2 θ e2iω+

[
λ6(Φ)Φ3

1Φ2+λ7(Φ)Φ1Φ
3
2

]
cos θ eiω+h.c. = 0, (3.17)

∂Vω
∂Φ1

=

[
λ5(Φ)Φ1Φ

2
2 + βλ5(Φ)

Φ3
1Φ

2
2

2Φ2

]
cos2 θ e2iω +

[
3λ6(Φ)Φ2

1Φ2

+βλ6(Φ)
Φ4

1Φ2

Φ2
+ λ7(Φ)Φ3

2 + βλ7(Φ)
Φ2

1Φ
3
2

Φ2

]
cos θ eiω + h.c

∣∣∣∣∣
Φ=Λ

= 0, (3.18)
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∂Vω
∂Φ2

=

[
λ5(Φ)Φ2

1Φ2 + βλ5(Φ)
Φ2

1Φ
3
2

2Φ2

]
cos2 θ e2iω +

[
λ6(Φ)Φ3

1

+βλ6(Φ)
Φ3

1Φ
2
2

Φ2
+ 3λ7(Φ)Φ2

2Φ1 + βλ7(Φ)
Φ1Φ

4
2

Φ2

]
cos θ eiω + h.c.

∣∣∣∣∣
Φ=Λ

= 0 . (3.19)

В соотношениях (3.18) и (3.19) βλi(Φ) =
dλi(Φ)

d ln Φ
. Так как выражения (3.17)–(3.19) должны

зануляться при любых значениях ω, коэффициенты при eiω и e2iω должны обращаться в
ноль, что приводит к

λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0, βλ5(Λ) = βλ6(Λ)Φ2
1 + βλ7(Λ)Φ2

2 = 0. (3.20)

Принимая во внимание соотношения (3.20) и подставляя (3.16) в выражение для потен-
циала взаимодействия хиггсовских полей (3.5), в пределе m2

1 = m2
2 = m2

3 = 0 находим:

V (H1, H2) ≈
1

2

(√
λ1(Φ)Φ2

1 −
√
λ2(Φ)Φ2

2

)2

+

+
(√

λ1(Φ)λ2(Φ) + λ3(Φ) + λ4(Φ) cos2 θ
)

Φ2
1Φ

2
2 .

(3.21)

В минимуме потенциала взаимодействия скалярных полей (3.21) cos θ = 0, ес-
ли λ4(Λ) > 0, и cos θ = ±1, когда λ4(Λ) < 0. Поскольку набор вырожденных вакуу-
мов, отвечающих произвольным ω, реализуется только если cos θ имеет ненулевое значение,
имплементация принципа мультикритической точки предполагает, что λ4(Λ) < 0. Произ-
водная потенциала (3.5) по θ в случае, когда m2

1 = m2
2 = m2

3 = 0, λ5(Λ) = λ6(Λ) =

λ7(Λ) = 0, λ4(Λ) < 0 и cos θ = ±1, зануляется. В окрестности соответствующего мини-
мума

V (H1, H2) ≈
1

2

(√
λ1(Φ)Φ2

1 −
√
λ2(Φ)Φ2

2

)2

+ λ̃(Φ)Φ2
1Φ

2
2 , (3.22)

где λ̃ =
√
λ1λ2 + λ3 + λ4 . Вырождения физического вакуума и вакуумов на шкале Λ

можно добиться только, если λ̃(Λ) = 0 . При этом минимального значения V (H1, H2)

достигает при

Φ1 = Λ cos γ , Φ2 = Λ sin γ , tan γ =

(
λ1(Λ)

λ2(Λ)

)1/4

. (3.23)

Необходимо также потребовать, чтобы производные потенциала взаимодействия хиггсовских
полей (3.22) по Φ1 и Φ2 занулялись в окрестности минимума (3.23), что отвечает

βλ̃(Λ) =
1

2
βλ1(Λ)

√
λ2(Λ)

λ1(Λ)
+

1

2
βλ2(Λ)

√
λ1(Λ)

λ2(Λ)
+ βλ3(Λ) + βλ4(Λ) = 0 . (3.24)

Используя приведённые выше выражения для βλ5 , βλ6 и βλ7 , можно показать, что при
λ̃(Λ) = 0 условия (3.20) и (3.23) удовлетворяются только в случае, если

3h2
b(Λ)g∗2b (Λ) + h2

τ(Λ)g∗2τ (Λ) = 0 , (3.25)
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3hb(Λ)g∗b (Λ)

[√
λ2(Λ)|hb(Λ)|2 +

√
λ1(Λ)|gb(Λ)|2

]
+

+hτ(Λ)g∗τ(Λ)

[√
λ2(Λ)|hτ(Λ)|2 +

√
λ1(Λ)|gτ(Λ)|2

]
= 0 . (3.26)

Принимая во внимание, что кварки и лептоны третьего поколения имеют ненулевые массы,
условия (3.26) могут быть удовлетворены только в четырёх случаях (см. [104]):

(I) hb(Λ) = hτ(Λ) = 0 ; (II) gb(Λ) = gτ(Λ) = 0 ;

(III) hb(Λ) = gτ(Λ) = 0 ; (IV ) gb(Λ) = hτ(Λ) = 0 .
(3.27)

Решения (I) − (IV ) соответствуют расширениям СМ с двумя дублетами Хиггса и мягко
нарушенной глобальной Z2 симметрией, т.е. моделям I и II, а также их возможным моди-
фикациям. В этих моделях набор вырожденных вакуумов на шкале Λ, который в пределе
m2

1 = m2
2 = m2

3 = 0 отвечает вакуумам с нулевой плотностью энергии при произвольных
значениях ω, реализуется при условиях (см. [102]–[104], [131]–[133]):{

λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0 ,

λ̃(Λ) = βλ̃(Λ) = 0 .
(3.28)

Более широкий набор вырожденных вакуумов на шкале Λ с нулевой плотностью энергии
получить не удаётся. Например, существование такого набора вырожденных вакуумов при
произвольных θ и ω наряду с соотношениями (3.27)–(3.28) предполагало бы, что λ4(Λ) =

βλ4(Λ) = 0. Однако, как следует из выражения (3.12), любой из четырёх сценариев (3.27)
приводит к βλ4(Λ) > 0 при λ4(Λ) = λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0. Также не удаётся
получить соответствующий набор вырожденных вакуумов при произвольных (Φ1/Φ2) и ω.
Существование таких вакуумов наряду с соотношениями (3.27)–(3.28) требовало бы, чтобы
λ1(Λ) = λ2(Λ) = λ3(Λ) + λ4(Λ) = 0 и βλ1(Λ) = βλ2(Λ) = βλ3(Λ) + βλ4(Λ) = 0. С
другой стороны из выражений (3.11)–(3.12) следует, что соотношения (3.27)–(3.28) приводят
к βλ3(Λ) + βλ4(Λ) > 0 при λ1(Λ) = λ2(Λ) = λ3(Λ) + λ4(Λ) = 0. Стоит отметить,
что соотношения (3.28) автоматически удовлетворяются в МССМ при значениях Λ много
больших шкалы нарушения СУСИ.

Появление набора вырожденных вакуумов на шкале Λ, отвечающих произвольным ω,
самым непосредственным образом связано с инвариантностью лагранжиана рассматрива-
емой модели по отношению к преобразованиям дополнительной глобальной U(1) симмет-
рии, которая соответствует симметрии Печчеи — Квинн [141]. Действительно, при λ5(Λ) =

λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0 во всех случаях (I − IV ) (см. (3.27)) лагранжиан расширения СМ с
двумя дублетами Хиггса обладает SU(2)× [U(1)]2 глобальной симметрией, которая нару-
шается только членом (m2

3(Φ)(H†1H2) + h.c.) в потенциале взаимодействия хиггсовских
полей. Когда Λ2 � m2

1,m
2
2,m

2
3, массовыми членами в потенциале (3.5) можно пренебречь

и спонтанное нарушение дополнительной глобальной U(1) симметрии приводит к набору
вырожденных вакуумов, отвечающих произвольным ω. Данная симметрия запрещает все

226



члены в лагранжиане рассматриваемой модели, которые могут приводить к процессам, со-
провождающимся нейтральными переходами с изменением аромата в кварковом и лептонном
секторах. Эволюция констант взаимодействия не генерирует членов, нарушающих эту гло-
бальную U(1) симметрию при низких энергиях. Более того, если все безразмерные констан-
ты взаимодействия, нарушающие данную U(1) симметрию, малы, они остаются малыми на
любой шкале q . Λ. CP нарушение в хиггсовском секторе расширения СМ с двумя дублета-
ми Хиггса может быть обусловлено мнимыми частями m2

3, λ5, λ6 и λ7. Так как глобальная
U(1) симметрия предполагает, что λ5 = λ6 = λ7 = 0, а хиггсовские поля в этом слу-
чае могут быть всегда переопределены таким образом, что мнимая часть m2

3 зануляется,
эффекты, связанные с CP нарушением в хиггсовском секторе, оказываются подавленными.

Хотя существование набора вырожденных вакуумов, соответствующих произвольным ω,
подразумевает инвариантность лагранжиана по отношению к преобразованиям дополнитель-
ной U(1) симметрии, интересно отдельно исследовать может ли наличие таких вакуумов
приводить к подавлению процессов, которые сопровождаются нейтральными переходами
с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах. Наиболее сильные эксперимен-
тальные ограничения были получены для такого рода процессов в случаях, обусловленных
взаимодействием фермионов первого и второго поколений. Для того чтобы получить тео-
ретические ограничения на соответствующие константы взаимодействия необходимо более
аккуратно учесть поправки к потенциалу взаимодействия хиггсовских полей, который мож-
но представить в виде суммы:

Veff(H1, H2) =
∞∑
n=0

Vn(H1, H2), (3.29)

где V0 соответствует древесному потенциалу, V1 отвечает вкладу однопетлевых поправок,
т.е.

V1 =
1

64π2
Str |M |4

[
log
|M |2
Q2
− C

]
(3.30)

и т.д. . В выражении (3.30)M отвечает массовой матрице бозонов и фермионов, а C — диа-
гональная матрица, зависящая от схемы перенормировок. При выводе соотношений (3.27)–

(3.28) предполагалось, что в главном приближении матрицейC можно пренебречь, а log
|M |2
Q2

можно заменить на log
Φ2

Q2
и использовать уравнения ренормгруппы для того, чтобы отсум-

мировать вклады всех поправок в главном логарифмическом приближении. В окрестности
шкалы Λ массовые члены кварков и лептонов в лагранжиане рассматриваемой модели мож-
но представить в следующем виде:

Lmass =
∑

f=u,d,l

(
f̄R f̄L

)(
0 Mf

M †
f 0

)(
fR
fL

)
, (3.31)
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Mu = HuΦ2e
iω +GuΦ1, Md = GdΦ2e

iω +HdΦ1,

Ml = GlΦ2e
iω +HlΦ1,

(3.32)

где Hf и Gf представляют собой 3× 3 матрицы.
Независимость эффективного потенциала взаимодействия хиггсовских полей от ω вбли-

зи шкалы Λ предполагает, что частные производные любого порядка Veff(H1, H2) по ω
должны зануляться в окрестности этой шкалы. Сложная структура выражений (3.29)–(3.30)
указывает на то, что этого можно добиться только, когда абсолютные значения масс всех
частиц не зависят от ω. Реализация такого сценария предполагает инвариантность лагран-
жиана, описывающего взаимодействие фермионов с бозонами Хиггса, по отношению к пре-
образованиям дополнительной глобальной U(1) симметрии [104]. В соответствии с данной
симметрией каждое правосторонее фермионное состояние может взаимодействовать только
с одним из дублетов Хиггса, тогда как юкавская константа взаимодействия этого состояния с
другим хиггсовским дублетом запрещена. Причём точное вырождение вакуумов подразуме-
вает зануление юкавских констант взаимодействия y, которые нарушают эту симметрию и,
в частности, могут приводить к процессам, сопровождающимся нейтральными переходами
с изменением ароматов кварков и лептонов. Когда плотности энергий различных вакуумов
могут различаться на величину порядка v2Λ2, юкавские константы y могут быть отличны-
ми от нуля. Предполагая, что |y| � |y0|, где y0 соответствует набору юкавских констант,
которые не запрещены дополнительной U(1) симметрией, можно оценить вклад юкавских
взаимодействий, отвечающий константам y, в плотность энергии вакуума, используя выра-
жение (3.30), т.е.

∆V ∼ |y0|3|y|
16π2

Λ4 . v2Λ2 . (3.33)

Так как значение ∆V ограничено, можно получить ограничения на абсолютные величины
юкавских констант y. Поскольку некоторые юкавские константы y0 могут быть крайне малы,
т.е. y0 ∼ 10−5, ограничения типа |y| � |y0| можно получить только, если Λ� 1013 ГэВ.
В то же самое время константы, которые могут приводить к CP нарушению в хиггсовском
секторе, оказываются достаточно сильно подавленными даже при Λ ∼ 10ТэВ, так как

|λ5(Λ)| , |λ6(Λ)| , |λ7(Λ)| . v2

Λ2
. (3.34)

Когда условия (3.27)–(3.28) удовлетворяются, CP сохраняется и спектр бозонов Хиггса
в рассматриваемой модели включает два заряженных, одно CP–нечётное и два CP–чётных
состояния. Заряженные χ± и псевдоскалярное A состояния приобретают массы:

m2
χ± = m2

A −
λ4

2
v2 , m2

A =
2m2

3

sin 2β
. (3.35)

В этом разделе будет предполагаться, что mA � v. Это позволяет получить достаточно
большую массу заряженных хиггсовских бозонов, которая существенно больше соответству-
ющего нижнего экспериментального ограничения [372].
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CP–чётные хиггсовские состояния смешиваются, образуя массовую матрицу 2 × 2. В
базисе полей (h, H), где

H0
1 = (h cos β −H sin β + v1) ,

H0
2 = (h sin β +H cos β + v2) ,

(3.36)

массовая матрица CP–чётного хиггсовского сектора имеет вид [236]:

M 2 =

(
M 2

11 M 2
12

M 2
21 M 2

22

)
=


∂2V

∂υ2

1

υ

∂2V

∂υ∂β
1

υ

∂2V

∂υ∂β

1

υ2

∂2V

∂β2

 , (3.37)

M 2
11 =

(
λ1 cos4 β + λ2 sin4 β +

λ′

2
sin2 2β

)
v2 ,

M 2
12 = M 2

21 =
v2

2

(
−λ1 cos2 β + λ2 sin2 β + λ′ cos 2β

)
sin 2β ,

M 2
22 = m2

A +
v2

4

(
λ1 + λ2 − 2λ′

)
sin2 2β ,

где λ′ = λ3 + λ4. Массы двух CP–чётных состояний можно получить диагонализируя
матрицу (3.37)

m2
h1, h2

=
1

2

(
M 2

11 +M 2
22 ∓

√
(M 2

22 −M 2
11)

2 + 4M 4
12

)
. (3.38)

Структура спектра бозонов Хиггса в рассматриваемой модели определяется параметромmA.
С увеличением mA массы всех хиггсовских состояний растут. При больших значениях mA

(m2
A >> v2) масса легчайшего бозона Хиггса приближается к своему верхнему ограничению√
M 2

11. В этом пределе константы взаимодействия легчайшего хиггсовского состояния с
фермионами и калибровочными бозонами практически те же, что и у бозона Хиггса в СМ.
Теоретические ограничения на массу легчайшего хиггсовского бозона в расширении СМ с
двумя дублетами Хиггса исследовались в работе [373].

Как следует из выражений (3.35) и (3.37) спектр хиггсовских бозонов в случае, когда
реализуются соотношения (3.27)–(3.28), определяется параметрами mA, tan β, λ1, λ2, λ3

и λ4. Соотношения λ̃(Λ) = βλ̃(Λ) = 0 позволяют вычислить значения λ3(Λ) и λ4(Λ)

при фиксированных значениях юкавских констант, λ1(Λ) и λ2(Λ). Далее будет предпола-
гаться, что значения tan β таковы, что всеми юкавскими константами за исключением ht
можно пренебречь. Эволюция юкавской константы t кварка полностью определяется её зна-
чением на электрослабой шкале ht(Mt). Это значение зависит от tan β и массы mt(Mt),
которая определяется соотношениями (1.100). При фиксированных значениях tan β и Λ

можно вычислить ht(Λ). Это в свою очередь позволяет определить λ3(Λ) и λ4(Λ) при за-
данных значениях λ1(Λ) и λ2(Λ), а также используя уравнения ренормгруппы вычислить
λ1, λ2, λ3 и λ4 на электрослабой шкале. Таким образом в рассматриваемом случае массы
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и константы взаимодействия бозонов Хиггса зависят от пяти параметров:

λ1(Λ) , λ2(Λ) Λ tan β, mA . (3.39)

Λ tan β λ1(Λ) λ2(Λ) mh1

1.0 0.005 137.8
3.5 0.005 137.9

tan β = 10 0.25 0.005 138.5
1.0 0.008 138.2
1.0 0.001 136.8

Λ = MPlanck 1.6 0.05 118.1
3.2 0.05 128.3

tan β = 2 0.85 0.05 116.7
1.6 0.08 127.4
1.6 0.02 114.9

0.25 0.25 142.0
0.45 0.45 166.6

tan β = 10 0.10 0.10 115.3
0.25 0.45 168.2
2.4 0.25 134.7

Λ = 10ТэВ 0.3 0.3 103.2
0.65 0.65 116.6

tan β = 2 0.16 0.16 95.6
0.3 0.7 131.5
4.0 0.3 72.4

Таблица 3.1: Масса легчайшего бозона Хиггса mh1(Mt) (в ГэВ) в зависимости от Λ, tan β,
λ1(Λ) и λ2(Λ) при λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0, λ̃(Λ) = βλ̃(Λ) = 0,Mt = 175ГэВ, α3(MZ) = 0.117

и m2
A � v2.

Результаты численного анализа, представленные на рис. 3.1, указывают на то, что со-
отношения (3.28) приводят к жёстким ограничениям на λ2(Λ), когда Λ ∼ MPlanck. При
tan β ' 10 константа λ2(MPlanck) может принимать только очень маленькие значения
λ2(MPlanck) . 0.01, а λ1(MPlanck) >> λ2(MPlanck) [102]. Вне разрешённой обла-
сти λ4(MPlanck) становится комплексным. Ограничения на λ2(Λ) сильно ослабевают при
tan β ∼ 1 и Λ � MPlanck. Это обусловлено увеличением ht(Λ). Интервал допустимых
значений λ1(Λ) ограничен как сверху так и снизу. Слишком большие значения λ1(Λ) либо
не позволяют использовать формализм теории возмущений при вычислениях либо не удо-
влетворяют соотношениям (3.28). Если λ1(Λ) слишком мало, то либо соотношения (3.28)
не могут быть удовлетворены либо λ̃(q) становится отрицательной на некоторой шкале q,
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что препятствует имплементации принципа мультикритической точки, так как приводит к
появлению вакуума с огромной отрицательной плотностью энергии.

Все перечисленные выше ограничения таковы, чтоM 2
11,M

2
12 � v2 при Λ & 10ТэВ. По-

этому, когда m2
A � v2, масса легчайшего бозона Хиггса mh1 '

√
M 2

11. Более то-
го при tan β � 1 значение mh1 определяется λ2(Mt). В случае, когда Λ ∼ MPlanck,
значения λ2(MPlanck), λ3(MPlanck) и λ4(MPlanck) пренебрежимо малы, а ht(MPlanck)

практически такое же как в СМ. Поскольку в рассматриваемом пределе уравнение ренорм-
группы, описывающее эволюцию λ2(q), почти совпадает с соответствующим уравнением для
λ(q) в СМ, предсказание для mh1 оказывается очень близко к тому, что было получено в
работе [368] (см. (3.4)). Интервал возможных значений mh1 расширяется при tan β ∼ 1

и Λ � MPlanck [102]. Результаты, представленные в таблице 3.1, указывают на то, что
mh1 ' 125 ГэВ можно получить как при Λ ∼MPlanck так и при Λ�MPlanck.

Исходя из того, что на шкале Λ только один из дублетов Хиггса H2 взаимодействует с
полями t кварка, и предполагая, что все другие юкавские константы взаимодействия этого
дублета с фермионами очень малы, интересно изучить возможность существования дру-
гих наборов вырожденных вакуумов с приблизительно нулевой плотностью энергии. При
gt, gb, gτ � 1 не удаётся получить соответствующий набор вырожденных вакуумов при
произвольных θ [104]. Тем не менее в главном логарифмическом приближении вакуумы

< H1 >=

(
0

Φ1

)
, < H2 >=

(
Φ2

0

)
, Φ2

1 + Φ2
2 = Λ2 (3.40)

могут иметь почти нулевую плотность энергии при произвольных Φ2/Φ1. Такие вырожден-
ные вакуумы возникают при условии

λ4(Λ) > |λ5(Λ)|
λ1(Λ) = λ2(Λ) = λ3(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0

βλ1(Λ) = βλ2(Λ) = βλ3(Λ) = 0 .

(3.41)

Пренебрегая юкавскими константами взаимодействия gt, gb и gτ , можно показать, что за-
нуление βλ1(Λ), βλ2(Λ) и βλ3(Λ) оказывается возможным только при условии, что

|ht(Λ)|4 = |hb(Λ)|4 +
1

3
|hτ(Λ)|4 ,

|ht(Λ)|4 = |ht(Λ)|2|hb(Λ)|2 +
1

4
g2

2(Λ)g2
1(Λ) .

(3.42)

Соотношения (3.42) могут удовлетворяться только, если tan β � 1. Выражения (3.42)
позволяют вычислить |hb(Λ)| и |hτ(Λ)| при заданном значении |ht(Λ)|. Варьируя |ht(Λ)|,
можно определить такое значение юкавской константы t кварка, при которомMt = 175 ГэВ,
так как в случае, когда tan β � 1, mt(Mt) ' ht(Mt)v/

√
2. При этом hb(Mt) и hτ(Mt)

однозначно определяются при каждом фиксированном значении шкалы Λ. Далее используя
выражение для массы τ–лептона

mτ(Mt) =
hτ(Mt)√

2
v cos β , (3.43)
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Рис. 3.1: Ограничения на λ2(MPlanck) — рис.a и λ1(MPlanck) — рис.б как следствие соотноше-
ний (3.28) при tan2 γ =

√
λ1(MPlanck)/λ2(MPlanck),Mt = 175ГэВ и α3(MZ) = 0.117. Сплошная

и штрихпунктирная линии отвечают tan β = 10 и tan β = 2. Область допустимых значений
λ2(MPlanck) и λ1(MPlanck) находится под кривыми.
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можно определить значение tan β, которому отвечает данное решение, и вычислить массу
b кварка

mb(Mt) =
hb(Mt)√

2
v cos β . (3.44)

Λ ht(Λ) tan β mb(Mt) mh1

104 ГэВ 0.811 49.84 3.24 69.0

108 ГэВ 0.645 47.64 3.28 115.7

1012 ГэВ 0.549 47.41 3.18 130.1

1016 ГэВ 0.480 48.53 2.94 136.3

MPlanck 0.435 50.43 2.61 138.9

Таблица 3.2: Масса легчайшего бозона Хиггса mh1(Mt) (в ГэВ), tan β и mb(Mt) (в ГэВ) в
зависимости от Λ и ht(Λ) при gb(Λ) = gτ (Λ) = gt(Λ) = 0, βλ1(Λ) = βλ2(Λ) = βλ3(Λ) = 0,
λ1(Λ) = λ2(Λ) = λ3(Λ) = λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0, Mt = 175ГэВ, mτ (Mt) ' 1.78ГэВ,
α3(MZ) = 0.117 и m2

A � v2.

Результаты численного анализа, представленные в таблице 3.2, показывают, что в рас-
сматриваемом случае tan β ' 50, а mb(Mt) изменяется от 3.2 ГэВ до 2.6 ГэВ, ко-
гда шкала Λ увеличивается от 10ТэВ до MPlanck. Для того чтобы воспроиз-
вести mb(Mt) = 2.75±0.09 ГэВ достаточно ввести ненулевые юкавские константы gb(Λ)

и gτ(Λ). Небольшие значения этих констант взаимодействия (∼ 10−2) практически не из-
меняют соотношения (3.42) и эволюцию ht(q), hb(q) и hτ(q), но дают достаточно большой
вклад в mb(Mt) и mτ(Mt). Это позволяет получить феноменологически приемлемые зна-
чения mb(Mt) и mτ(Mt) при любой шкале Λ.

Самые жёсткие ограничения на параметры возникают в рассматриваемом случае при
анализе хиггсовского сектора. При заданном значении ht(Λ) зануление βλ1(Λ), βλ2(Λ) и
βλ3(Λ) подразумевает, что

λ2
4(Λ) + |λ5(Λ)|2 = 6|ht(Λ)|4 − 9

8
g4

2(Λ)− 3

4
g2

2(Λ)g2
1(Λ)− 3

8
g4

1(Λ) . (3.45)

Для того чтобы избежать появления ещё одного вакуума с огромной отрицательной плотно-
стью энергии на промежуточной шкале между Mt и Λ необходимо, чтобы

λ1(q) > 0, λ2(q) > 0, (3.46)

λ̂(q) =
√
λ1(q)λ2(q) + λ3(q) + min{0, λ4(q)− |λ5(q)|} > 0 (3.47)

при любом q из интервала Mt < q < Λ. Численный анализ показал, что комбинация
констант взаимодействия λ̂(q) остаётся положительной только, если |λ5(Λ)| < 0.83·λ4(Λ).

При tan β ' 40 − 50 и m2
A & v2 масса легчайшего хиггсовского бозона полностью

определяется λ2(Mt) и очень слабо зависит от значений других констант взаимодействия
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λi(Mt). По этой причине вариации λ4(Λ) и λ5(Λ) оставляют mh1 практически неизмен-
ной. С другой стороны масса легчайшего хиггсовского бозона резко уменьшается при из-
менении Λ от MPlanck до 10ТэВ. Результаты численного анализа, приведённые в таблице
3.2, однозначно указывают на то, что бозон Хиггса с массой 125 ГэВ можно получить в
рассматриваемом случае только, когда Λ & 109 − 1010 ГэВ.

Хотя в расширении СМ с двумя дублетами Хиггса существует область параметрического
пространства, где соотношения (3.41) могут удовлетворяться, сложно рассчитывать на то,
что плотности энергии соответствующих вакуумов будут зануляться с высокой точностью,
т.е. точностью порядка v2Λ2. Этого можно было бы добиться если бы массы всех бозонов
и фермионов СМ не зависили бы от отношения tan γ = Φ2/Φ1 в окрестности шкалы Λ.
Однако в общем случае массы калибровочных бозонов вблизи шкалы Λ

M 2
1,2 =

g2
2

2
Φ2,

M 2
3,4 =

[
g2

2 + g2
1

2
Φ2 ±

√(
g2

2 + g2
1

2
Φ2

)2

− 4 g2
2 g

2
1 Φ2

2 Φ2
1 sin2 θ

]
.

(3.48)

зависят от θ и γ. В выражениях (3.48) Φ1 = Λ cos γ и Φ2 = Λ sin γ. Набор вакуумов
(3.40) соответствует sin2 θ = 1. Поэтому при более аккуратном учёте квантовых поправок,
предполагающем использование выражений (3.29)–(3.30) для эффективного потенциала вза-
имодействия хиггсовских полей, следует ожидать, что плотности энергии вакуумов (3.40),
отвечающих произвольным Φ2/Φ1, будут достаточно сильно отличаться. Главным образом
это связано с тем, что соответствующий набор вакуумов не отвечает никакой спонтанно
нарушенной глобальной симметрии. Так как массы калибровочных бозонов сильно зависят
от θ, выражения (3.48) также указывают на то, что плотности энергии вакуумов, которые
характеризуются различными значениями данного параметра, должны заметно отличаться.

Зависимость масс калибровочных бозонов от γ исчезает в пределе sin θ → 0. Анализ
эффективного потенциала взаимодействия хиггсовских полей в главном логарифмическом
приближении показывает, что набор вырожденных вакуумов с приблизительно нулевой плот-
ностью энергии, отвечающих произвольным Φ2/Φ1 и sin θ = 0, возможно было бы получить
если λ4(Λ) < |λ5(Λ)|. В случае, когда λ5(Λ) < 0, соответствующий набор вырожденных
вакуумов мог бы реализовываться при условии, что

λ1(Λ) = λ2(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = λ3(Λ) + λ4(Λ) + λ5(Λ) = 0 , (3.49)

βλ1(Λ) = βλ2(Λ) = Re βλ6(Λ) = Re βλ7(Λ) = 0 , (3.50)

βλ3(Λ) + βλ4(Λ) + Re βλ5(Λ) = 0 . (3.51)

Однако при gb(Λ) ∼ gτ(Λ) ∼ 10−2 соотношение (3.51) не может быть удовлетворено.
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3.2 Сценарий инфракрасной квазификсированной точки

в расширении СМ с двумя хиггсовскими дублетами и

вырожденными вакуумами

В этом разделе будет исследоваться эволюция юкавских констант, которые определяют вза-
имодействие бозонов Хиггса с фермионами СМ (3.7), а также констант λi потенциала вза-
имодействия хиггсовских полей в рамках расширений СМ с двумя дублетами Хиггса. При
этом будет предполагаться, что условия (3.27)–(3.28) удовлетворяются, т.е. на шкале Λ су-
ществует набор вырожденных вакуумов, плотность энергии которых зануляется в главном
приближении. При изучении перенормировки упомянутых выше констант взаимодействия
основное внимание будет уделено рассмотрению сценария инфракрасной квазификсирован-
ной точки. Как уже отмечалось, данный сценарий предполагает, что решения уравнений
ренормгруппы, отвечающие различным значениям констант взаимодействия на шкале Λ,
фокусируются в достаточно узкой области при относительно низких энергиях E ∼ MZ .
Такая эволюция констант взаимодействия может позволить получить определённые пред-
сказания для наблюдаемых величин, таких как, например, масса легчайшего хиггсовского
бозона на электрослабой шкале. Сценарий инфракрасной квазификсированной точки в рас-
ширениях СМ с двумя дублетами Хиггса анализировался в работах [103]–[104], [132], [371],
[374].

Изучение перенормировки перечисленных выше констант взаимодействия целесообразно
начать с анализа эволюции юкавских констант, представленных в лагранжиане взаимодей-
ствия (3.7). Здесь, как и прежде, будет предполагаться, что юкавскими константами, кото-
рые отвечают взаимодействиям фермионов первого и второго поколений с дублетами Хиггса,
можно пренебречь. В наиболее общем случае эволюция юкавских констант взаимодействия
кварков и лептонов третьего поколения с бозонами Хиггса описывается системой дифферен-
циальных уравнений ренормгруппы, которая может быть представлена в следующем виде:

dgt
dt

=
1

16π2

[
gt

(
9

2
|gt|2 +

9

2
|ht|2 +

3

2
|hb|2 +

1

2
|gb|2 + |hτ |2

)
+ht

(
gbh
∗
b + gτh

∗
τ

)
− gt

(
8g2

3 +
9

4
g2

2 +
17

12
g2

1

)]
,

(3.52)

dht
dt

=
1

16π2

[
ht

(
9

2
|gt|2 +

9

2
|ht|2 +

1

2
|hb|2 +

3

2
|gb|2 + |gτ |2

)
+gt

(
hbg

∗
b + hτg

∗
τ

)
− ht

(
8g2

3 +
9

4
g2

2 +
17

12
g2

1

)]
,

(3.53)

dhb
dt

=
1

16π2

[
hb

(
3

2
|gt|2 +

1

2
|ht|2 +

9

2
|hb|2 +

9

2
|gb|2 + |hτ |2

)
+gb

(
htg
∗
t + hτg

∗
τ

)
− hb

(
8g2

3 +
9

4
g2

2 +
5

12
g2

1

)]
,

(3.54)
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dgb
dt

=
1

16π2

[
gb

(
1

2
|gt|2 +

3

2
|ht|2 +

9
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|hb|2 +
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∗
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− gb

(
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(3.55)

dhτ
dt

=
1

16π2

[
hτ

(
3|gt|2 + 3|hb|2 +
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|hτ |2 +
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|gτ |2
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+3gτ

(
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,

(3.56)

dgτ
dt

=
1

16π2

[
gτ

(
3|ht|2 + 3|gb|2 +

5

2
|hτ |2 +

5

2
|gτ |2

)
+3hτ

(
gbh
∗
b + gth

∗
t

)
− gτ

(
9

4
g2

2 +
15

4
g2

1

)]
,

(3.57)

Как и раньше удобно переопределить хиггсовские дублеты на шкале Λ таким образом, чтобы
gt(Λ) = 0. Когда Λ� 100ТэВ, зануление плотностей энергий вакуумов на шкале Λ с точ-
ностью порядка v2Λ2 предполагает, что юкавские константы, нарушающие дополнительную
глобальную U(1) симметрию, должны быть много меньше единицы. Поэтому при анализе
эволюции юкавских констант взаимодействия фермионов третьего поколения с дублетами
Хиггса этими параметрами можно пренебречь.

Более того при значениях tan β � 10 юкавские константы b кварка и τ–лептона также
должны быть пренебрежимо малы для того, чтобы значение mt(Mt) было много больше
mb(Mt) и mτ(Mt). В рассматриваемом пределе система уравнений (3.52)–(3.57) сводится
к уравнению для юкавской константы ht(t), решение которого имеет вид

Yt(l) =

2Ẽ(l)

9F̃ (l)

1 +
2

9Yt(Λ)F̃ (l)

, α̃i(l) =
α̃i(Λ)

1 + biα̃i(Λ) l
, (3.58)

Ẽ(l) =

[
α̃3(l)

α̃3(Λ)

]8/7 [ α̃2(l)

α̃2(Λ)

]3/4 [ α̃1(l)

α̃1(Λ)

]−17/84

, F̃ (l) =

l∫
0

Ẽ(l′)dl′,

где i = 1, 2, 3, b1 = 7, b2 = −3, b3 = −7, l = ln(Λ2/q2), α̃i(l) =

(
gi(l)

4π

)2

,

Yt(l) =

(
ht(l)

4π

)2

. В случае, когда шкала Λ достаточно велика и h2
t (Λ) & 1, второй член

в знаменателе выражения для Yt(l) оказывается значительно меньше единицы на электро-

слабой шкале. Например, при Λ ' MPlanck и l = l0 = ln(Λ2/M2
t ), член

2

9Yt(Λ)F̃ (l0)

приблизительно равен
1

7h2
t (Λ)

. Как следствие, при h2
t (Λ) & 1 зависимость ht(Mt) от зна-

чений этой константы на шкале Λ оказывается слабой и решения уравнений ренормгруппы
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концентрируются в окрестности квазификсированной точки (см. [371]):

YQFP(Mt) =
2 Ẽ(l0)

9 F̃ (l0)
. (3.59)

Формально решение (3.59) соответствует пределу Yt(Λ)→∞. Однако сходимость реше-
ний уравнений ренормгруппы к квазификсированной точке (3.59) не требует очень больших
значений h2

t (Λ), если шкала Λ достаточно велика. Результаты численного анализа, пред-
ставленные на рис. 3.2а, указывают на то, что при Λ � 1000ТэВ сходимость решений
уравнений ренормгруппы к квазификсированной точке (3.59) остаётся достаточно слабой.
Сходимость решений существенно улучшается при Λ� 107−108 ГэВ. Решение (3.59) пред-
ставляет собой верхнее ограничение на ht(Mt) при фиксированном значении Λ. Сходимость
решений уравнений ренормгруппы позволяет получить предсказание не только для ht(Mt)

при фиксированном Λ, но и, используя соотношения (1.100), определить значение tan β, от-
вечающее квазификсированной точке (3.59). Соответствующее значение представляет собой
нижнее ограничение на tan β. Результаты вычислений, представленные на рис. 3.2б, пока-
зывают, что при ht(Λ) & 1.5 рассматриваемые решения уравнений ренормгруппы отвечают
tan β ' 0.4− 1.2.

Когда tan β � 10, относительная малость масс b кварка и τ–лептона может быть обу-
словлена не тем, что соответствующие юкавские константы много меньше ht(Mt), а мало-
стью v1. Реализация такого сценария оказывается возможной в моделях (II), (III) и (IV )

(см. (3.27)). При этом некоторые юкавские константы b кварка и τ–лептона могут быть зна-
чительно больше калибровочных констант СМ. В случае, когда несколько юкавских констант
на шкале Λ достаточно велики, решения уравнений ренормгруппы также концентрируют-
ся в окрестности квазификсированных точек при q ∼ MZ . В этой связи представляется
интересным исследовать сценарии инфракрасных квазификсированных точек, отвечающие
tan β � 10 в моделях (II), (III) и (IV ).

Поскольку в рамках модели (IV ) массы t и b кварков генерируются разными хигг-
совскими дублетами, ht(Λ) и hb(Λ) могут быть существенно больше единицы. В то же
самое время юкавская константа τ–лептона gτ должна быть пренебрежимо ма-
ла, чтобы mt(Mt) � mτ(Mt). Если в уравнениях, описывающих эволюцию ht(t) и
hb(t), пренебречь калибровочной константой U(1)Y взаимодействия g1 и gτ , то в пределе
Yt(Λ) = Yb(Λ) = Y0 решение этих уравнений имеет вид:

Yt(l) ' Yb(l) '

E1(l)

5F1(l)

1 +
1

5Y0F1(l)

, (3.60)

E1(l) =

[
α̃3(l)

α̃3(Λ)

]8/7 [ α̃2(l)

α̃2(Λ)

]3/4

, F1(l) =

l∫
0

E1(l
′)dl′,
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Рис. 3.2: Зависимость ht(Mt) — рис.a и tan β — рис.б от шкалы Λ (в ГэВ) приMt = 171.4ГэВ,
mt(Mt) = 161.6ГэВ и α3(MZ) = 0.117. Штрихпунктирные линии отвечают решению (3.59),
тогда как сплошные и пунктирные линии соответствуют h2

t (Λ) = 10 и h2
t (Λ) = 2.25.
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где Yb(l) =

(
hb(l)

4π

)2

. Приближённое решение (3.60) показывает, что при Y0 ∼ 1 решения

уравнений ренормгруппы для Yt(l) и Yb(l) фокусируются в достаточно узкой области вблизи
квазификсированной точки на электрослабой шкале

Yt(Mt) ' Yb(Mt) '
E1(l0)

5F1(l0)
. (3.61)

Для каждого заданного значения mb(Mt) полученные ht(Mt) и hb(Mt) позволяют уста-
новить значение tan β, которое им соответствует, используя соотношение (3.44). Так как
определённое таким образом значение tan β � 10,mt(Mt) практически не зависит от это-
го параметра. Это позволяет, используя соотношения (1.100) и (3.61), вычислить значение
mt(Mt), которое оказывается слишком велико (см. результаты, представленные в таблице
3.3)

Λ ρt(Mt) ρb(Mt) ρτ (Mt) mt(Mt) mb(Mt)

MPlanck 1.012 0.707 0.391 213− 203 2.39− 2.09

модель II 1013 ГэВ 1.173 0.782 0.586 229− 207 2.05− 1.79

107 ГэВ 1.664 0.986 1.287 273− 208 1.56− 1.34

MPlanck 1.081 — 0.732 220− 208 —
модель III 1013 ГэВ 1.248 — 1.002 237− 212 —

107 ГэВ 1.754 — 1.868 281− 211 —

MPlanck 0.976 0.949 — 209− 199 —
модель IV 1013 ГэВ 1.128 1.107 — 225− 203 —

107 ГэВ 1.593 1.578 — 267− 205 —

Таблица 3.3: Значения ρt(Mt) = (ht(Mt)/g3(Mt))
2, ρb(Mt) = (hb(Mt)/g3(Mt))

2, ρτ (Mt) =

(hτ (Mt)/g3(Mt))
2, а также mt(Mt) (в ГэВ) и mb(Mt) (в ГэВ), отвечающие квазификсиро-

ванным точкам уравнений ренормгруппы при tan β � 10 в моделях (II), (III) и (IV ). Ин-
тервалы значений mt(Mt) и mb(Mt) соответствуют изменениям значений юкавских констант
на шкале Λ от 1 до 10.

В рамках модели (III) массы t и b кварков генерируются H2, а масса τ–лептона опре-
деляется вакуумным средним H1. По этой причине ht(Λ) и hτ(Λ) могут быть существенно
больше единицы, тогда как значение юкавской константы b кварка gb должно быть мало
для того, чтобыmb(Mt)� mt(Mt). В пределе gb → 0 однопетлевые уравнения для ht(t)
и hτ(t) могут быть решены точно. Выражения (3.58) отвечают аналитическому решению,
описывающему эволюцию ht(l). Решение для юкавской константы τ–лептона имеет вид:

Yτ(l) =

2E2(l)

5F2(l)

1 +
2

5Yτ(Λ)F2(l)

, (3.62)
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E2(l) =

[
α̃2(µ)

α̃2(Λ)

]3/4 [ α̃1(µ)

α̃1(Λ)

]−15/28

, F2(l) =

l∫
0

E2(l
′)dl′,

где Yτ(l) =

(
hτ(l)

4π

)2

. В плоскости (ρt, ρτ), где ρt(l) = Yt(l)/α̃3(l) = (ht(l)/g3(l))
2 и

ρτ(l) = Yτ(l)/α̃3(l) = (hτ(l)/g3(l))
2, область допустимых значений этих параметров на

электрослабой шкале ограничена двумя перпендикулярными линиями

ρt =
2 Ẽ(l0)

9 α̃3(Mt)F̃ (l0)
, ρτ =

2E2(l0)

5 α̃3(Mt)F2(l0)
, (3.63)

где l0 = ln(Λ2/M2
t ). Две этих линии (3.63) образуют квазификсированную (или хиллов-

скую) линию. Решения уравнений ренормгруппы концентрируются вблизи этой линии с уве-
личением Yt(Λ) и Yτ(Λ). С другой стороны, когда l/(4π) & 1, ρt(l) и ρτ(l) притягиваются
к инфракрасной фиксированной (или инвариантной) линии

ρt(l) =
2 Ẽ(l)

9 α̃3(l)F̃ (l)

ρτ(l) =
2E2(l)

5 α̃3(l)F2(l)
.

(3.64)

В пределе l → 0 инвариантная линия выходит на линейную асимптотику ρτ → 1.8 ρt,
которая отвечает стабильной фиксированной точке системы уравнений ренормгруппы в слу-
чае, когда g1 = g2 = g3 = 0. Более того при l → 0 выражения (3.64) приводят к
ρt, ρτ � 1. Инвариантная линия (3.64) соединяет стабильную фиксированную точку, отве-

чающую g1 = g2 = g3 = 0, с инфракрасной стабильной фиксированной точкой

(
2

9
, 0

)
, в

окрестности которой фокусируются все решения уравнений ренормгруппы по мере прибли-
жения к полюсу Ландау в эволюции g3(l).

На электрослабой шкале решения уравнений ренормгруппы концентрируются вблизи ква-
зификсированной точки (

2 Ẽ(l0)

9 α̃3(Mt)F̃ (l0)
,

2E2(l0)

5 α̃3(Mt)F2(l0)

)
, (3.65)

которая является точкой пересечения инвариантной и хилловской линий [272]. Используя
соотношение (3.43), можно определить значение tan β, отвечающее квазификсированной
точке (3.65). Соответствующие оценки приводят к tan β = 90 − 100. В рассматриваемом
случаеmt(Mt) полностью определяется ht(Mt). Результаты, представленные в таблице 3.3,
показывают, что значение mt(Mt) оказывается слишком большим.

Тот же самый метод мог бы быть применён для вычисления координат квазификсирован-
ной точки на плоскости (ρt, ρb) в модели (IV ), где ρb(l) = Yb(l)/α̃3(l) = (hb(l)/g3(l))

2.
В этом случае инвариантная линия соединяет стабильную фиксированную точку ρb ' ρt,

240



R2(Λ)

0.2 0.4 0.6 0.8 1 1.2 1.4

0.6

0.8

1

1.2

1.4

R1(Λ)

(а)

R2(Λ)

0.2 0.4 0.6 0.8 1 1.2 1.4

0.6

0.8

1

1.2

1.4

R1(Λ)

(б)

Рис. 3.3: Область допустимых значений R1(Λ) и R2(Λ) при Λ = MPlanck — рис.a и Λ = 10ТэВ
— рис.б в случае, когда ht(Λ) = 3. Сплошные линии отвечают верхнему ограничению на
R2(Λ), которое является следствием соотношений (3.28). Пунктирные линии соответствуют
нижнему ограничению на R2(Λ), которое в свою очередь обусловлено ограничениями (3.46)
и (3.47). Окружности обозначают положение стабильных фиксированных точек в пределе
g1 = g2 = g3 = 0.
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соответствующую g1 = g2 = g3 = 0, с инфракрасной стабильной фиксированной точкой
(ρt = ρb = 1/5). Квазификсированная точка образуется при этом в результате пересече-
ния данной линии с хилловской линией, которая ограничивает область допустимых значений
ρt(l0) и ρb(l0) на электрослабой шкале. Вычисленные таким образом ρt(l0) и ρb(l0) пред-
ставлены в таблице 3.3.

В рамках модели (II) юкавские константы взаимодействия ht(Λ), hb(Λ) и hτ(Λ) могут
быть значительно больше единицы, тогда как mt(Mt) � mb(Mt) ∼ mτ(Mt) благода-
ря большим значениям tan β. Как и в случае других расширений СМ с двумя дублетами
Хиггса появление полюса Ландау в решениях уравнений ренормгруппы ограничивает об-
ласть допустимых значений ρt(Mt), ρb(Mt) и ρτ(Mt) на электрослабой шкале. В трёхмер-
ном параметрическом пространстве (ρt, ρb, ρτ) данное ограничение соответствует хиллов-
ской поверхности. С увеличением ht(Λ), hb(Λ) и hτ(Λ) решения уравнений ренормгруппы
концентрируются вблизи этой поверхности. В то же самое время при l/(4π) & 1 эти реше-
ния притягиваются к инвариантной линии, которая соединяет стабильную фиксированную

точку

(
ρb =

11

15
ρt, ρτ =

16

15
ρt

)
, отвечающую g1 = g2 = g3 = 0, с инфракрасной ста-

бильной фиксированной точкой (ρt = ρb = 1/5, ρτ = 0). На электрослабой шкале при
больших значениях ht(Λ), hb(Λ) и hτ(Λ) решения уравнений ренормгруппы фокусируются
в окрестности квазификсированной точки, которая возникает при пересечении инвариантной
линии и хилловской поверхности [272]. Соответствующие значения ρt(Mt), ρb(Mt) и ρτ(Mt)

приведены в таблице 3.3. Как и прежде, используя соотношение (3.43), можно вычислить зна-
чение tan β, отвечающее данной квазификсированной точке, что в рассматриваемом случае
позволяет определить mt(Mt) и mb(Mt). Из данных, приведённых в таблице 3.3, следу-
ет, чтоmt(Mt) опять оказывается слишком большим, тогда как значениеmb(Mt) слишком
мало по сравнению сmb(Mt) = 2.75±0.09 ГэВ [375]. Таким образом квазификсированные
точки при tan β � 10 не приводят к феноменологически приемлемым сценариям.

Теперь вернёмся к изучению сценария инфракрасной квазификсированной точки при
tan β ∼ 1 и исследуем эволюцию констант взаимодействия λi(q) от шкалы Λ до электро-
слабой шкалы. В этой связи удобно ввести в рассмотрение

ρi(q) =
λi(q)

g2
3(q)

, Ri(q) =
ρi(q)

ρt(q)
=
λi(q)

h2
t (q)

, (3.66)

где i = 1, 2, 3, 4. При ht(Λ) & 1.5 соотношения λ̃(Λ) = 0 и βλ̃(Λ) = 0 сильно ограни-
чивают область допустимых значений λi(Λ). Используя соотношения (3.28), для каждого
фиксированного набора значений ht(Λ), λ1(Λ) и λ2(Λ) можно вычислить λ3(Λ) и λ4(Λ)

λ3(Λ) = −
√
λ1(Λ)λ2(Λ)− λ4(Λ) , (3.67)
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Рис. 3.4: Эволюция Ri(q) от MPlanck до электрослабой шкалы на плоскости (R1, R2) — рис.a
и плоскости (R1, R3) — рис.б при различных значениях R1(MPlanck) и R2(MPlanck) из области
допустимых значений и ht(MPlanck) = 3. Окружности обозначают положение квазификсиро-
ванных точек на электрослабой шкале.
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λ2
4(Λ) =

6h4
t (Λ)λ1(Λ)

(
√
λ1(Λ) +

√
λ2(Λ))2

− 2λ1(Λ)λ2(Λ)

−3

8

(
3g4

2(Λ) + 2g2
2(Λ)g2

1(Λ) + g4
1(Λ)

)
,

(3.68)

где λ4(Λ) < 0. Так как константа взаимодействия λ4(Λ) должна принимать вещественные
значения, выражение (3.68) приводит к верхнему ограничению на λ1(Λ) и λ2(Λ). Соответ-
ствующее ограничение представлено на рис. 3.3.

Для того чтобы избежать появления вакуумов с огромной отрицательной плотностью
энергии на промежуточной шкале между Mt и Λ необходимо, чтобы константы взаимо-
действия λi(q) удовлетворяли ограничениям (3.46)–(3.47). При слишком малых значениях
λ2(Λ) комбинация констант взаимодействия λ̂(q) становится отрицательной на некоторой
промежуточной шкале. По этой причине неравенства (3.46)–(3.47) приводят к нижнему огра-
ничению на λ2(Λ), которому отвечают пунктирные линии на рис. 3.3. Результаты числен-
ного анализа, представленные на рис. 3.3, указывают на то, что с уменьшением шкалы Λ

нижнее ограничение на λ2(Λ) становится менее жёстким. Как следствие, область допусти-
мых значений на плоскости (R1(Λ), R2(Λ)) существенно больше при Λ ' 10ТэВ чем при
Λ 'MPlanck. В случае, когда Λ = MPlanck и R1(MPlanck) = R2(MPlanck) = R0, значе-
ние R0 может варьироваться лишь между 0.80 и 0.85, если ht(Λ) & 1.5. Причём данный
интервал сильно сужается с увеличением ht(Λ).

Эволюция R1(q), R2(q) и R3(q), представленная на рис. 3.4, показывает, что при боль-
ших Λ и ht(Λ) решения уравнений ренормгруппы, соответствующие λ1(Λ) и λ2(Λ) из
области допустимых значений, фокусируются вблизи квазификсированных точек на элек-
трослабой шкале. Стоит отметить, что при λ1(Λ) ∼ λ2(Λ) ∼ ht(Λ)� 1 область допусти-
мых значений на плоскости (R1(Λ), R2(Λ)) расположена вблизи единственной стабильной
фиксированной точки уравнений ренормгруппы, отвечающей g1 = g2 = g3 = 0, т.е.

R1 =
3

4
, R2 =

√
65− 1

8
' 0.883, R3 = 0, R4 = 0. (3.69)

Благодаря этому при достаточно больших Λ решения уравнений ренормгруппы для λi(q) в
первую очередь притягиваются к инвариантной линии, соединяющей фиксированную точку
(3.69) с инфракрасной стабильной фиксированной точкой

ρt =
2

9
, ρ1 = 0, ρ2 =

√
689− 25

36
' 0.0347, ρ3 = 0, ρ4 = 0. (3.70)

Инфракрасная квазификсированная точка образуется в результате пересечения данной ли-
нии с хилловской поверхностью, которая ограничивает область допустимых значений кон-
стант взаимодействия в пятимерном параметрическом пространстве (ρt, ρ1, ρ2, ρ3, ρ4). По-
лагая h2

t (Λ) = 10 и используя фиксированную точку (3.69) в качестве граничных условий,
при Λ 'MPlanck находим

ρt(Mt) ' 1.174, ρ1(Mt) ' 0.341, ρ2(Mt) ' 0.694,

ρ3(Mt) ' −0.011, ρ4(Mt) ' −0.013.
(3.71)
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На рис. 3.5 и 3.6 исследуется сходимость решений уравнений ренормгруппы для констант
взаимодействия λi(q) к квазификсированным точкам в зависимости от шкалы Λ. При на-
хождении значений Ri(Mt) предполагалось, что R1(Λ) = 0.75 и R2(Λ) = 0.883, а значе-
ния R3(Λ) и R4(Λ) вычислялись исходя из соотношений (3.67)–(3.68). Данные вычисления
были проведены для двух значений h2

t (Λ) = 10 и h2
t (Λ) = 2.25, которым отвечают сплош-

ные и пунктирные линии на рис. 3.5 и 3.6 соответственно. Результаты численного анализа,
представленные на рис. 3.5, показывают, что R1(Mt) и R2(Mt) незначительно меняются,
когда h2

t (Λ) варьируется между 10 и 2.25. Это указывает на достаточно хорошую сходи-
мость решений соответствующих уравнений ренормгруппы к квазификсированным точкам.
С другой стороны решения для λ3(q) концентрируются в окрестности нуля при низких
энергиях только, когда Λ & 1010 ГэВ (см. рис. 3.6). Вообще, сходимость решений уравне-
ний ренормгруппы к квазификсированным точкам улучшается с увеличением Λ. Однако,
как показывают результаты вычислений, представленные на рис. 3.6, в случае λ4(q) сходи-
мость соответствующих решений к квазификсированной точке оказывается крайне слабой
практически при любых значениях шкалы Λ.

Как уже отмечалось, приm2
A � v2 масса легчайшего бозона Хиггсаmh1 в рассматрива-

емом расширении СМ определяется константами взаимодействия λ1(Mt), λ2(Mt), λ3(Mt),
λ4(Mt) и tan β. Поскольку в окрестности квазификсированных точек все эти параметры
варьируются в определённых пределах, при каждом заданном значении шкалы Λ можно
оценить интервал изменений mh1 . Соответствующие оценки представлены на рис. 3.7. Из
результатов, представленных на рис. 3.7, следует, что при Λ � 1010 ГэВ интервал измене-
нийmh1 сильно расширяется. Это обусловлено тем, что значения λ1(Mt) и λ2(Mt) заметно
возрастают с уменьшением Λ (см. рис. 3.5), а интервал изменений λ3(Mt) и λ4(Mt) сильно
увеличивается, исключая возможность получения каких–либо разумных предсказаний для
mh1 . Тем не менее при Λ & 1010 ГэВ, R1(Λ) = 0.75, R2(Λ) = 0.883, а также значениях
R3(Λ) и R4(Λ), которые определяются соотношениями (3.67)–(3.68), mh1 варьируется в
пределах 110 ГэВ− 125 ГэВ, когда h2

t (Λ) изменяется от 2.25 до 10.
Так как при m2

A � v2 константы взаимодействия легчайшего хиггсовского состояния
с частицами СМ практически те же, что и у бозона Хиггса в СМ, на первый взгляд пред-
ставляется, что наблюдение хиггсовского бозона с массой 125 ГэВ практически исключает
сценарий инфракрасной квазификсированной точки в рассматриваемом расширении СМ,
если Λ ∼ MPlanck. Однако следует иметь ввиду, что в окрестности квазификсированной
точки интервал изменений mh1 существенно шире показанного на рис. 3.7. В самом деле,
из данных, приведённых в таблице 3.4, следует, что даже небольшие отклонения R1(Λ) от
0.75 позволяют увеличить массу легчайшего бозона до 130 − 140 ГэВ. Это глвным обра-
зом связано с сильной зависимостью R4(Λ) от R1(Λ) и R2(Λ), а также крайне слабой
сходимостью решений уравнений ренормгруппы для λ4(q) к соответствующей квазифик-
сированной точке. В силу того, что λ4(Mt) < 0, mh1 заметно возрастает с уменьшением
абсолютной величины данного параметра, т.е с уменьшением абсолютной величины R4(Λ).
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Рис. 3.5: Зависимость R1(Mt) — рис.a и R2(Mt) — рис.б от шкалы Λ (в ГэВ) при R1(Λ) = 0.75,
R2(Λ) = 0.883, а также значениях R3(Λ) и R4(Λ), которые определяются соотношениями
(3.67)–(3.68). Сплошные и пунктирные линии отвечают h2

t (Λ) = 10 и h2
t (Λ) = 2.25 соответ-

ственно.
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Рис. 3.6: Зависимость R3(Mt) — рис.a и R4(Mt) — рис.б от шкалы Λ (в ГэВ) при R1(Λ) = 0.75,
R2(Λ) = 0.883, а также значениях R3(Λ) и R4(Λ), которые определяются соотношениями
(3.67)–(3.68). Сплошные и пунктирные линии отвечают h2

t (Λ) = 10 и h2
t (Λ) = 2.25 соответ-

ственно.
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Рис. 3.7: Зависимость массы легчайшего бозона Хиггса mh1 (в ГэВ) от шкалы Λ (в ГэВ)
при m2

A � v2, Mt = 171.4ГэВ, mt(Mt) = 161.6ГэВ, R1(Λ) = 0.75, R2(Λ) = 0.883, а также
значениях R3(Λ) и R4(Λ), которые определяются соотношениями (3.67)–(3.68). Сплошная и
пунктирная линии отвечают h2

t (Λ) = 10 и h2
t (Λ) = 2.25 соответственно.

В то же самое время вариации R1(Λ) и R2(Λ) заметно меньше сказываются на изменениях
λ1(Mt), λ2(Mt) и λ3(Mt) из-за достаточно хорошей сходимости соответствующих решений
уравнений ренормгруппы к квазификсированным точкам.

Λ R1(Λ) R3(Λ) R4(Λ) tan β λ1(Mt) λ2(Mt) λ3(Mt) λ4(Mt) mh1(Mt)

MPlanck 0.75 -0.580 -0.234 1.11 0.407 0.938 0.037 -0.331 116.0

MPlanck 0.78 -0.656 -0.173 1.11 0.423 0.941 0.021 -0.246 125.6

MPlanck 0.81 -0.777 -0.068 1.11 0.436 0.944 -0.021 -0.113 136.8

1010 0.75 -0.580 -0.233 0.854 0.732 1.355 0.019 -0.491 124.3

1010 0.81 -0.780 -0.066 0.854 0.750 1.362 -0.112 -0.161 147.6

Таблица 3.4: R3(Λ), R4(Λ), tan β, λi(Mt) и mh1(Mt) (в ГэВ) в зависимости от Λ (в ГэВ) и
R1(Λ) при R2(Λ) = 0.883 и h2

t (Λ) = 10. Предполагается, что λ5(Λ) = λ6(Λ) = λ7(Λ) = 0,
λ̃(Λ) = βλ̃(Λ) = 0, Mt = 173.4ГэВ, α3(MZ) = 0.117 и m2

A � v2.

В принципе относительно малые значения tan β, отвечающие сценарию инфракрасной
квазификсированной точки в рассматриваемом расширении СМ, приводят к тому, что кон-
станты взаимодействия хиггсовских состояний с t кварками существенно больше, чем, на-
пример, в МССМ. Вследствие этого сечение рожления легчайшего хиггсовского бозона могло
бы быть в 1.5 − 2 раза больше, чем в СМ [103]-[104]. Поскольку обнаруженное в экспери-
ментах на БАК хиггсовское состояние взаимодействует с частицами СМ практически так
же как бозон Хиггса в СМ и никаких дополнительных хиггсовских состояний до сих пор
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открыто не было, уместно исходить из того, что новые бозоны Хиггса в рассматриваемом
расширении СМ должны быть достаточно тяжёлыми. Именно такой сценарий реализуется
приm2

A � v2. При этом сценарий инфракрасной квазификсированной точки предполагает,
что константы взаимодействия тяжёлых нейтральных хиггсовских состояний с t кварками
должны быть существенно больше, чем в МССМ.

3.3 СУГРА модели c вырожденными вакуумами

Ожидается, что при сверхвысоких энергиях стандарная модель и/или её расширение являют-
ся составной частью теории, которая объединяет калибровочные и гравитационные взаимо-
действия. При энергиях малых по сравнению с массой Планка низкоэнергетический предел
такой теории может описываться самыми разными моделями. К их числу следует отнести
супергравитационные (СУГРА) модели, лагранжиан которых инвариантен по отношению к
локальным преобразованиям суперсимметрии. Простейшим (N=1) СУСИ моделям, обсуж-
дению которых посвящена основная часть данной диссертационной работы, соответствуют
(N=1) СУГРА модели. Весьма успешные предсказания, полученные для масс бозона Хиггса
и t кварка (3.4) в рамках СМ, стимулируют изучение возможных проявлений принципа
мультикритической точки в рамках (N=1) СУГРА моделей.

Лагранжиан (N=1) супергравитации [33], [37], [376] определяется калибровочными ки-
нетическими функциями fa(φM) и калибровочно–инвариантной кэлеровой функци-
ей G(φM , φ

∗
M), которые зависят от киральных суперполей φM . Первая из этих функций,

в частности, определяет кинетические члены полей, входящих в векторные мультиплеты, а
также калибровочные константы на планковской шкале, т.е. Refa = 1/g2

a, где индекс a
соответствует различным калибровочным группам. Кэлерова функция представляет собой
комбинацию двух других функций:

G(φM , φ
∗
M) = K(φM , φ

∗
M) + ln |W (φM)|2, (3.72)

гдеK(φM , φ
∗
M) называется кэлеровым потенциалом, аW (φM) — суперпотенциал рассмат-

риваемой СУГРА модели. Вторые производные кэлерова потенциала определяют кинетиче-
ские члены полей, входящих в киральные супермультиплеты. В этом и в следующем раз-
делах мы будем использовать общепринятую в супергравитации систему единиц, в которой
MPl ≡MPlanck/

√
8π = 1.

Потенциал взаимодействия скалярных полей в (N=1) СУГРА моделях так же как и в
(N=1) СУСИ моделях может быть представлен в виде суммы F и D членов [33], [37],[376]–
[377]:

VSUGRA(φM , φ
∗
M) = VF (φM , φ

∗
M) + VD(φM , φ

∗
M) , (3.73)

VF (φM , φ
∗
M) = eG

(
GMG

MN̄GN̄ − 3
)

=
(
F N̄GN̄MF

M − 3eG
)
, (3.74)

VD(φM , φ
∗
M) =

1

2

∑
a

(Da)2, Da = ga
∑
i, j

(
GiT

a
ijφj

)
, (3.75)

249



где

GM ≡ ∂MG ≡
∂G

∂φM
, GM̄ ≡ ∂M̄G ≡

∂G

∂φ∗M
,

GN̄M ≡
∂2G

∂φ∗N∂φM
, GMN̄ = G−1

N̄M
.

(3.76)

В выражении (3.75) ga — калибровочная константа взаимодействия, отвечающая генерато-
рам соответствующих преобразований T a. Часть потенциала взаимодействия VF представ-
лена как функция вспомогательных полей

FM = eG/2GMP̄GP̄ .

Как уже отмечалось ранее, СУСИ не может быть точной симметрией, так как при низ-
ких энергиях приводит к бозе–фермиевскому вырождению спектра. Для нарушения СУСИ
в (N=1) СУГРА моделях обычно вводится "скрытый" сектор, включающий поля, которые
не принимают участия в SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y взаимодействиях. В минимуме по-
тенциала взаимодействия (3.73)–(3.75) поля "скрытого" сектора hm приобретают большие
вакуумные средние (∼ 1) таким образом, что по крайней мере среднее по вакууму одного из
вспомогательных полей < Fm >6= 0. Вследствие этого происходит нарушение локальной
суперсимметрии. Как и в случае глобальной СУСИ нарушение локальной суперсимметрии
сопровождается появлением голдстино, которое поглощается суперпартнером гравитона со
спином 3/2 — гравитино. При этом гравитино становится массивным:

m3/2 = eG/2. (3.77)

Данное явление получило название супер–хиггс эффекта [378].
Предполагается, что поля "скрытого" сектора взаимодействуют с полями наблюдаемо-

го сектора только посредством гравитационного взаимодействия. В области низких энергий
поля "скрытого" сектора полностью отщепляются. Тем не менее при нарушении локаль-
ной суперсимметрии генерируются параметры мягкого нарушения СУСИ MA,m

2
α, Aαβγ и

Bαβ (см. (1.10))[379]–[380], масштаб которых определяется массой гравитино. Если данные
параметры оказываются порядка нескольких ТэВ, то отношение m3/2/MPl ∼ 10−15. По-
лучение такой большой иерархии между планковской шкалой и шкалой нарушения СУСИ
в СУГРА моделях является нетривиальной задачей. Наиболее естественным образом необ-
ходимая иерархия генерируется в рамках непертурбативного сценария нарушения СУСИ,
который предполагает конденсацию калибрино калибровочных суперполей "скрытого" сек-
тора [381].

Несомненно, что величины параметров мягкого нарушения СУСИ существенным обра-
зом зависят от механизма нарушения локальной СУСИ и от типа СУГРА моделей, т.е от
состава полей "скрытого" сектора и т.д. Однако оказывается возможным прояснить некото-
рые особенности исследуемых теорий, не вдаваясь в детали механизма нарушения СУСИ. В
частности, можно показать, что в супергравитации сN киральными суперполями и нулевой
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космологической постоянной Λ соотношение (73) модифицируется [382]

StrM 2 = 2(N − 1)m2
3/2 − 2Rij̄FīFj, (3.78)

Rij̄ = [ln detGlk̄]ij̄ .

Первое слагаемое в выражении (3.78) является положительно определенной величиной, что
позволяет получить положительное значение StrM 2. Это в свою очередь приводит к тому,
что в СУГРА моделях в среднем бозоны оказываются значительно тяжелее своих фермион-
ных партнеров. Более сложные СУГРА модели (N=2,4,8) рассматривались в обзоре [377].

Кэлеров потенциал и суперпотенциал могут быть представлены в виде разложения по
полям наблюдаемого сектора ϕα [383]–[386]:

K = K̂(hm, h
∗
m) + K̃ᾱβ(hm, h

∗
m)ϕ∗ᾱϕβ +

[
1

2
Zαβ(hm, h

∗
m)ϕαϕβ + h.c.

]
+ ..., (3.79)

W = Ŵ (hm) +
1

2
µ′αβ(hm)ϕαϕβ +

1

6
Y ′αβγ(hm)ϕαϕβϕγ + ... . (3.80)

Высшие члены разложения по полям наблюдаемого сектора в (3.79)–(3.80) опущены, так
как коэффициенты при них подавлены по массе Планка MPl степенным образом. Стоит
отметить, что коэффициенты разложения K̃ᾱβ, Y

′
αβγ, µ

′
αβ и Zαβ в общем случае зависят от

полей "скрытого" сектора. Для того чтобы избежать проблемы µ–члена, которая обсужда-
лась ранее, необходимо чтобы µ′αβ � 1. Существующие решения этой проблемы предпо-
лагают, что в разложении (3.80) µ′αβ = 0. Тогда в рамках НМССМ эффективный µ–член
может генерироваться в результате приобретения дополнительным синглетным суперполем
S ненулевого вакуумного среднего. В случае, когда низкоэнергетический предел рассмат-
риваемой теории описывается МССМ, µ–член в суперпотенциале может генерироваться за
счет отличного от нуля слагаемого (Z(H1H2) + h.c.) в кэлеровом потенциале. Действи-
тельно, так как потенциал взаимодействия скалярных полей (3.73)–(3.75) инвариантен по
отношению к преобразованиям [382], [387]:{

K ′ = K − g − g∗

W ′ = Weg ,
(3.81)

при соответствующем выборе функции g(φM) можно перейти к кэлеровому потенциалу
стандартного вида (т.е., когда Zαβ = 0) и суперпотенциалуW ′(φM), оставляя неизменным
при этом потенциал взаимодействия скалярных полей. Разлагая потенциал взаимодействия
(3.73)–(3.75) по полям наблюдаемого сектора, для величины эффективного параметра µ по-
лучаем [386]:

µZ =
(
m3/2Z − F m̄∂m̄Z

)
(K̃H1

K̃H2
)−1/2. (3.82)

Кроме того, µ–член в суперпотенциале (3.80) может генерироваться в результате непе-
ренормируемого взаимодействия полей наблюдаемого и "скрытого" секторов. Появление
неперенормируемых операторов такого вида может быть обусловлено непертурбативными
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эффектами (например, конденсацией калибрино) [184],[388]. В простейшем случае [184], ко-
гда это взаимодействие характеризуется единственной константой λ, в разложении (3.80) оно
имеет вид λŴ (hm)(H1H2). В результате супер–хиггс эффекта поля "скрытого" сектора
и Ŵ (hm) приобретают вакуумные средние и таким образом генерируется параметр µ [386]:

µλ = λm3/2(K̃H1
K̃H2

)−1/2 , (3.83)

который оказывается порядка шкалы нарушения СУСИ. В соотношениях (3.82) и (3.83) K̃H1

и K̃H2
являются коэффициентами при |H1|2 и |H2|2 в разложении (3.79).

Вместе с параметрами µZ и µλ два описанных выше сценария генерации µ–члена приво-
дят к появлению соответствующих билинейных констант взаимодействия BZ и Bλ. Величи-
на этих параметров также определяется массой гравитино m3/3. Следует отметить, что оба
механизма генерации µ–члена могут присутствовать в СУГРА теориях одновременно. При
этом результаты (3.82) и (3.83) легко обобщаются [385]:

µ = µλ + µZ , B =
1

µ
(Bλµλ +BZµZ) . (3.84)

Используя потенциал взаимодействия скалярных полей (3.73)–(3.75), а также разложение
по полям наблюдаемого сектора кэлерова потенциала (3.79) и суперпотенциала (3.80), можно
получить выражения для параметров мягкого нарушения СУСИ в рамках СУГРА моделей.
При нахождении фундаментальных параметров m2

α, Ma, Bαβ и Aαβγ обычно исходят из
того, что спонтанное нарушение локальной суперсимметрии в СУГРА моделях обусловлено
ненулевыми вакуумными средними F–членов [384]–[386]. Вкладом же D–членов, как прави-
ло, пренебрегают. Их влияние на параметры мягкого нарушения суперсимметрии изучалось,
например, в работе [389]. При нахождении фундаментальных параметров скалярные поля
"скрытого" сектора hm и соответствующие им вспомогательные поля Fm необходимо заме-
нить их вакуумными средними и перейти к пределу MPl → ∞ при фиксированной массе
гравитиноm3/2 [390]. В этом случае в области низких энергий лагранжиан теории оказыва-
ется перенормируемым и по форме совпадает с лагранжианом мягко нарушенной суперсим-
метрии (1.10). Все неперенормируемые члены оказываются подавленными по массе Планка
MPl степенным образом и зануляются в рассматриваемом пределе. Для того чтобы избежать
процессов, сопровождающихся нейтральными переходами с изменением аромата в кварко-
вом и лептонном секторах, коэффициенты разложения (3.79) K̃αβ(hm, h

∗
m) выбираются в

виде K̃αβ(hm, h
∗
m) = δαβK̃α(hm, h

∗
m). Кроме того, предполагается, что< VF (hm) >= 0.

В этом приближении для параметров мягкого нарушения суперсимметрии находим [386]:

m2
α = m2

3/2 − F m̄F n∂m̄∂n ln K̃α , (3.85)

Aαβγ = Fm
[
K̂m + ∂m lnY ′αβγ − ∂m ln(K̃αK̃βK̃γ)

]
, (3.86)

Ma =
1

2
(Refa)

−1Fm∂mfa. (3.87)
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При выводе соотношений (3.85)–(3.87) предполагалось, что все поля наблюдаемого сектора
нормированы таким образом, чтобы их кинетические члены в лагранжиане имели канониче-
ский вид. Cкалярные поля наблюдаемого сектора yα, поля калибрино λa, юкавские констан-
ты hαβγ связаны с соответствующими полями и константами взаимодействия в разложении
(3.79)–(3.80) следующим образом:

yα =
√
K̃αϕα , λa = (Refa)

1/2λ̂a ,

hαβγ = Y ′αβγ
Ŵ ∗(hm)

|Ŵ (hm)|
eK̂/2(K̃αK̃βK̃γ)

−1/2.
(3.88)

Здесь не приведены выражения для параметров Bαβ , так как их вид сильно зависит от
механизма генерации отвечающих им µ′αβ в разложении (3.80). Следует отметить, что в
соотношении (3.85) первое слагаемое дает универсальный вклад, в то время как второе —
генерирует различие в массах скалярных частиц. Универсальность масс скалярных частиц
m2
α, в частности, позволяет подавить процессы, сопровождающиеся нейтральными перехо-

дами с изменением аромата, в суперсимметричных расширениях СМ [384].
Имплементация принципа мультикритической точки в СУГРА моделях предполагает на-

личие по крайней мере двух вырожденных вакуумов. Одним из них должен быть физический
вакуум, отвечающий минимуму потенциала взаимодействия скалярных полей (3.73)–(3.75),
в котором (N=1) СУСИ полностью нарушена. В этом вакууме поля "скрытого" сектора
hm приобретают вакуумные средние h(1)

m . Естественно предположить, что другой минимум
соответствует суперсимметричному вакууму. Однако в самом общем случае два таких ва-
куума просто не могут быть вырожденными. Действительно, когда вакуумные средние всех
вспомогательных полей FM и Da зануляются, потенциал взаимодействия скалярных по-
лей (3.73)–(3.75) даёт огромный и отрицательный вклад в плотность энергии суперсиммет-
ричного вакуума, т.е. −3eG. Такой вакуум, например, реализуется в случае, если кэлерова
функция имеет стационарную точку, где все GM = 0. В то же самое время плотность энер-
гии физического вакуума является положительной. Для того чтобы два упомянутых выше
вакуума могли быть вырожденными, необходимо предположить, что низкоэнергетический
предел рассматриваемой теории во втором вакууме с высокой точностью описывается супер-
симметричной моделью в плоском пространстве. По сути, данное предположение отвечает
дополнительной тонкой настройке, так как оно предполагает, что плотность энергии супер-
симметричного вакуума с высокой точностью зануляется.

Последнее утверждение несложно продемонстрировать на примере минимальной СУГРА
модели [379], [390], [391] с кэлеровым потенциалом

K(φM , φ
∗
M) =

∑
m

hmh
∗
m +

∑
α

|ϕα|2 , (3.89)

который приводит к кинетическим членам канонического вида в лагранжиане. Потенциал
взаимодействия скалярных полей "скрытого" сектора, отвечающий кэлерову потенциалу
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(3.89), можно представить в следующем виде

V hid
F (hm, h

∗
m) = eK̂(hm,h

∗
m)

(∑
k

∣∣∣∣∣∂Ŵ (hm)

∂hk
+ h∗kŴ (hm)

∣∣∣∣∣
2

− 3|Ŵ (hm)|2
)
. (3.90)

Плотность энергии суперсимметричного вакуума, в котором поля "скрытого" сектора hm
приобретают вакуумные средние h(2)

m , зануляется только, если

< Ŵ (h(2)
m ) >= 0 . (3.91)

При этом вспомогательные поля FM зануляются при

∂Ŵ (hm)

∂hk

∣∣∣∣∣
hm=h

(2)
m

= 0 . (3.92)

Таким образом суперсимметричный вакуум с нулевой плотностью энергии реализуется, ко-
гда суперпотенциал имеет стационарную точку, вблизи которой его значение обращается в
ноль. В самом общем случае существование такой стационарной точки требует тонкой на-
стройки параметров суперпотенциала. В окрестности данной точки все параметры мягкого
нарушения суперсимметрии (3.85)–(3.87) также зануляются.

Поскольку появление вакуума с отрицательной плотностью энергии препятствует импле-
ментации принципа мультикритической точки, потенциал взаимодействия скалярных полей
"скрытого" сектора (3.90) должен быть положительно определённым. "Скрытый" сектор
простейшей СУГРА модели, которая удовлетворяет всем перечисленным выше условиям,
содержит только одно суперполе z. Суперпотенциал этой модели имеет вид [97]:

Ŵ (z) = m0(z + β)2 . (3.93)

При β = β0 = −
√

3 + 2
√

2 потенциал взаимодействия скалярных полей "скрытого" сек-
тора (3.90) имеет два минимума. В этих минимумах плотность энергии зануляется. Минимум
z(2) = −β отвечает стационарной точке суперпотенциала (3.93), где он обращает-
ся в ноль. В данном минимуме суперсимметрия остаётся ненарушенной. В другом ми-
нимуме z(1) =

√
3−
√

2 гравитино приобретает массу m3/2 = 1.487 ·m0 и генерируется
набор параметров мягкого нарушения СУСИ. В частности

m2
α = m2

3/2 , Aαβγ = (3−
√

6)m3/2 . (3.94)

Этот минимум соответствует физическому вакууму. Варьируя параметр β в окрестности β0

можно получить как положительный так и отрицательный вклад полей "скрытого" секто-
ра в полную плотность энергии физического вакуума. Поэтому параметр β можно всегда
подобрать таким образом, чтобы оба вакуума имели одинаковые плотности энергии.

В более сложных СУГРА моделях потенциал взаимодействия скалярных полей "скры-
того" сектора может иметь несколько минимумов. При этом принцип мультикритической
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точки предполагает, что потенциал взаимодействия (3.90) должен быть положительно опре-
делённым и иметь по крайней мере два вырожденных минимума с нулевой плотностью энер-
гии, которые отвечают физическому и суперсимметричному вакуумам. Причём число вы-
рожденных вакуумов с нулевой плотностью энергии может быть значительно больше двух.

В наиболее общем случае потенциал взаимодействия скалярных полей в (N=1) СУГРА
моделях не является положительно определённым. Однако существует специальный класс
(N=1) СУГРА моделей, так называемые "no-scale" модели, в которых инвариантность лагран-
жиана по отношению к преобразованиям глобальной SU(1, 1) симметрии приводит к тому,
что потенциал взаимодействия (3.73)–(3.75) тождественно зануляется при определенных ва-
куумных конфигурациях [37],[392]. В этих моделях потенциал взаимодействия скалярных
полей оказывается положительно определённым и может иметь множество вырожденных
вакуумов с нулевой плотностью энергии.

В простейшем случае, когда "скрытый" сектор данных моделей содержит только одно
суперполе T , инвариантность лагранжиана по отношению к преобразованиям [123]

T → T + iβ , ϕα → ϕα ; (3.95)

T → α2T , ϕσ → αϕσ . (3.96)

полностью определяет структуру взаимодействий в суперпотенциале и кэлеровом потенци-
але рассматриваемых моделей. В самом деле, инвариантность лагранжиана по отношению
к глобальным преобразованиям (3.81) и (3.95) предполагает, что кэлеров потенциал может
быть выбран таким образом, чтобы он зависел только от T + T̄ , ϕσ и ϕ̄σ, а суперпотенциал
не зависел от суперполя "скрытого" сектора. Исходя из того, что в суперпотенциал долж-
ны входить члены кубичные по киральным суперполям наблюдаемого сектора ϕσ, можно
показать, что кэлеров потенциал и суперпотенциал в этом случае могут быть представлены
в виде:

K(T + T̄ , ϕσ, ϕ̄σ) = −3 ln(T + T̄ ) +
∑
σ

C̃σ
|ϕσ|2

(T + T̄ )
, (3.97)

W (ϕα) =
∑
σ,β,γ

1

6
Yσβγϕσϕβϕγ , (3.98)

где C̃σ и Yσβγ не зависят от T и T̄ , т.е. являются константами. В выражении (3.97) высшие
члены разложения по |ϕσ|2 опущены, так как коэффициенты при них подавлены по массе
Планка MPl степенным образом.

Зависимость кэлерова потенциала (3.97) от суперполей T и T̄ такова, что часть потен-
циала взаимодействия (3.73)–(3.75), отвечающая "скрытому" сектору, зануляется, т.е.

Vhid = eG
(
GTG

T T̄GT̄ − 3
)

= 0 .
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Полный потенциал взаимодействия скалярных полей в рассматриваемой СУГРА модели име-
ет вид

V =
1

3
e2K/3

∑
α

∣∣∣∣∂W (ϕ̃α)

∂ϕ̃α

∣∣∣∣2 +
1

2

∑
a

(Da)2 , ϕ̃α =

√
C̃σ
3
ϕα . (3.99)

Минимум положительно определённого потенциала взаимодействия (3.99) соответствует〈
∂W (ϕ̃α)

∂ϕ̃α

〉
=< Da >= 0 .

Как следствие, плотность энергии в окрестности минимума зануляется.
При низких энергиях кэлеров потенциал (3.97) и суперпотенциал (3.98) приводят к супер-

симметричному спектру частиц. Более того инвариантность лагранжиана "no-scale" СУГРА
моделей по отношению к глобальным преобразованиям (3.95)–(3.96) препятствует наруше-
нию локальной суперсимметрии. Это можно продемонстрировать на примере SU(5) СУСИ
модели с одним супермультиплетом Φ в присоединенном представлении группы SU(5) и
одним синглетным суперполем S. Глобальные и калибровочная симметрии полностью опре-
деляют вид суперпотенциала данной модели:

W (S,Φ) =
κ
3
S3 + λTrΦ3 + σSTrΦ2 . (3.100)

В наиболее общем случае минимуму потенциала взаимодействия скалярных полей, который
соответствует суперпотенциалу (3.100), отвечает < S >=< Φ >= 0. В этом минимуме
локальная суперсимметрия и SU(5) калибровочная симметрия остаются ненарушенными.
Однако, если κ = −40σ3/(3λ2), существует вакуумная конфигурация

< Φ >=
Φ0√
15


1 0 0 0 0

0 1 0 0 0

0 0 1 0 0

0 0 0 −3/2 0

0 0 0 0 −3/2

 ,

< S >= S0 ,

Φ0 =
4
√

15σ

3λ
S0 ,

(3.101)

которая при ненулевых значениях S0 нарушает SU(5) калибровочную симметрию до SU(3)×
SU(2)×U(1). В то же самое время суперпотенциал и все вспомогательные поля FM иDa

зануляются, что отвечает нулевой плотности энергии и ненарушенной локальной суперсим-
метрии. Другими словами, лагранжиан данной СУГРА модели инвариантен по отношению к
преобразованиям глобальнойU(1)R симметрии, которая наряду с локальной СУСИ остаётся
ненарушенной в минимуме потенциала взаимодействия скалярных полей.

Вакуум, в котором (N=1) локальная суперсимметрия нарушается, появляется, если в
суперпотенциал модели ввести члены, нарушающие U(1)R симметрию. В результате гло-
бальная симметрия, соответствующая преобразованиям (3.96), не является точной. В рамках
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простейшей SU(5) СУСИ модели с одним супермультиплетом Φ в присоединенном пред-
ставлении группы SU(5) это может отвечать введению массового члена в суперпотенциал,
который удобно представить в следующем виде:

W (Φ) = MXTrΦ2 + λTrΦ3 . (3.102)

При этом потенциал взаимодействия скалярных полей (3.99) имеет несколько вырожденных
вакуумов с нулевой плотностью энергии. В одном из минимумов, где < Φ >= 0, SU(5)

калибровочная симметрия и локальная суперсимметрия остаются ненарушенными. Тем не
менее существует и другой минимум, где SU(5) калибровочная симметрия нарушается до

SU(3) × SU(2) × U(1) и Φ0 =
4
√

15

3λ
MX . В этом вакууме вспомогательное поле FT

приобретает вакуумное среднее

< |FT | >'
〈 |W (Φ)|

(T + T̄ )1/2

〉
= m3/2

〈
(T + T̄ )

〉
, (3.103)

что приводит к генерации ненулевой массы гравитино

m3/2 =

〈 |W (Φ)|
(T + T̄ )3/2

〉
=

40

9

M 3
X

λ2
〈
(T + T̄ )3/2

〉 . (3.104)

Хотя вакуумное среднее поля T остаётся неопределённым в силу того, что потенциал взаи-
модействия скалярных полей "скрытого" сектора зануляется, локальная СУСИ нарушается
в данном вакууме. Однако параметры мягкого нарушения СУСИ в секторе полей наблю-
даемого сектора не генерируются. По этой причине бозе–фермиевское вырождение спектра
остаётся.

Для того чтобы в рассматриваемых СУГРА моделях появился вакуум, который мог бы
отвечать физическому вакууму, необходимо модифицировать часть кэлерова потенциала,
соответствующую наблюдаемому сектору. Рассмотрим (N=1) СУГРА модель, "скрытый"
сектор которой включает два суперполя T и z. При преобразованиях (3.95)–(3.96) киральное
суперполе T преобразуется как и прежде, а киральное суперполе z преобразуется также как
супермультиплеты ϕα наблюдаемого сектора. Поскольку суперполе z преобразуется также
как ϕα, суперпотенциал рассматриваемой модели, который можно представить в виде [98]–
[101], [124]–[130]:

W (z, ϕα) = Whid +Wobs ,

Whid = κ
(
z3 + µ0z

2 +
∑∞

n=4 cnz
n

)
, Wobs =

∑
σ,β,γ

1

6
Yσβγϕσϕβϕγ ,

(3.105)

в наиболее общем случае зависит от z. Как и в случае SU(5) модели массовый член µ0z
2

и члены cnzn в суперпотенциале (3.105) нарушают глобальные симметрии. Как уже отмеча-
лось, такое нарушение симметрий может не привести к ненулевой плотности энергии вакуу-
ма, если структура кэлерова потенциала "скрытого" сектора остаётся неизменной. В то же
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самое время спонтанное нарушение локальной СУСИ в одном из вакуумов рассматриваемой
модели может быть обусловлено ненулевыми значениями параметров µ0 и cn.

Имплементация принципа мультикритической точки в (N=1) СУГРА моделях предпо-
лагает, что в одном из вакуумов суперпотенциал и его производные зануляются. В случае
суперпотенциала (3.105) такой вакуум соответствует z = 0. Существование данной стаци-
онарной точки суперпотенциала возможно только при условии, что в нём не содержится
член пропорциональный суперполю z. Если киральное суперполе z преобразуется при ка-
либровочных преобразованиях полей "скрытого" сектора, то член линейный по z в супер-
потенциале (3.105) может быть запрещён калибровочной симметрией, как и в случае SU(5)

модели.
В самом общем случае нарушение глобальных симметрий позволяет включить много

дополнительных членов в часть суперпотенциала (3.105), которая отвечает наблюдаемому
сектору. Некоторые из таких дополнительных членов, как например µαβϕαϕβ , приводят
к серьёзным проблемам, которые обсуждались ранее. Для того чтобы избежать этого, да-
лее будет предполагаться, что в суперпотенциале наблюдаемого сектора упомянутые выше
глобальные симметрии не нарушаются.

Кэлеров потенциал рассматриваемой (N=1) СУГРА модели имеет вид [98]–[101], [124]–
[130]:

K(φM , φ
∗
M) = −3 ln

[
T + T − |z|2 −∑α ζα|ϕα|2

]
+
∑

α,β

(
ηαβ
2
ϕα ϕβ + h.c.

)
+
∑

β ξβ|ϕβ|2 ,
(3.106)

где ζα, ηαβ и ξβ не зависят от полей "скрытого" сектора, т.е. являются константами. Первое
слагаемое в выражении (3.106) приводит к кинетическим членам, которые инвариантны по
отношению к преобразованиям SU(N, 1) симметрии, где N — число киральных суперпо-
лей рассматриваемой СУГРА модели. Взаимодействия в суперпотенциале (3.105) и D члены
в потенциале взаимодействия скалярных полей нарушают SU(N, 1) симметрию. Разлагая

первое слагаемое по
|z|2
T + T

и
|ϕα|2
T + T

, можно воспроизвести кэлеров потенциал (3.97). Все

остальные члены в выражении (3.106) нарушают глобальную симметрию, отвечающую пре-
образованиям (3.96). Они обычно появляются в минимальной СУГРА модели и генерируют
параметры мягкого нарушения СУСИ, а также эффективный µ–член. По этой причине дан-
ные члены были включены и в кэлеров потенциал рассматриваемой (N=1) СУГРА модели.
С другой стороны часть кэлерова потенциала, соответствующая "скрытому" сектору, остав-
лена без изменений для того, чтобы потенциал взаимодействия скалярных полей "скрытого"
сектора оставался положительно определённым.

Кэлеров потенциал (3.106) приводит к потенциалу взаимодействия скалярных полей "скры-
того" сектора [98]–[101], [124]–[130]

Vhid =
1

3(T + T − |z|2)2

∣∣∣∣∂Whid(z)

∂z

∣∣∣∣2 . (3.107)

258



Минимумы потенциала взаимодействия (3.107) совпадают с стационарными точками супер-
потенциала "скрытого" сектора. В простейшем случае, когда cn = 0, этот суперпотенциал

имеет две таких точки z = 0 и z = −2µ0

3
. В окрестности данных точек потенциал взаимо-

действия (3.107) зануляется и вакуумы оказываются вырожденными. В первом вакууме, где

z = −2µ0

3
, локальная СУСИ нарушается и гравитино приобретает массу:

m3/2 =

〈
Whid(z)

(T + T − |z|2)3/2

〉
=

4κµ3
0

27

〈(
T + T − 4µ2

0

9

)3/2〉 . (3.108)

В другом минимуме, при z = 0, соотношения (3.91)–(3.92) автоматически удовлетворяются
без какой–либо дополнительной тонкой настройки параметров модели и масса гравитино
зануляется.

Низкоэнергетический предел рассматриваемой теории в первом вакууме описывается
лагранжианом мягко–нарушенной суперсимметрии, который соответствует суперпотенциалу

Weff =
∑
α, β

µαβ
2
yα yβ +

∑
α, β, γ

hαβγ
6

yα yβ yγ , (3.109)

где суперполя наблюдаемого сектора yα и hαβγ определяются соотношениями (3.88), а

µαβ = m3/2ηαβ(K̃αK̃β)−1/2 , K̃α = ξα

(
1 +

1

xα

)
,

xα =
ξα < (T + T − |z|2) >

3ζα
.

(3.110)

Для массmα скалярных компонент суперполей наблюдаемого сектора yα, билинейных Bαβ

и трилинейных Aαβγ констант взаимодействия скалярных полей, отвечающих параметрам
µαβ и hαβγ в суперпотенциале (3.109), находим

mα = m3/2
xα

(1 + xα)
, (3.111)

Bαβ = mα +mβ , (3.112)

Aαβγ = mα +mβ +mγ . (3.113)

Выражения дляmα и Aαβγ можно получить используя соотношения (3.85)–(3.86). Выраже-
ния для масс калибрино здесь не приведены, так как они определяются зависимостью калиб-
ровочных кинетических функций fa(φM) от полей "скрытого" сектора, которая здесь не
обсуждается. Соотношения (3.111)–(3.113) указывают на то, что в рассматриваемой СУГРА
модели величины параметров мягкого нарушения СУСИ определяются набором констант
ξα и вакуумным средним суперпотенциала "скрытого" сектора, т.е. параметрами, которые
нарушают глобальную симметрию, отвечающую преобразованиям (3.96). Предполагая, что
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ξα, ζα, µ0 и < T > имеют значения порядка единицы, значение шкалы нарушения СУСИ
MS ∼ 1ТэВ можно получить только при κ ' 10−15.

Генерация параметров мягкого нарушения СУСИ в первом вакууме позволяет отожде-
ствить его с физическим вакуумом. Когда члены cnzn в суперпотенциале (3.105) не являются
пренебрежимо малыми, потенциал взаимодействия (3.107) может иметь несколько вырож-
денных вакуумов с нулевой плотностью энергии, в которых гравитино может либо оставаться
безмассовым либо приобретать массу отличную от нуля. Однако, как и в простейшем слу-
чае, всегда существует минимум потенциала взаимодействия скалярных полей "скрытого"
сектора (3.107), где вакуумное среднее суперполя z зануляется и соотношения (3.91)–(3.92)
автоматически удовлетворяются без дополнительной тонкой настройки параметров.

Относительно простые выражения (3.111)–(3.113) для параметров мягкого нарушения
СУСИ позволяют представить эффективный потенциал взаимодействия скалярных полей
наблюдаемого сектора в весьма компактном виде:

Veff '
∑
α

∣∣∣∣∂Weff(yβ)

∂yα
+mαy

∗
α

∣∣∣∣2 +
1

2

∑
a

(Da)2 . (3.114)

Хотя в секторе наблюдаемых полей СУСИ нарушена, потенциал взаимодействия (3.114) яв-
ляется положительно определённым. Это обусловлено тем, что ξα и ηαβ не зависят от полей
"скрытого" сектора. Если хиггсовский сектор наряду с двумя дублетами Хиггса (Hu и Hd)
включает ещё и синглетное поле S, потенциал взаимодействия (3.114) может иметь минимум,
в котором SU(2)W × U(1)Y симметрия нарушается [99]. В этом случае рассматриваемая
СУГРА модель предполагает, что и вклад полей "скрытого" сектора и вклад хиггсовских
бозонов в плотность энергии первого вакуума зануляются.

Конечно же такое сокращение разных вкладов в плотность энергии происходит только на
классическом (древесном) уровне. Учёт петлевых и непертурбативных поправок к лагран-
жиану СУГРА модели, отвечающей суперпотенциалу (3.105) и кэлерову потенциалу (3.106),
должен устранить вырождение вакуумов. В частности, ожидается, что вклад соответству-
ющих поправок приведёт к огромной плотности энергии в вакууме, где локальная СУСИ
нарушается. Более того в рамках рассматриваемой СУГРА модели остаётся неясным меха-
низм стабилизации вакуумного среднего суперполя T . Из-за этого масса гравитино и шкала
нарушения СУСИ в первом вакууме являются по сути произвольными. Поэтому упомяну-
тую выше СУГРА модель следует рассматривать лишь как пример того, что в (N=1) СУГРА
моделях может существовать механизм, который обеспечивает сокращение различных вкла-
дов в полную плотность энергии физического вакуума. Этот же механизм может приводить
к набору вырожденных вакуумов, который включает в себя физический вакуум, а также
вакуум с ненарушенной локальной суперсимметрией и плотностью энергии близкой к нулю,
что приводит к реализации принципа мультикритической точки.
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3.4 Космологическая постоянная в СУГРА моделях c

вырожденными вакуумами

Происхождение плотности энергии (космологической постоянной), практически равномерно
распределённой по нашей Вселенной и приводящей к её ускоренному расширению, является
одной из самых загадочных проблем современной физики элементарных частиц. Космологи-
ческая постоянная Λ или, так называемая, тёмная энергия составляет примерно 70% пол-
ной плотности энергии Вселенной. Её значение оказывается порядка ρΛ ∼ 10−120M 4

Pl ∼
10−55M 4

Z . С другой стороны значительно больший вклад (∼ v4 ' 10−64M 4
Pl) в полную

плотность энергии вакуума нашей Вселенной должно дать спонтанное нарушение электро-
слабой симметрии. Более того, ожидается, что вклад нулевых мод

ρ0
Λ '

∑
bosons

ωb
2
−

∑
fermions

ωf
2

=

=

∫ Ω

0

[∑
b

√
|~k|2 +m2

b −
∑
f

√
|~k|2 +m2

f

]
d3~k

2(2π)3
∼ −Ω4 , (3.115)

где mb и mf — массы бозонов и фермионов, а Ω ∼ MPl, должен был бы приво-
дить к |ρΛ| ∼ M 4

Pl. Из-за требующегося весьма точного сокращения различных вкладов
в полную энергию вакуума малость космологической постоянной можно в какой-то степени
свести к проблеме тонкой настройки параметров теории.

В принципе малость космологической постоянной могла бы быть связана с почти точной
новой симметрией в природе. Например, глобальная суперсимметрия обеспечивает зануле-
ние плотности энергии в минимуме потенциала взаимодействия скалярных полей. Однако
её нарушение на шкале MS приводит к положительному вкладу в полную плотность энер-
гии вакуума порядка M 4

S . Ненаблюдение суперпартнёров лептонов и кварков в различных
экспериментах предполагает, что MS � 100 ГэВ.

Хотя СУСИ модели весьма привлекательны с различных точек зрения, при изучении
проблемы космологической постоянной необходимо сосредоточиться на изучении теорий, ко-
торые включают гравитационное взаимодействие. Соответствующим обобщением для (N=1)
СУСИ моделей являются (N=1) СУГРА модели, в которых тонкая настройка параметров
позволяет получить столь малое и положительное значение космологической постоянной.
Имплементация принципа мультикритической точки в (N=1) СУГРА моделях предполага-
ет, что потенциал взаимодействия скалярных полей в СУГРА моделях должен быть по-
ложительно определённым, а физический (первый) вакуум должен иметь точно такую же
плотность энергии, что и второй вакуум, в котором низкоэнергетический предел рассмат-
риваемой теории описывается СУСИ моделью в плоском пространстве. Как обсуждалось
в предыдущем разделе, построение соответствующей СУГРА модели сопряжено с опреде-
лёнными сложностями. Здесь же будет просто предполагаться, что два упомянутых выше
вакуума имеют плотности энергии, которые совпадают с очень высокой точностью.
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Если различие в плотностях энергии первого и второго вакуумов существенно меньше
плотности тёмной энергии в физическом вакууме, то значение космологической постоян-
ной можно оценить. Действительно, поскольку плотность энергии вакуума, в котором низ-
коэнергетический предел рассматриваемой теории описывается СУСИ моделью в плоском
пространстве, зануляется, а первый и второй вакуумы с огромной степенью точности имеют
одинаковые плотности энергии, космологическая постоянная в физическом вакууме должна
быть пренебрежимо малой. Таким образом сделанные здесь предположения проливают свет
на возможную причину столь малого значения космологической постоянной.

Однако во втором вакууме возможно динамическое нарушение локальной СУСИ, которое
приводит к положительной и крайне малой плотности энергии. В силу сделанных предполо-
жений эта малая плотность энергии должна быть отождествлена с значением космологиче-
ской постоянной в физическом вакууме. Если во втором вакууме происходит динамическое
нарушение суперсимметрии, то оно может быть обусловлено сильными SU(3)C взаимодей-
ствиями. В самом деле, в МССМ соответствующая однопетлевая β–функция меньше нуля,
т.е. b3 = −3, и калибровочная константа SU(3)C взаимодействий α3(q) увеличивается по
мере уменьшения шкалы q. По этой причине даже если калибровочная константа α3(q) ма-
ла при сверхвысоких энергиях, её значение сильно увеличивается в инфракрасной области,
усиливая роль непертурбативных эффектов.

Для того чтобы упростить анализ далее будет предполагаться, что зависимость кинети-
ческих функций fa(hm) от суперполей "скрытого" сектора является исключительно сла-
бой. Пределу fa(hm) = const соответствует Ma → 0. Тем не менее даже весьма слабая
зависимость fa(hm) от hm, т.е. когда |fa(h(1)

m ) − fa(h
(2)
m )| � fa(h

(1)
m ), позволяет избе-

жать зануления масс калибрино. Вследствие такой слабой зависимости fa(hm) от суперпо-
лей "скрытого" сектора значения калибровочных констант в первом и втором вакуумах при
q &MS практически совпадают, гдеMS — шкала, отвечающая массам суперчастиц в физи-
ческом вакууме. Ниже шкалыMS суперчастицы не дают вклада в однопетлевые β–функции
в первом вакууме. Из–за этого β–функция, отвечающая сильным SU(3)C взаимодействиям,
изменяется от b3 = −3 при q &MS до b̃3 = −7 при q .MS , тогда как соответствующая
β–функция во втором вакууме остаётся неизменной (b3 = −3). В результате при q . MS

калибровочные константы в первом и втором вакуумах становятся разными. В частности,
α

(1)
3 (q) и α(2)

3 (q), т.е. калибровочные константы SU(3)C взаимодействий в первом и втором
вакуумах, достаточно сильно отличаются друг от друга при q . MS . Исходя из того, что
α

(2)
3 (MS) = α

(1)
3 (MS) и α(1)

3 (MZ) ≈ 0.118, можно оценить α(2)
3 (MS)

1

α
(2)
3 (MS)

=
1

α
(1)
3 (MZ)

− b̃3

4π
ln
M 2

S

M 2
Z

. (3.116)

Во втором вакууме t–кварк остаётся безмассовым, так как электрослабая симметрия не
нарушена, и его юкавская константа взаимодействия сильно возрастает вместе с α(2)

3 (q) в
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Рис. 3.8: Зависимость логарифма (по основанию 10) ΛSQCD/MPl от логарифма (по основанию
10) MS (в ГэВ). Сплошная и жирная линии отвечают МССМ и МССМ с дополнительной
парой 5+5̄ супермультиплетов в случае, когда α3(MZ) = 0.118. Штриховые и штрихпунктир-
ные линии соответствуют отклонениям калибровочной константы SU(3)C взаимодействий от
α3(MZ) = 0.118. Верхние штриховая и штрихпунктирная линии получены в случае, когда
α3(MZ) = 0.121, а нижние штриховая и штрихпунктирная линии отвечают α3(MZ) = 0.116.
Горизонтальная линия соответствует значению ΛSQCD ' 10−31MPl.

инфракрасной области. Вблизи шкалы

ΛSQCD = MS exp

[
2π

b3α
(2)
3 (MS)

]
, (3.117)

где SU(3)C взаимодействия становятся чрезвычайно сильными во втором вакууме, юкав-
ская константа t–кварка оказывается сопоставимой по величине с калибровочной константой
SU(3)C взаимодействий. Столь большая юкавская константа t–кварка может привести к об-
разованию кваркового конденсата. Данный конденсат нарушает суперсимметрию, генерируя
положительную плотность энергии во втором вакууме, т.е.

ρΛ ' Λ4
SQCD . (3.118)

Как следует из соотношений (3.116)–(3.118) ΛSQCD и ρΛ полностью определяются зна-

чениями MS и α(1)
3 (MZ) в физическом вакууме. Зависимость ΛSQCD от шкалы наруше-

ния СУСИ MS при различных α(1)
3 (MZ) показана на рис. 3.8 . Так как b̃3 < b3 калиб-

ровочная константа SU(3)C взаимодействий при q . MS в физическом ваку-
уме существенно больше соответствующего значения этой константы во втором вакууме.
Именно по этой причине шкала ΛSQCD значительно меньше ΛQCD в СМ и уменьшается
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с увеличением MS . Когда шкала нарушения СУСИ в физическом вакууме порядка 1ТэВ,
шкала ΛSQCD ' 10−25MPl ' 100 эВ [97, 98], [101], что приводит к значению космоло-
гической постоянной, которая совпадает с плотностью энергии во втором вакууме, порядка
ρΛ ' 10−100M 4

Pl. Полученное значение ρΛ на много порядков меньше v4 ' 10−64M 4
Pl,

что отвечает вкладу в плотность энергии, обусловленному нарушением электрослабой сим-
метрии в первом вакууме. Наблюдаемое значение космологической постоянной соответствует
ΛSQCD ' 10−3 эВ. Такое значение ΛSQCD может быть получено приMS ' 103−104 ТэВ
[97, 98], [101]. Однако стабилизация электрослабой шкалы в рамках МССМ с такой большой
шкалой нарушения СУСИ представляется весьма проблематичной.

Большое значение шкалы нарушения СУСИ в МССМ, отвечающее ΛSQCD ' 10−3 эВ,
стимулирует изучение зависимости космологической постоянной отMS в рамках, так назы-
ваемых, "Split SUSY" моделей, в которых все скалярные частицы за исключением легчай-
шего бозона Хиггса могут иметь массы на много порядков большие, чем массы фермионов
[393]-[395]. В этих моделях суперсимметрия не используется для стабилизации электрослабой
шкалы. Предполагается, что существует механизм тонкой настройки, который приводит к
малому значению космологической постоянной и лёгкому бозону Хиггса. По этой причине
шкалаMS , которую в этих моделях можно отождествить с массой тяжёлых скалярных час-
тиц, обычно выбирается много большей, чем 10ТэВ. С другой стороны глюино, нейтралино
и чарджино имеют массы порядка нескольких ТэВ, что позволяет рассматривать легчайшее
нейтралино в качестве одного из состояний, образующих тёмную материю в нашей Вселен-
ной [395]-[397]. Такие относительно небольшие массы нейтралино и чарджино не разрушают
объединения калибровочных констант. Причем, шкалаMX , на которой калибровочные кон-
станты СМ совпадают, остаётся практически такой же как в МССМ, поскольку почти все
тяжёлые скалярные частицы образуют полные SU(5) мультиплеты [395]. Если тяжёлые
бозоны имеют массы MS > 100 − 1000ТэВ, то все операторы, приводящие к нейтраль-
ным переходам с изменением аромата в кварковом и лептонном секторах, CP нарушению
и слишком быстрому распаду протона, достаточно сильно подавлены. В рассматриваемых
СУСИ моделях массы тяжёлых скалярных частиц могут достигать 1013 ГэВ [395]. Механиз-
мы нарушения СУСИ, которые могут приводить к такому спектру частиц, рассматривались
в работах [393], [396], [398].

Возможно, что тонкая настройка фундаментальных констант и шкал обусловлена, так
называемым, антропным принципом [399]. Этот принцип предполагает, что наша Вселен-
ная такова, потому что только в такой Вселенной мог возникнуть наблюдатель, т.е. человек.
Другими словами, формирование галактик и образование звёзд, основные химические и био-
логические процессы вероятно оказываются возможными только при тех значениях ключе-
вых фундаментальных констант и шкал, т.е. ΛQCD, электрослабая шкала, космологическая
постоянная и т.д., которые наблюдаются в нашей Вселенной [399]-[400]. При этом суперсим-
метрия может появляться в качестве необходимой составной части фундаментальной теории,
т.е. теории Великого Объединения, теории струн и т.д. . Проведённый анализ показал, что
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теория струн может иметь огромное число вакуумов [401]-[405], что отвечает, так называе-
мому, ландшафту теории струн. Число таких вакуумов может достигать ∼ 10100 − 10500

[402]-[405]. Для изучения огромного многообразия Вселенных (множества параллельных ми-
ров), отвечающих ландшафту вакуумов теории струн, используется статистический подход
[403]-[404]. Результаты исследований указывают на то, что число вакуумов в теории струн
настолько велико, что среди них встречаются вакуумы с исключительно малой плотностью
энергии (порядка наблюдаемой величины космологической постоянной) и относительно лёг-
ким бозоном Хиггса. Причём в большинстве таких вакуумов шкала нарушения СУСИ до-
статочно велика [404]-[405], т.е. много больше массы бозона Хиггса.

Принцип мультикритической точки, так же как и ландшафт теории струн, предполагает
существование большого числа вакуумов с нарушенной и ненарушенной СУСИ. Обе идеи
исходят из того, что параметры теории, которая приводит к СМ при низких энергиях, мо-
гут быть тонко настроены таким образом, чтобы отношение электрослабой шкалы к массе
ПланкаMPl и плотность энергии физического вакуума были бы крайне малыми. Более того
ландшафт теории струн мог бы приводить к набору почти вырожденных вакуумов с нару-
шенной и ненарушенной СУСИ, которые имели бы очень малые плотности энергий, если бы
вакуумы с большими плотностями энергий были бы по какой-то причине запрещены. По всей
видимости в большинстве таких почти вырожденных вакуумов шкала нарушения СУСИ бы-
ла бы на много порядков больше массы бозона Хиггса. Однако даже в случае реализации
данного сценария слишком низкая степень вырождения вакуумов не позволила бы использо-
вать метод оценки космологической постоянной, который применялся в этом разделе ранее.

По этой причине при оценке космологической постоянной в рамках "Split SUSY" моде-
лей никакой связи между этими моделями и теорией струн предполагаться не будет. Как и
прежде, будет подразумеваться, что вакуум, в котором низкоэнергетический предел рассмат-
риваемой теории описывается СУСИ моделью в плоском пространстве, имеет точно такую
же плотность энергии, что и физический вакуум, где структура спектра суперчастиц та-
кая же как в "Split SUSY" моделях. Причём при оценке космологической постоянной будет
использоваться предположение о том, что зависимость кинетических функций fa(hm) от
суперполей "скрытого" сектора является весьма слабой, т.е. калибровочными константы
в первом и втором вакуумах почти одинаковые. Выражения (3.85)–(3.87) для параметров
мягкого нарушения СУСИ указывают на то, что последнее предположение должно приво-
дить к достаточно лёгким калибрино. В рассматриваемом случае калибрино имеют массы
существенно меньшие, чем массы скалярных частиц, т.е. Ma � mα, и структура спектра
суперчастиц может быть примерно такой же как в "Split SUSY" моделях. Тем не менее
даже в пределе fa(hm) = const ненулевые массы калибрино должны генерироваться в
рамках (N=1) СУГРА моделей [406]. В простейших СУГРА моделях дополнительная тонкая

настройка необходима, чтобы получить
Ma

mα
� 10−2.

Поскольку эволюция калибровочных констант СМ практически одна и та же при q &MS

в первом и втором вакуумах, α(2)
i (MS) = α

(1)
i (MS), гдеMS следует отождествить с массой
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Рис. 3.9: Зависимость логарифма (по основанию 10) ΛSQCD/MPl от логарифма (по основанию
10) MS (в ГэВ) при Mq = Mg = 3ТэВ. Сплошная и жирная линии отвечают "Split SUSY"
сценариям с спектрами частиц, соответствующими МССМ и МССМ с дополнительной па-
рой 5 + 5̄ супермультиплетов, в случае, когда α3(MZ) = 0.118. Штриховые и штрихпунктир-
ные линии соответствуют отклонениям калибровочной константы SU(3)C взаимодействий от
α3(MZ) = 0.118. Верхние штриховая и штрихпунктирная линии получены в случае, когда
α3(MZ) = 0.121, а нижние штриховая и штрихпунктирная линии отвечают α3(MZ) = 0.116.
Горизонтальная линия соответствует значению ΛSQCD ' 10−31MPl.

тяжёлых скалярных частиц в физическом вакууме. При q . MS суперпартнёры лептонов
и кварков не дают вклада в однопетлевые β–функции и β–функция, соответствующая силь-
ным SU(3)C взаимодействиям, изменяется от b3 = −3 при q & MS до b′3 = −5 при
q . MS в первом вакууме. Когда шкала q становится меньше масс глюино, нейтралино
и чарджино, однопетлевые β–функции изменяются снова, так как эти состояния не дают
вклада в перенормировку калибровочных констант при столь низких энергиях. В частности,
однопетлевая β–функция, отвечающая сильным SU(3)C взаимодействиям, изменяется от
b′3 = −5 при q & Mg до b̃3 = −7 при q . Mg в физическом вакууме, где Mg — масса

глюино. Предполагая, что α(2)
3 (MS) = α

(1)
3 (MS) и α(1)

3 (MZ) ≈ 0.118, находим:

1

α
(2)
3 (MS)

=
1

α
(1)
3 (MZ)

− b̃3

4π
ln
M 2

g

M 2
Z

− b′3
4π

ln
M 2

S

M 2
g

. (3.119)

Используя вычисленное значение α(2)
3 (MS) и соотношения (3.117)–(3.118), можно оценить

ΛSQCD и ρΛ.
На рис. 3.9 показана зависимость ΛSQCD во втором вакууме от шкалы нарушения СУСИ

MS в физическом вакууме при Mg = 3ТэВ. Как и раньше ΛSQCD уменьшается с уве-
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личением MS . Наблюдаемое значение космологической постоянной, которое совпадает с
плотностью энергии во втором вакууме, отвечает MS ∼ 1010 ГэВ [99, 101, 128]. Значение
шкалы нарушения СУСИ, которое приводит к наблюдаемому значению космологической
постоянной, зависит от α3(MZ) и массы глюино. Однако соответствующая зависимость
является достаточно слабой. В частности, с увеличением Mg значение MS , позволяющее
получить ρΛ ∼ 10−120M 4

Pl, уменьшается. Когда α3(MZ) варьируется от 0.116 до 0.121,
а Mg = 500 − 2500 ГэВ, соответствующее значение MS изменяется от 2 · 109 ГэВ до
3 · 1010 ГэВ [99, 101, 128].

Рассматриваемый интервал значений шкалы нарушения СУСИ приводит к определённым
предсказаниям для времени жизни глюино, которые могут быть экспериментально провере-
ны в случае обнаружения суперпартнёров глюонов в экспериментах на БАК. В "Split SUSY"
моделях распад глюино обусловлен диаграммой, которая содержит виртуальный скварк. В
результате глюино распадается на кварк–антикварковую пару и легчайшее нейтралино, т.е.
g̃ → qq̄ + χ0

1. Тяжёлые скварки с массами порядка MS приводят к большому времени
жизни глюино τg, которое можно приблизительно оценить используя формулу [407]-[408]

τg ∼ 8

(
MS

109 ГэВ

)4(
1ТэВ

Mg

)5

s . (3.120)

Из выражения (3.120) следует, что шкала нарушения СУСИ в "Split SUSY" моделях не
должна превышать 1013 ГэВ [395]. В противном случае время жизни глюино превышает воз-
раст нашей Вселенной. Столь долгоживущие и относительно легкие суперпартнёры глюонов
должны были бы эффективно рождаться на ранних стадиях эволюции Вселенной. Причём
определенное их количество должно было бы сохраниться к настоящему моменту време-
ни. Вследствие конфайнмента эти экзотические состояния должны были бы образовывать
связанные состояния с обычными кварками, формируя изотопы широко распространённых
элементов. Поскольку поиски соответствующих изотопов в различных экспериментах не при-
вели к положительным результатам [181], столь долгоживущие глюино с массами меньши-
ми чем 10ТэВ исключены, что и позволяет установить верхнее ограничение на MS . При
MS ' 2 · 109 ГэВ иMg ' 2500 ГэВ время жизни глюино оказывается около 1 сек. и резко
увеличивается (уменьшается) с увеличением (уменьшением) шкалы нарушения СУСИ. Та-
ким образом измерение массы и времени жизни долгоживущих глюино должно позволить
установить значениеMS . В рамках "Split SUSY" моделей возможные проявления долгожи-
вущих глюино в различных экспериментах изучались в работах [408]–[409].

Однако наиболее привлекательным оказывается сценарий, когда спектр частиц СУСИ
расширения СМ наряду с суперчастицами МССМ включает дополнительную пару 5 + 5̄

супермультиплетов группы SU(5). Поскольку новые бозоны и фермионы образуют полные
SU(5) мультиплеты, их включение практически не приводит к сдвигу шкалыMX , на кото-
рой калибровочные константы СМ совпадают [183]. В физическом вакууме новые скалярные
частицы приобретают массы порядка шкалы нарушения СУСИ. Далее будет предполагаться,
что новые фермионы имеют массы, сопоставимые с массами глюино, нейтралино и чарджи-
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но. Для того чтобы упростить анализ в случае "Split SUSY" моделей массы новых кварков
Mq будут полагаться равными массе глюино Mg, т.е. Mq ' Mg. В простейшем случае
массы фермионных компонент 5 + 5̄ супермультиплетов генерируются в результате нару-
шения локальной суперсимметрии благодаря наличию билинейных по суперполям членам[
η(5 · 5) + h.c.

]
в кэлеровом потенциале наблюдаемого сектора рассматриваемой модели.

Во втором вакууме, где m3/2 = 0, новые бозоны и фермионы оказываются безмассовы-
ми и дают заметный вклад в β–функции. В частности, β–функция, отвечающая сильным
SU(3)C взаимодействиям, существенно увеличивается и становится равной b3 = −2, что
приводит к уменьшению соответствующей калибровочной константы и ΛSQCD во втором
вакууме. Результаты численного анализа, приведённые на рис. 3.8 и 3.9, показывают, что в
этом случае наблюдаемое значение космологической постоянной и ΛSQCD ' 10−3 эВ могут
быть получены даже при MS ∼ 1ТэВ.

Результаты, представленные на рис. 3.8 и 3.9, указывают на то, что при MS ∼MPl на-
рушение локальной СУСИ в наблюдаемом секторе даёт слишком малый вклад в плотность
энергии второго вакуума, который явно недостаточен для того чтобы воспроизвести наблю-
даемое значение космологической постоянной. Кроме того, если калибровочные константы
СМ во втором вакууме слишком малы, т.е. не совпадают с соответствующим значениями в
первом вакууме, то ΛSQCD может быть существенно меньше 10−3 эВ. В этих случаях плот-
ность энергии второго вакуума может генерироваться в результате нарушения локальной
СУСИ в "скрытом" секторе. Простейшая модель такого типа предполагает, что при энергиях
много меньшихMPl "скрытый" сектор содержит набор безмассовых векторных суперполей,
отвечающих ненарушенной неабелевой симметрии. Вблизи шкалы ΛX , где соответствующие
калибровочные взаимодействия становятся чрезвычайно сильными во втором вакууме, они
могут приводить к образованию конденсата калибрино. При определённых условиях данный
конденсат может нарушить локальную суперсимметрию. В этой связи необходимо отметить,
что в моделях с (N=1) глобальной СУСИ конденсат калибрино не нарушает суперсиммет-
рию. Тем не менее, если в (N=1) СУГРА моделях кинетическая функция fX(hm) зависит от
суперполей "скрытого" сектора hm, то соответствующие вспомогательные поля Fm могут
приобрести ненулевое вакуумное среднее

Fm ∝ ∂fX(hk)

∂hm
λ̄aλa + ..., (3.121)

которое определяется конденсатом калибрино, т.е. < λ̄aλa >' Λ3
X . Так как нарушение

локальной СУСИ обусловлено неперенормируемым взаимодействием суперполей "скрытого"
сектора, шкала нарушения СУСИ во втором вакууме оказывается на много порядков меньше
шкалы ΛX , которая в свою очередь существенно меньше MPl. По этой причине конденсат
калибрино генерирует чрезвычайно малую плотность энергии во втором вакууме [381]:

ρΛ ∼
Λ6
X

M 2
Pl

. (3.122)
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Поскольку плотности энергий первого и второго вакуумов совпадают, выражение (3.122)
определяет плотность тёмной энергии в физическом вакууме. Наблюдаемое значение космо-
логической постоянной можно получить при

ΛX ∼ ΛQCD/10 . (3.123)

Хотя нет никаких оснований полагать, что ΛX и ΛQCD могут быть как–то связаны между
собой, ΛQCD иMPl следует рассматривать в качестве двух наиболее естественных значений
ΛX . В однопетлевом приближении

ΛX = MPl exp

[
2π

bXαX(MPl)

]
, (3.124)

где αX(MPl) = g2
X(MPl)/(4π), а gX и bX — калибровочная константа и однопетлевая

β–функция, отвечающие ненарушенной неабелевой симметрии в "скрытом" секторе. Калиб-
ровочным группам SU(3) и SU(2) соответствуют bX = −9 и bX = −6. Используя выра-
жение (3.124), можно оценить значение gX(MPl), которое приводит к соотношению (3.123).
Наблюдаемое значение космологической постоянной можно получить при gX(MPl) ' 0.80

в случае SU(2) группы и при gX(MPl) ' 0.65 в случае SU(3) группы. Полученные зна-
чения gX(MPl) следует сопоставить с значением калибровочной константы сильных взаи-
модействий в СМ g3(MPl) = 0.49 [367].

Когда во втором вакууме локальная суперсимметрия нарушается в "скрытом" секторе,
а в первом вакууме MS ∼ MPl, малость λ(MPl) и βλ(MPl) в физическом ваккуме мо-
жет быть связана с существованием третьего вырожденного вакуума, в котором локальная
СУСИ и электрослабая симметрия нарушаются вблизи MPl. Так как предполагается, что
вакуумное среднее хиггсовского поляH в третьем вакууме должно быть очень большим, при
анализе различных вкладов в полную плотность энергии этого вакуума необходимо учиты-
вать взаимодействие дублета бозонов Хиггса H с полями "скрытого" сектора hm. В этом
случае при сверхвысоких энергиях потенциал взаимодействия скалярных полей можно пред-
ставить в следующем виде:

V = Vhid(hm) + V0(H) + Vint(H, hm) + ... , (3.125)

где Vhid(hm) соответствует потенциалу взаимодействия скалярных полей "скрытого" секто-
ра, V0(H) — часть потенциала взаимодействия, которая зависит только отH , а Vint(H, hm)

отвечает взаимодействию дублета Хиггса с полями "скрытого" сектора. Здесь будет предпо-
лагаться, что среди полей наблюдаемого сектора только хиггсовское поле приобретает нену-
левое вакуумное среднее и по этой причине вкладом других полей этого сектора в полную
плотность энергии можно пренебречь.

Хотя в общем случае членом Vint(H, hm) в потенциале взаимодействия (3.125) нельзя
пренебречь, взаимодействие хиггсовских полей с полями "скрытого" сектора может быть
достаточно слабым. Подавление Vint(H, hm) может быть обусловлено тем, что вакуумное
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среднее хиггсовского поля заметно меньше MPl, т.е. например 〈H〉 . MPl/10, и констан-
ты соответствующего взаимодействия достаточно малы. При этом вакуумные средние полей
"скрытого" сектора в первом и третьем вакуумах могут быть практически одинаковыми.
Как следствие, калибровочные и юкавские константы, а также λ(MPl) в третьем вакууме
могут иметь почти те же значения, что и в физическом вакууме, а |m2

H | в эффективном
хиггсовском потенциале может быть много меньше M 2

Pl и 〈H†H〉 в третьем вакууме. Если
вакуумные средние полей "скрытого" сектора в первом и третьем вакуумах почти равны,
то Vhid(h

(1)
m ) ' Vhid(h

(3)
m )�M 4

Pl. В этом пределе первый и третий вакуумы могут иметь
одинаковые плотности энергии, когда λ(MPl) и βλ(MPl) приблизительно равны нулю в тре-
тьем вакууме. Поскольку константы взаимодействия полей наблюдаемого сектора в первом
вакууме имеют почти те же значения, что и в третьем вакууме, λ(MPl) ' βλ(MPl) ' 0 в
физическом вакууме.
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Заключение

Наличие тёмной материи, которая по данным астрофизических и космологических наблю-
дений составляет примерно 20%–25% плотности энергии в нашей Вселенной, не оставля-
ет сомнений в существовании "новой физики" , т.е. новых полей и взаимодествий, которые
не являются составной частью СМ. Если новые частицы имеют массы порядка нескольких
ТэВ, то "новая физика" может пролить свет на происхождение относительно лёгкого бо-
зона Хиггса с массой 125 ГэВ, недавно открытого в экспериментах на БАК, и механизм
генерации барионной асимметрии Вселенной. В данной диссертационной работе вышепере-
численные проблемы исследуются в рамках расширений СМ, которые можно рассматривать
в качестве низкоэнергетического предела ТВО.

Итоги проведённых исследований. Первая глава диссертациии посвящена изучению
N = 1 суперсимметричных обобщений СМ. В рамках СУСИ ТВО при сверхвысоких энер-
гиях калибровочная группа E6 может быть нарушена до SU(3)C × SU(2)W × U(1)Y ×
U(1)ψ×U(1)χ подгруппы. Когда вблизи шкалыMX ∼ 2·1016 ГэВ калибровочные симмет-
рии U(1)χ и U(1)ψ нарушаются до их дискретной подгруппы PM = (−1)3(B−L), а спектр
частиц при низких энергиях наряду с тремя поколениями фермионов СМ и их суперпартнё-
ров включает два супермультиплета хиггсовских полей H1 и H2, соответствующая N = 1

СУСИ модель представляет собой простейшее суперсимметричное обобщение СМ (МССМ).
Если при этом рассматриваемая СУСИ модель содержит дополнительное синглетное супер-
поле S и её лагранжиан инвариантен по отношению к дискретным преобразованиям группы
Z3, то такая модель является простейшим расширением МССМ, т.е. НМССМ. В случае,
когда U(1)χ × U(1)ψ нарушается до U(1)N × PM , где U(1)N — определенная линей-
ная комбинация U(1)χ и U(1)ψ, которая соответствует нулевому заряду правосторонних
нейтрино, а спектр частиц при низких энергиях включает по крайней мере три простейших
представления группы E6, т.е. три полных 27–плета, то данная N = 1 СУСИ модель от-
вечает U(1)N расширению МССМ (E6ССМ). Сокращение аномалий в E6ССМ происходит
автоматически. E6ССМ предсказывает существование Z ′ бозона, экзотических фермионов
и их суперпартнёров, которые могут иметь массы порядка шкалы нарушения СУСИ.

В наиболее общем случае экзотические частицы приводят к слишком быстрому распаду
протона и к процессам, которые сопровождаются нейтральными переходами с изменением
аромата в кварковом и лептонном секторах. Соответствующие операторы могут быть подав-
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лены посредством дискретной Z̃H
2 симметрии. При этом для того чтобы избежать появления

стабильных экзотических кварков необходимо ввести дополнительные супермультиплеты ма-
терии. В простейшем случае (сценарий A) E6ССМ наряду с тремя полными 27–плетами со-
держит два SU(2)W дублета лептонных суперполей L4 и L4 с противоположными кванто-
выми числами. В рамках сценария A экзотические кварки и скварки являются лептокварко-
выми состояниями. В случае сценария B экзотические кварки и скварки представляют собой
дикварковые состояния. Сохранение Z̃H

2 симметрии предполагает, что легчайшая экзотиче-
ская частица не может распадаться на другие частицы. В диссертационной работе показано,
что легчайшей экзотической частицей является легчайший экзотический нейтральный фер-
мион, масса которого генерируется в результате нарушения SU(2)W × U(1)Y симметрии.
В простейших сценариях масса этого фермиона оказывается много меньше 1 эВ. Столь лёг-
кое состояние формирует горячую тёмную материю и даёт пренебрежимо малый вклад в
полную плотность тёмной материи. В то же самое время благодаря сохранению R–чётности
легчайшее нейтралино в E6ССМ может быть также стабильным, образуя либо значительную
либо большую часть плотности тёмной материи.

К числу основных результатов, представленных в первой главе, следует отнести:

• Предложены пятимерные СУСИ модели с SU(5)×U(1)χ×U(1)ψ калибровочной сим-
метрией, котрые могут приводить к сценариям A и B при энергиях существенно мень-
ших, чем MX . Предложена E6 СУСИ модель в шестимерном пространстве, в рамках
которойE6 симметрия нарушается до SU(3)C×SU(2)W×U(1)Y ×U(1)χ×U(1)ψ,
а спектр частиц при низких энергиях отвечает сценарию A. Рассмотрены нарушения
калибровочных симметрий и сокращение аномалий в данных СУСИ ТВО. В этих моде-
лях любые SU(5), SO(10) и E6 соотношения между юкавскими константами нару-
шаются, а процессы, обусловленные нарушением барионного и лептонного квантовых
чисел, которые могут приводить к слишком быстрому распаду протона, оказываются
достаточно сильно подавленными.

• Предложен механизм нарушения U(1)χ×U(1)ψ до U(1)N ×PM . Получены верхние
ограничения на массы легчайших экзотических нейтральных фермионов в E6ССМ. В
рамках сценариев A и B рассмотрены возможные проявления экзотических состояний
в экспериментах на БАК.

• Проведён сравнительный анализ эволюции калибровочных констант взаимодействия в
МССМ и E6ССМ. В частности, получены соответствующие двухпетлевые уравнения
ренормгруппы в рамках сценариев A и B. Показано, что в отличие от МССМ в слу-
чае сценария A точного совпадения калибровочных констант СМ на шкалеMX можно
добиться практически при любых значениях α3(MZ), которые согласуются с измерен-
ным значением константы сильного взаимодействия на электрослабой шкале. В то же
самое время в рамках сценария B такое совпадение оказывается возможным только,
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когда α3(MZ) . 0.112, т.е. учёт двухпетлевых поправок в этом случае разрушает
объединение калибровочных констант.

• Используя двухпетлевые уравнения ренормгруппы установлены теоретические огра-
ничения на значения юкавских констант на электрослабой шкале в рамках НМССМ
и НМССМ+. Полученные ограничения таковы, что наиболее естественным образом
хиггсовский бозон, который можно отождествить с состоянием, обнаруженным в экс-
периментах на БАК, можно получить в области параметрического пространства, отве-
чающей НМССМ (или НМССМ+) с приближённой U(1) симметрией. В этом пределе
изучен спектр бозонов Хиггса и вычислены сечения рождения всех хиггсовских состоя-
ний в экспериментах на БАК. Есть основания полагать, что все эти состояния должны
быть обнаружены в ближайшем будущем. Отдельно проанализирован сценарий инфра-
красной квазификсированной точки.

• Исследованы нарушение SU(2)W × U(1)Y × U(1)N калибровочной симметрии и
спектр бозонов Хиггса в E6ССМ. Показано, что даже в древесном приближении мас-
са легчайшего бозона Хиггса в этой модели может достигать 120 − 130 ГэВ. Однако
в соответствующей области параметрического пространства все остальные хиггсовские
состояния имеют массы много большие 1ТэВ и их наблюдение в экспериментах на БАК
не представляется возможным. Сделанные оценки показывают, что относительные пар-
циальные ширины нестандартных распадов легчайшего бозона Хиггса в E6ССМ могут
достигать 10 − 20%. Получены двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описываю-
щие эволюцию юкавских констант взаимодействия, и изучен сценарий инфракрасной
квазификсированной точки в контексте верхнего ограничения на массу легчай-
шего CP–чётного бозона Хиггса.

• В рамках E6ССМ и МССМ с универсальными параметрами мягкого нарушения су-
персимметрии на шкале MX проанализированы ограничения на параметры этих мо-
делей. Показано, что в E6ССМ, так же как и в МССМ, сценарии с феноменологически
приемлемыми значениями массы легчайшего бозона Хиггса и плотности тёмной ма-
терии предполагают, что почти все скалярные частицы имеют весьма большие массы
(& 5ТэВ) и существенно тяжелее глюино, а также легчайших нейтралино и чарджи-
но. Установлено, что имеющиеся экспериментальные ограничения на сечение рассеяния
частиц тёмной материи на ядрах приводят к весьма жёстким нижним ограничениям на
массы суперпартнёров калибровочных бозонов. Тем не менее в E6ССМ найдены сце-
нарии с относительно лёгкими глюино, нейтралино и чарджино. Все такие сценарии
характеризуются высокой степенью тонкой настройки параметров данной модели.

• Исследован процесс генерации барионной асимметрии Вселенной, обусловленный рас-
падами легчайших правосторонних нейтрино и снейтрино, в E6ССМ и МССМ. По-
казано, что в E6ССМ экзотические частицы дают вклад в CP асимметрии, которые
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контролируют данный процесс. Более того экзотические состояния приводят к допол-
нительным CP асимметриям, отвечающим новым каналам распадов легчайших право-
сторонних нейтрино и снейтрино. В рамках E6ССМ получены соответствующие анали-
тические выражения для CP асимметрий. Оценки показывают, что в E6ССМ процесс
генерации лептонной асимметрии может быть достаточно эффективен даже в случае,
когда массы легчайших правосторонних нейтрино и снейтрино меньше чем 106−7 ГэВ,
что позволяет избежать проблемы гравитино. Причём при таких распадах генериру-
ется не только U(1)B−L асимметрия, но и U(1)E асимметрия, которая определяет
концентрацию частиц горячей тёмной материи.

Бозон Хиггса может быть составной частицей. В этой связи во второй главе изучаются
модели составного Хиггса, которые могут появляться в качестве низкоэнергетического пре-
делаE6 теорий великого объединения (E6МСХ). Модели составного Хиггса (МСХ) содержат
сектор слабовзаимодействующих частиц, к числу которых относят фермионы и векторные
бозоны СМ, а также сектор полей, который приводит к образованию связанных состояний, к
которым, в частности, относится хиггсовский бозон. Поля из первого сектора взаимодейству-
ют с операторами, включающие поля второго. При низких энергиях фермионы (бозоны) СМ
являются суперпозициями элементарных фермионных (бозонных) состояний первого сектора
и связанных фермионных (бозонных) состояний, которые формируются благодаря сильным
взаимодействиям во втором секторе.

В рамках E6МСХ предполагается, что E6 × G0 калибровочная симметрия в моделях с
дополнительными пространственными измерениями нарушается до SU(3)C × SU(2)W ×
U(1)Y × G, где G0 и G отвечают калибровочным взаимодействиям во втором секторе. В
области низких энергий первый сектор включает все частицы СМ за исключением бозона
Хиггса и правостороннего t кварка (tc), а также набор экзотических состояний, который
обеспечивает сокращение аномалий и приближённое объединение калибровочных констант
СМ при сверхвысоких энергиях. В E6МСХ поля второго сектора локализованы на бране,
где E6 симметрия нарушается до SU(6), которая остаётся приближённой глобальной сим-
метрией этого сектора даже при E ∼ f & 5 − 10ТэВ. Подразумевается, что динамика
взаимодействий во втором секторе должна приводить к нарушению SU(6) симметрии вбли-
зи шкалы f до SU(5) подгруппы, которая содержит SU(3)C×SU(2)W ×U(1)Y , набору
массивных экзотических фермионных состояний и составному tc. При нарушении SU(6)

симметрии образуется набор псевдоголдстоуновских состояний, включающий хиггсовский
дублет, SU(3)C триплет скалярных полей T и синглетное псевдоскалярное поле A.

К числу основных результатов, полученных во второй главе, следует отнести:

• Предложена шестимерная СУСИ модель с E6 × G0 калибровочной симметрией, на-
рушение которой приводит к SU(6) глобальной симметрии в секторе, генерирующем
нарушение электрослабой симметрии, и упомянутому выше набору состояний в секторе
слабовзаимодействующих элементарных частиц. Рассмотрены нарушение SU(6) гло-
бальной симметрии и генерация масс фермионов в E6МСХ. Установлено, что в случае,
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когда барионное и лептонное квантовые числа сохраняются, нейтральный экзотиче-
ский фермион может быть стабильным, образуя значительную часть плотности тёмной
материи.

• Показано, что большие константы взаимодействия нейтрального псевдоголдстоунов-
ского бозона A с относительно лёгкими экзотическими фермионами приводят к доста-
точно большому сечению рождения этой частицы в экспериментах на БАК. Вычислены
соответствующие сечение рождения и относительные парциальные ширины распадов
данного состояния, а также исследована их зависимость от параметров E6МСХ. Рас-
смотрены другие возможные проявления E6МСХ в экспериментах на БАК.

• В рамках E6МСХ предложен механизм генерации барионной асимметрии Вселенной.
Предполагая, что один из нейтральных экзотических фермионов приобретает массу
порядка f & 10ТэВ, а все другие экзотические и составные фермионы существенно
тяжелее, проанализированы сценарии с нарушением барионного числа и относитель-
но лёгким SU(3)C триплетом скалярных полей T . Показано, что при этом генерация
барионной асимметрии может происходить в результате распадов легчайшего экзоти-
ческого фермиона.

Предполагая, что эффективный хиггсовский потенциал СМ имеет два практически вы-
рожденных минимума при 〈H〉 ' v/

√
2 и вблизи планковской шкалы, можно получить

предсказания для масс бозона Хиггса и t кварка, которые достаточно хорошо согласуются с
их измеренными значениями. Это стимулирует изучение расширений СМ с вырожденными
вакуумами, которые исследуются в третьей главе диссертациии. В расширениях СМ с двумя
дублетами Хиггса предполагалось, что на некоторой шкале Λ (MZ << Λ . MPl) суще-
ствует набор вырожденных вакуумов, который имеет почти такую же плотность энергии, что
и физический вакуум. В рамках (N=1) СУГРА моделей подразумевалось наличие в "скры-
том" секторе по крайней мере двух вырожденных вакуумов. Один из них отвечает физиче-
скому вакууму, в котором (N=1) СУСИ полностью нарушена. Низкоэнергетический предел
рассматриваемой теории во втором вакууме с высокой точностью описывается суперсиммет-
ричной моделью в плоском пространстве. Существование такого вакуума предполагает, что
плотность энергии в нём с высокой точностью зануляется, что в наиболее общем случае от-
вечает дополнительной тонкой настройке параметров теории. Во втором вакууме возможно
динамическое нарушение локальной СУСИ, которое может быть обусловлено непертурба-
тивными эффектами либо в секторе наблюдаемых полей либо в "скрытом" секторе.

Основными результатами, представленными в третьей главе, являются:

• В расширении СМ с двумя дублетами Хиггса получены соотношения между парамет-
рами этой модели, которые приводят к набору вырожденных вакуумов на шкале Λ,
имеющих примерно такую же плотность энергии, что и физический вакуум. Данные со-
отношения автоматически удовлетворяются в МССМ при значениях Λ много больших
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шкалы нарушения СУСИ. Установлено, что такие вырожденные вакуумы образуются
в результате спонтанного нарушения приближённой глобальной U(1) симметрии. Ко-
гда Λ приближается к MPl, U(1) симметрия становится почти точной, что приводит
к подавлению эффектов связанных с CP нарушением в хиггсовском секторе, а также
процессов, которые сопровождаются нейтральными переходами с изменением аромата
в кварковом и лептонном секторах. В рамках данного расширения СМ с вырожденными
вакуумами изучен сценарий инфракрасной квазификсированной точки и исследована
зависимость массы легчайшего бозона Хиггса от параметров модели.

• Предложены две (N=1) СУГРА модели, каждая из которых в древесном приближе-
нии приводит к двум вырожденным вакуумам. Причём в одной из моделей вырожден-
ные вакуумы возникают без дополнительной тонкой настройки параметров. Один из
этих вакуумов можно отождествить с физическим вакуумом. Предполагая, что плот-
ность энергии в другом вакууме генерируется в результате динамического нарушения
СУСИ, а различие в плотностях энергий этих вакуумов пренебрежимо мало, получены
различные оценки для величины космологической постоянной. Рассмотрены предска-
зания данных СУГРА моделей, которые могут быть проверены в ходе экспериментов
на БАК.

Рекомендации и перспективы дальнейших исследований. В ближайшие годы поис-
ки "новой физики"в экспериментах на БАК будут продолжены. В этой связи представляется
целесообразным акцентировать усилия на поисках возможных проявлений расширений СМ,
которые можно рассматривать в качестве низкоэнергетического предела ТВО. В частности,
стоит продолжить поиски Z ′ бозона, экзотических фермионов, суперчастиц, новых хиггсов-
ских бозонов и псевдоголдстоуновских состояний, которые обсуждались в данной диссерта-
ционной работе. Дальнейший набор статистики в экспериментах на БАК позволит лучше
изучить свойства недавно открытого бозона Хиггса. Особый интерес представляет возмож-
ное обнаружение нестандартных распадов этой частицы, которые, например, исследовались
в первой главе диссертации. Более точное измерение сечений рождения, относительных пар-
циальных ширин распадов и констант взаимодействия бозона Хиггса также позволит уста-
новить дополнительные ограничения на параметрическое пространство расширений СМ, а
возможно даже исключить некоторые модели. Различные эксперименты по поиску тёмной
материи должны прояснить насколько сильно соответствующие состояния взаимодействуют
с частицами СМ. Таким образом данные эксперименты должны привести к установлению
жёстких ограничений на фундаментальные параметры моделей, которые рассматривались
в этой диссертационной работе, и других обобщений СМ. Упомянутые выше ограничения
будут способствовать дальнейшему развитию и совершенствованию моделей, предложенных
в диссертации, а также методов и подходов их исследования.
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Приложение A. Однопетлевые поправки

к массам бозонов Хиггса и двухпетлевые

уравнения ренормгруппы в НМССМ

Как уже отмечалось ранее, петлевые поправки играют весьма важную роль в простейших
СУСИ расширениях СМ. Их учёт приводит к значительному увеличению верхнего ограни-
чения на массу легчайшего CP–чётного бозона Хиггса в минимальных СУСИ моделях. При
tan β � 50 все юкавские константы за исключением ht малы. По этой причине в данном
разделе обсуждаются только однопетлевые поправки к массам хиггсовских бозонов от t–
кварка и его суперпартнеров, поскольку их вклад является доминирующим. Вклад двухпет-
левых поправок и однопетлевые поправки, отвечающие вкладам других частиц, в рассматри-
ваемой области параметрического пространства значительно меньше той неопределенности,
которая связана с выбором неизвестных фундаментальных параметров исследуемых супер-
симметричных моделей.

Сначала получим выражения для однопетлевых поправок в случае МССМ. Учёт петле-
вых поправок приводит к сдвигу положения минимума древесного потенциала взаимодей-
ствия хиггсовских полей. Дифференцируя выражение (1.101), находим

∂∆V

∂v1
=

3h2
tv cos β

16π2

(
µ2 − µAt tan β

)
F (m2

t̃1
,m2

t̃2
) , (A.1)
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t̃1
)− f(m2
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а f(m2) = m2

(
ln
m2

q2
− 1

)
.

Разлагая эффективный потенциал взаимодействия хиггсовских полей (1.93) вблизи его
минимума по H± и P , которые определяются соотношениями (1.118), для однопетлевых
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поправок к m2
A и M 2

H± получаем
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3h2

t

16π2

[
G(m2

t̃1
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t + µ2)F (m2
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При выводе выражения для ∆± предполагалось, что m2
U = m2

Q = m2
q̃ .

В базисе полей (h, H), который определяется соотношениями (1.103), однопетлевые по-
правки к матричным элементам массовой матрицы СР–четного хиггсовского сектора МССМ
можно представить в следующем виде
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где a =
1√
2

(−µ cos β + At sin β) и b =
1√
2

(µ sin β + At cos β). При выводе выраже-

ний для матричных элементов M 2
12 и M 2

22 были использованы два уравнения, определяю-
щие положение минимума эффективного потенциала взаимодействия (1.93). По этой при-
чине поправки ∆12 и ∆22 наряду со вторыми производными содержат первые. Функции
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Теперь перейдём к обсуждению однопетлевых поправок от t–кварка и его суперпартнеров

в НМССМ. Если в выражения (A.1) вместо параметра µ подставить
λs√

2
, то получаем вклад

однопетлевых поправок в два уравнения (1.115)–(1.116), которые определяют минимум эф-
фективного потенциала взаимодействия хиггсовских полей в НМССМ (1.109)–(1.112). Сдвиг
вакуумного среднего поля S за счёт однопетлевых поправок определяется величиной

∂∆V

∂s
= − 3h2

t

16π2
λv2aF (m2

t̃1
,m2

t̃2
) cos β. (A.9)

В отличие от МССМ СР–нечётный хиггсовский сектор НМССМ содержит два массив-
ных состояния. В базисе хиггсовских полей (P, PS), который определяется соотношениями
(1.118), вычисление масс этих состояний сводится к диагонализации матрицы (2×2). В глав-
ном приближении для вклада однопетлевых поправок в массовую матрицу (1.119)–(1.121)
находим
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Подставляя µ = λs/
√

2 в соотношения (A.4)–(A.7), получаем выражения для однопетле-
вых поправок к массе заряженного бозона Хиггса и к матричным элементамM 2
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массовой матрицы CP–чётного хиггсовского сектора в НМССМ. Причём в базисе хиггсов-
ских полей (H , h ,N) выражениям для ∆11, ∆22 и ∆12 отвечают соотношения (A.7), (A.5)
и (A.6) соответственно. Поправки к трём оставшимся матричным элементамM 2
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В процессе вывода выражения для матричного элементаM 2
33 было использовано уравнение

(1.114). Поэтому выражение для ∆33 наряду со второй производной содержит первую.
Эволюция калибровочных и юкавских констант взаимодействия от q = MX до электро-

слабой шкалы описывается уравнениями ренормгруппы. В данной диссертационной работе
при анализе НМССМ использовалась система двухпетлевых уравнений для калибровочных
и юкавских констант. Пренебрегая всеми юкавскими константами за исключением λ, κ, ht,
hb и hτ , в двухпетлевом приближении в случае НМССМ получаем

dgi
dt

=
βig

3
i

(4π)2
,

dλ

dt
=

λ

(4π)2

[
4λ2 + 2κ2 + 3h2

t + 3h2
b + h2

τ − 3g2
2 −

3

5
g2

1 +
β

(2)
λ

(4π)2

]
,

dκ

dt
=

κ

(4π)2

[
6(κ2 + λ2) +

1

(4π)2

(
18λ2g2

2 +
18

5
λ2g2

1

− λ2(12λ2 + 24κ2 + 18h2
t + 18h2

b + 6h2
τ)− 24κ4

)]
,

dht
dt

=
ht

(4π)2

[
λ2 + 6h2

t + h2
b −

16

3
g2

3 − 3g2
2 −

13

15
g2

1 +
β

(2)
ht

(4π)2

]
,

dhb
dt

=
hb

(4π)2

[
λ2 + h2

t + 6h2
b + h2

τ −
16

3
g2

3 − 3g2
2 −

7

15
g2

1 +
β

(2)
hb

(4π)2

]
,

dhτ
dt

=
hτ

(4π)2

[
λ2 + 3h2

b + 4h2
τ − 3g2

2 −
9

5
g2

1 +
β

(2)
hτ

(4π)2

]
,

(A.14)

где i = 1, 2, 3; t = ln [q/MX ], а двухпетлевые β–функции калибровочных констант

β3 = −3 +
1

16π2

[
14g2

3 + 9g2
2 +

11

5
g2

1 − 4h2
t − 4h2

b

]
,

β2 = 1 +
1

16π2

[
24g2

3 + 25g2
2 +

9

5
g2

1 − 6h2
t − 6h2

b − 2h2
τ − 2λ2

]
,

(A.15)

β1 =
33

5
+

1

16π2

[
88

5
g2

3 +
27

5
g2

2 +
199

25
g2

1 −
26

5
h2
t −

14

5
h2
b −

18

5
h2
τ −

6

5
λ2

]
.

В выражениях (A.14) β(2)
λ , β(2)

ht
, β(2)

hb
и β(2)

hτ
представляют собой двухпетлевые вклады в

соответствующие β–функции, которые можно представить в следующем виде [77]:

β
(2)
λ = −9h4

t − 9h4
b − 6h2

th
2
b − 3h4

τ − 8κ4 − λ2

(
9h2

t + 9h2
b + 3h2

τ + 12κ2 + 10λ2

)
+ 16g2

3

(
h2
t + h2

b

)
+ 6g2

2λ
2 + g2

1

(
4

5
h2
t −

2

5
h2
b +

6

5
h2
τ +

6

5
λ2

)
+

15

2
g4

2 +
9

5
g2

2g
2
1 +

207

50
g4

1 ,
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β
(2)
ht

= −22h4
t − 5h4

b − 5h2
th

2
b − h2

bh
2
τ − λ2

(
3λ2 + 3h2

t + 4h2
b + h2

τ + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
t + 6g2

2h
2
t + g2

1

(
6

5
h2
t +

2

5
h2
b

)
− 16

9
g4

3 +
15

2
g4

2 +
2743

450
g4

1

+ 8g2
3g

2
2 +

136

45
g2

3g
2
1 + g2

2g
2
1 ,

(A.16)

β
(2)
hb

= −5h4
t − 22h4

b − 5h2
th

2
b − 3h2

bh
2
τ − 3h4

τ − λ2

(
3λ2 + 4h2

t + 3h2
b + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
b + 6g2

2h
2
b + g2

1

(
4

5
h2
t +

2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
− 16

9
g4

3 +
15

2
g4

2 +
287

90
g4

1

+ 8g2
3g

2
2 +

8

9
g2

3g
2
1 + g2

2g
2
1 ,

β
(2)
hτ

= −9h4
b − 3h2

th
2
b − 9h2

bh
2
τ − 10h4

τ − λ2

(
3λ2 + 3h2

t + 3h2
τ + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
b + 6g2

2h
2
τ + g2

1

(
−2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
+

15

2
g4

2 +
27

2
g4

1 +
9

5
g2

2g
2
1 .

В случае НМССМ с тремя дополнительными парами 5 + 5̄ супермультиплетов группы
SU(5) (НМССМ+) двухпетлевые β–функции калибровочных констант определяются соот-
ношениями [77]:

β3 =
1

16π2

[
48g2

3 + 9g2
2 + 3g2

1 − 4h2
t − 4h2

b

]
,

β2 = 4 +
1

16π2

[
24g2

3 + 46g2
2 +

18

5
g2

1 − 6h2
t − 6h2

b − 2h2
τ − 2λ2

]
,

(A.17)

β1 =
48

5
+

1

16π2

[
24g2

3 +
54

5
g2

2 +
234

25
g2

1 −
26

5
h2
t −

14

5
h2
b −

18

5
h2
τ −

6

5
λ2

]
.

В однопетлевом приближении уравнения ренормгруппы для юкавских констант взаимодей-
ствия в НМССМ и НМССМ+ совпадают. Выражения для двухпетлевых вкладов β(2)

λ , β(2)
ht

,

β
(2)
hb

и β(2)
hτ

в рамках НМССМ+ имеют вид [77]:

β
(2)
λ = −9h4

t − 9h4
b − 6h2

th
2
b − 3h4

τ − 8κ4 − λ2

(
9h2

t + 9h2
b + 3h2

τ + 12κ2 + 10λ2

)
+ 16g2

3

(
h2
t + h2

b

)
+ 6g2

2λ
2 + g2

1

(
4

5
h2
t −

2

5
h2
b +

6

5
h2
τ +

6

5
λ2

)
+

33

2
g4

2 +
9

5
g2

2g
2
1 +

297

50
g4

1 ,
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β
(2)
ht

= −22h4
t − 5h4

b − 5h2
th

2
b − h2

bh
2
τ − λ2

(
3λ2 + 3h2

t + 4h2
b + h2

τ + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
t + 6g2

2h
2
t + g2

1

(
6

5
h2
t +

2

5
h2
b

)
+

128

9
g4

3 +
33

2
g4

2 +
3913

450
g4

1

+ 8g2
3g

2
2 +

136

45
g2

3g
2
1 + g2

2g
2
1 ,

(A.18)

β
(2)
hb

= −5h4
t − 22h4

b − 5h2
th

2
b − 3h2

bh
2
τ − 3h4

τ − λ2

(
3λ2 + 4h2

t + 3h2
b + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
b + 6g2

2h
2
b + g2

1

(
4

5
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2

5
h2
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6

5
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τ

)
+

128

9
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3 +
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2
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2 +
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90
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1
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3g

2
2 +

8

9
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3g
2
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2
1 ,

β
(2)
hτ

= −9h4
b − 3h2

th
2
b − 9h2

bh
2
τ − 10h4

τ − λ2

(
3λ2 + 3h2

t + 3h2
τ + 2κ2

)
+ 16g2

3h
2
b + 6g2

2h
2
τ + g2

1

(
−2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
+
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2
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2 +
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g4

1 +
9

5
g2

2g
2
1 .
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Приложение B. Спектр бозонов Хиггса и

нейтралино в E6ССМ

Минимум потенциала взаимодействия скалярных полей (1.186)–(1.189) определяется урав-
нениями:

∂V

∂s1
= m2

S s1 −
λAλ√

2
v1v2 −

σAσ√
2
ϕs2 +

(
σ

2
s1s2 −

κ

2
ϕ2 − µφ√

2
ϕ− ΛF

)
σs2 +

σ2

2
ϕ2s1

+
g′ 21

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2
1 − Q̃Ss

2
2

)
Q̃Ss1 +

λ2

2
(v2

1 + v2
2)s1 +

∂∆V

∂s1
= 0 , (B.1)

∂V

∂s2
= m2

S
s2 −

σAσ√
2
ϕs1 +

(
σ

2
s1s2 −

κ

2
ϕ2 − µφ√

2
ϕ− ΛF

)
σs1 +

σ2

2
ϕ2s2

−g
′ 2
1

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2
1 − Q̃Ss

2
2

)
Q̃Ss2 +

λσ

2
v1v2ϕ+

∂∆V

∂s2
= 0 ,

(B.2)

∂V

∂ϕ
= m2

ϕ ϕ−
σAσ√

2
s1s2 +Bµφϕ+

√
2ξΛF +

κAκ√
2
ϕ2 +

σ2

2
(s2

1 + s2
2)ϕ

−2

(
σ

2
s1s2 −

κ

2
ϕ2 − µφ√

2
ϕ− ΛF

)(
κϕ+

µφ√
2

)
+
λσ

2
v1v2s2 +

∂∆V

∂ϕ
= 0 ,

(B.3)

∂V

∂v1
= m2

Hd
v1 −

λAλ√
2
s1v2 +

λσ

2
v2s2ϕ+

λ2

2
(v2

2 + s2
1)v1 +

ḡ2

8

(
v2

1 − v2
2

)
v1

+
g′ 21

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2
1 − Q̃Ss

2
2

)
Q̃Hd

v1 +
∂∆V

∂v1
= 0 ,

(B.4)

∂V

∂v2
= m2

Hu
v2 −

λAλ√
2
s1v1 +

λσ

2
v1s2ϕ+

λ2

2
(v2

1 + s2
1)v2 +

ḡ2

8

(
v2

2 − v2
1

)
v2

+
g′ 21

2

(
Q̃Hd

v2
1 + Q̃Hu

v2
2 + Q̃Ss

2
1 − Q̃Ss

2
2

)
Q̃Hu

v2 +
∂∆V

∂v2
= 0 ,

(B.5)

где s1, s2 и ϕ определяются соотношениями (1.190).
При анализе спектра хиггсовских состояний целесообразно выразить m2

Hd
, m2

Hu
, m2

S ,
m2
S

и m2
φ через s, ϕ, β, θ и другие параметры модели используя уравнения (B.1)–(B.5).

Если CP сохраняется, спектр бозонов Хиггса в рассматриваемом сценарии содержит два
заряженных, три CP–нечётных и пять CP–чётных нейтральных состояний. ЗаряженныеH±
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состояния приобретают массы:

m2
H± =

√
2λs

sin 2β

(
Aλ cos θ − σϕ√

2
sin θ

)
− λ2

2
v2 +

g2
2

4
v2 + ∆± , (B.6)

где s =
√
s2

1 + s2
2 и tan θ = s2/s1. Мнимые части нейтральных компонент хиггсовских

дублетов (Hd иHu) и мнимые части синглетных полей S, S и φ образуют два нейтральных
голдстоуновских состояния

G =
√

2(ImH0
d cos β − ImH0

u sin β) , (B.7)

G′ =
√

2(ImS cos θ − ImS sin θ) cos γ −
√

2(ImH0
u cos β + ImH0

d sin β) sin γ ,

которые поглощаются Z и Z ′ бозонами, а также три физических состояния. В выражениях
(B.7) tan γ =

v

2s
sin 2β. В базисе полей (P1, P2, P3), где

P1 =
√

2(ImH0
u cos β + ImH0

d sin β) cos γ +
√

2(ImS cos θ − ImS sin θ) sin γ ,

P2 =
√

2
(
ImS sin θ + ImS cos θ

)
,

P3 =
√

2Imφ ,
(B.8)

массовая матрица CP–нечётного хиггсовского сектора M̃ 2 = (M̃ 2
ij) (i, j = 1, 2, 3) имеет

вид:

M̃ 2
11 =

√
2λs

sin 2β cos2 γ

(
Aλ cos θ − σϕ√

2
sin θ

)
+ ∆̃11 , (B.9)

M̃ 2
12 = M̃ 2

21 =
λv√

2 cos γ

(
Aλ sin θ +

σϕ√
2

cos θ

)
+ ∆̃12 , (B.10)

M̃ 2
13 = M̃ 2

31 =
λσvs

2 cos γ
sin θ + ∆̃13 , (B.11)

M̃ 2
22 =

2σϕ

sin 2θ

(
Aσ√

2
+
κ

2
ϕ+

µφ√
2

+
ΛF

ϕ

)
+

λv2 sin 2β√
2s sin 2θ

(
Aλ sin3 θ − σϕ√

2
cos3 θ

)
+ ∆̃22 ,

(B.12)

M̃ 2
23 = M̃ 2

32 = σs

(
Aσ√

2
− κϕ− µφ√

2

)
− λσ

4
v2 sin 2β cos θ + ∆̃23 , (B.13)

M̃ 2
33 =

σs2

2
√

2ϕ
Aσ sin 2θ − 2Bµφ − 3

κAκ√
2
ϕ−
√

2(ξ + µφ)
ΛF

ϕ
+ σκs2 sin 2θ

−κµφ√
2
ϕ− 4κΛF +

σµφs
2

2
√

2ϕ
sin 2θ − λσs

4ϕ
v2 sin θ sin 2β + ∆̃33 . (B.14)
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В соотношениях (B.6) и (B.9)–(B.14) величины ∆± и ∆̃ij отвечают вкладу петлевых попра-
вок. Так как s� v, угол смешивания γ → 0. Массовая матрица CP–нечётного хиггсовского
сектора (B.9)–(B.14) может быть диагонализирова посредством унитарного преобразования P1

P2

P3

 = U

 A1

A2

A3

 , (B.15)

где A1 и A3 являются легчайшим и наиболее тяжёлым CP–нечётными хиггсовскими состо-
яниями.

В пределе, когда параметры κ, µφ и ΛF зануляются, лагранжиан рассматриваемой моди-
фикации E6ССМ обладает дополнительной глобальнойU(1) симметрией, которая спонтанно
нарушается вакуумными средними (1.190). Если κ, µφ и ΛF малы, то спонтанное нарушение
приближённой глобальной U(1) симметрии приводит к появлению псевдоголдстоуновского
бозона, который может оказаться легчайшим состоянием в спектре хиггсовских частиц. В
этом случае при MS � λv для масс CP–нечётных бозонов Хиггса получаем:

m2
A3
' max

{ √
2σAσϕ

sin 2θ cos2 δ
,

√
2λs

sin 2β

(
Aλ cos θ − σϕ√

2
sin θ

)}
, (B.16)

m2
A2
' min

{ √
2σAσϕ

sin 2θ cos2 δ
,

√
2λs

sin 2β

(
Aλ cos θ − σϕ√

2
sin θ

)}
, (B.17)

m2
A1
' cos2 δ

[
−2Bµφ − 3

κAκ√
2
ϕ−
√

2ξ
ΛF

ϕ
+

9

4
σκs2 sin 2θ

+
√

2
σµφs

2

ϕ
sin 2θ +

σs2ΛF

2ϕ2
sin 2θ

]
,

(B.18)

где tan δ ' s

2ϕ
sin 2θ. При этом легчайшее псевдоскалярное состояние представляет собой

линейную комбинацию P2 и P3, т.е.

A1 ' −P2 sin δ + P3 cos δ . (B.19)

В пределе κ = µφ = ΛF = 0 легчайшее CP–нечётное состояние оказывается безмассовым.
Как следует из соотношений (B.16)–(B.17), одно из псевдоскалярных состояний, которое об-
разуется преимущественно P1, и заряженные бозоны Хиггса имеют почти одинаковые массы.

В базисе хиггсовских полей (S1, S2, S3, S4, S5), где

ReS = (S1 cos θ + S2 sin θ + s1)/
√

2 ,

ReS = (−S1 sin θ + S2 cos θ + s2)/
√

2 ,

Reφ = (S3 + ϕ)/
√

2 ,

ReH0
d = (S5 cos β − S4 sin β + v1)/

√
2 ,

ReH0
u = (S5 sin β + S4 cos β + v2)/

√
2 ,

(B.20)
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массовая матрица CP–чётного хиггсовского сектораM 2 = (M 2
ij) (i, j = 1, 2, 3, 4, 5) имеет

вид:

M 2
11 = g′ 21 Q̃

2
Ss

2 − σ2s2

2
sin2 2θ +

√
2σAσϕ sin 2θ

+
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√
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2
√
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(B.21)

M 2
12 = M 2

21 =
σ2s2

4
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√
2σAσϕ cos 2θ

−
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κσϕ2 +

√
2σµφϕ+ 2σΛF
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2
√
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+
λσϕ
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(B.22)

M 2
13 = M 2

31 = σ2ϕs cos 2θ−λσ
4
v2 sin θ sin 2β+∆13 , (B.23)
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2
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2
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(B.24)

M 2
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2
v cos θ sin 2β ,
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2
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(B.25)

M 2
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√
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(
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√
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)
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+
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2

2
√

2s cos θ
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4s sin θ
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M 2
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2
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(
κϕ+

µφ√
2

)
+

λσ

4
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(B.27)

M 2
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−λAλ√

2
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λσ

2
ϕv cos θ
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cos 2β + ∆24 , (B.28)

M 2
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2
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2
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2
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sin 2β + ∆25 , (B.29)

M 2
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σAσs
2

2
√

2ϕ
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√
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ΛF

ϕ
+
κAκ√

2
ϕ+ µφ
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√
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sin 2θ + 3

κϕ√
2
−
√

2ΛF

ϕ

)

+2κ2ϕ2 − λσs

4ϕ
v2 sin θ sin 2β + ∆33 , (B.30)
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M 2
34 = M 2

43 =
λσ

2
sv sin θ cos 2β + ∆34 , (B.31)

M 2
35 = M 2

53 =
λσ

2
sv sin θ sin 2β + ∆35 , (B.32)

M 2
44 =

√
2λs

sin 2β

(
Aλ cos θ − σϕ√

2
sin θ

)
+

(
ḡ2

4
− λ2

2

)
v2 sin2 2β

+
g′ 21

4
(Q̃Hu

− Q̃Hd
)2v2 sin2 2β + ∆44 ,

(B.33)

M 2
45 = M 2

54 =

(
λ2

4
− ḡ2

8

)
v2 sin 4β +

g′ 21

2
v2(Q̃Hu

− Q̃Hd
)×

× (Q̃Hd
cos2 β + Q̃Hu

sin2 β) sin 2β + ∆45 ,
(B.34)

M 2
55 =

λ2

2
v2 sin2 2β+

ḡ2

4
v2 cos2 2β+g′ 21 v

2(Q̃Hd
cos2 β+ Q̃Hu

sin2 β)2 +∆55 , (B.35)

где ∆ij соответствуют вкладу петлевых поправок. Посредством унитарного преобразования
массовая матрица (B.21)–(B.35) может быть приведена к диагональной форме, т.е.

S1

S2

S3

S4

S5

 = Ũ


h1

h2

h3

h4

h5

 , (B.36)

где h1 и h5 являются легчайшим и наиболее тяжёлым CP–чётными хиггсовскими состояни-
ями.

В пределе, когда λ ∼ σ → 0 и шкала нарушения СУСИ MS � MZ , матричные
элементы M 2

24, M
2
25, M

2
34 и M 2

35 зануляются, а λs ∼ σs ∼ σϕ ∼ MS � v. При
этом

√
M 2

11 ' MZ ′ ∼ MS/σ оказывается много больше шкалы нарушения СУСИ MS и
cos 2θ → 0. Предполагая, что в данном случае масса псевдоскалярного состоянияmA2

, ко-
торое главным образом представляет собой компоненту хиггсовского базиса P1, существенно
меньше MS но много больше MZ , для спектра бозонов Хиггса в древесном приближении
находим:

m2
h5
' M 2

Z ′

m2
h4,3
' σ2s2

4

[
1 +

Aσ√
2σϕ

±
∣∣∣∣1− Aσ√

2σϕ

∣∣∣∣
√

1 + 16
ϕ2

s2

]
∼M 2

S ,

m2
h2
' m2

A2
' m2

H± , m2
h1
'M 2

Z cos2 2β .

(B.37)

При выводе соотношений (B.37) предполагалось, что κ = µφ = ΛF = 0. Хиггсовские состо-
яния h5, h2 и h1 преимущественно образуются компонентами хиггсовского базиса S1, S4 и
S5 соответственно. Состояния h3 и h4 являются линейными комбинациями S2 и S3. Следует
отметить, что в рассматриваемом пределе приближённое выражение для mh1 практически
совпадает с верхним ограничением на массу легчайшего хиггсовского скаляра в МССМ.
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Теперь приведём выражение для константы взаимодействия легчайшего хиггсовского
скаляра с парой легчайших псевдоскалярных хиггсовских состояний в E6ССМ. Разлагая
потенциал взаимодействия скалярных полей (1.186)–(1.189) вблизи физического минимума,
находим:

Gh1A1A1
= Ũ51

{
U 2

11

[
λ2

4
v cos2 γ(1 + cos2 2β) +

λ2

2
v sin2 γ cos2 θ − ḡ2

8
v cos2 γ cos2 2β

+
1

2

(
λAλ√

2
cos θ − λσ

2
ϕ sin θ

)
sin 2γ +

g′ 21

2
v
(
Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β

)
×

×
(
Q̃Hd

sin2 β cos2 γ + Q̃Hu
cos2 β cos2 γ + Q̃S sin2 γ cos 2θ

)]
+U11U21

[
λ2

2
v sin 2θ sin γ + g′ 21 Q̃Sv

(
Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β

)
sin γ sin 2θ

+

(
λAλ√

2
sin θ +

λσ

2
ϕ cos θ

)
cos γ

]
+
λσ

2
sin θ U11U31(s cos γ + v sin 2β sin γ)

+U 2
21

[
λ2

2
v sin2 θ − g′ 21

2
Q̃Sv cos 2θ

(
Q̃Hd

cos2 β + Q̃Hu
sin2 β

)]
−λσ

2
v sin 2β cos θ U21U31

}
+ Ũ41

{
U 2

11

[(
−λ

2

8
+
ḡ2

16

)
v cos2 γ sin 4β

+
g′ 21

4
v sin 2β(Q̃Hu

− Q̃Hd
)
(
Q̃Hd

sin2 β cos2 γ + Q̃Hu
cos2 β cos2 γ (B.38)

+Q̃S sin2 γ cos 2θ
)]

+
g′ 21

2
Q̃S(Q̃Hu

− Q̃Hd
)v sin 2β sin γ sin 2θ U11U21

+
λσ

2
v cos 2β sin γ sin θ U11U31 −

g′ 21

4
Q̃S(Q̃Hu

− Q̃Hd
)v sin 2β cos 2θ U 2

21

−λσ
2
v cos 2β cos θ U21U31

}
+ Ũ31

{
U 2

11

[
−λσ

4
s sin θ sin 2β cos2 γ +

σ2

2
ϕ sin2 γ

−λσ
4
v sin 2γ sin θ − σ

2
sin 2θ sin2 γ

(
Aσ√

2
+ κϕ+

µφ√
2

)]
+U11U21

[
λσ

2
v cos θ cos γ + σ

(
Aσ√

2
+ κϕ+

µφ√
2

)
sin γ cos 2θ

]
+U 2

21

[
σ2

2
ϕ+

σ

2

(
Aσ√

2
+ κϕ+

µφ√
2

)
sin 2θ

]
− σκsU21U31

+κU 2
31

(
κϕ+

µφ√
2
− Aκ√

2

)}
+ Ũ21

{
U 2

11

[
−λσ

4
ϕ sin 2β cos2 γ cos θ

+
λ2

4
s cos2 γ sin 2θ +

λAλ

2
√

2
sin 2β cos2 γ sin θ +

σ2

4
s sin2 γ sin 2θ

]
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+U11U31

[
λσ

2
v cos γ cos θ + σ

(
Aσ√

2
− κϕ− µφ√

2

)
sin γ cos 2θ

]
+
σ2

4
s sin 2θ U 2

21 + σ

(
Aσ√

2
− κϕ− µφ√

2

)
sin 2θ U21U31 +

σ

2
(σs sin 2θ + κs)U 2

31

}
+Ũ11

{
U 2

11

[
λσ

4
ϕ sin 2β cos2 γ sin θ +

λ2

2
s cos2 γ cos2 θ +

λAλ

2
√

2
sin 2β cos2 γ cos θ

+
g′ 21

2
Q̃Ss

(
Q̃Hd

sin2 β cos2 γ + Q̃Hu
cos2 β cos2 γ + Q̃S sin2 γ cos 2θ

)]
+

[
−λσ

2
v cos γ sin θ + σ

(
κϕ+

µφ√
2
− Aσ√

2

)
sin γ sin 2θ

]
U11U31

+

(
g′ 21 Q̃

2
S −

σ2

2

)
s sin γ sin 2θ U11U21 +

[
σ2

2
− g′ 21

2
Q̃2
S

]
s cos 2θ U 2

21

+σ

(
Aσ√

2
− κϕ− µφ√

2

)
cos 2θ U21U31 +

σ2

2
s cos 2θ U 2

31

}
.

Суперпартнёры нейтральных калибровочных бозонов (W̃3, B̃ и B̃′), отвечающие SU(2)W ,
U(1)Y и U(1)N взаимодействиям, а также фермионные компоненты суперполей H0

d , H
0
u,

S, S и φ (H̃0
d , H̃

0
u, S̃, S̃ и φ̃) образуют сектор нейтралино в рамках модификации E6ССМ,

суперпотенциал которой определяется выражением (1.185). В результате нарушения калиб-
ровочной симметрии все эти фермионные состояния смешиваются. В базисе полей
(H̃0

d , H̃
0
u, W̃3, B̃, B̃

′, S̃ cos θ− S̃ sin θ, S̃ sin θ+ S̃ cos θ, φ̃) массовая матрица сектора
нейтралино в E6ССМ имеет наиболее простой вид:

Mχ̃0 =

(
A CT

C B

)
, (B.39)

где

A =



0 −µeff
g2v

2
cos β −g

′v

2
cos β

−µeff 0 −g2v

2
sin β

g′v

2
sin β

g2v

2
cos β −g2v

2
sin β M2 0

−g
′v

2
cos β

g′v

2
sin β 0 M1


, (B.40)

B =



M ′
1 g′1Q̃Ss 0 0

g′1Q̃Ss
σϕ√

2
sin 2θ −σϕ√

2
cos 2θ 0

0 −σϕ√
2

cos 2θ −σϕ√
2

sin 2θ − σs√
2

0 0 − σs√
2

√
2κϕ+ µφ


, (B.41)
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C =


Q̃Hd

g′1v cos β Q̃Hu
g′1v sin β 0 0

− λv√
2

sin β cos θ − λv√
2

cos β cos θ 0 0

− λv√
2

sin β sin θ − λv√
2

cos β sin θ 0 0

0 0 0 0

 . (B.42)

В выражениях (B.40)–(B.41) µeff =
λs cos θ√

2
, а M1, M2 и M ′

1 — массы калибрино B̃, W̃3

и B̃′ соответственно. В матрице (B.42) массовый параметр M11, отвечающий смешиванию
между компонентами базиса B̃ и B̃′, положен равным нулю. Массовая матрица (B.40) сов-
падает с массовой матрицей нейтралино в МССМ.

Как уже отмечалось, в случае, когда λ ∼ σ → 0 и шкала нарушения СУСИMS �MZ ,
массаZ ′ бозонаMZ ′ оказывается много больше шкалы нарушения СУСИMS , а λs ∼ σs ∼
σϕ ∼ MS � v. При этом массы двух состояний из сектора нейтралино, которые главным
образом представляют собой линейные комбинации B̃′ и S̃ cos θ − S̃ sin θ, определяются
MZ ′ . В рассматриваемом пределе данные состояния являются самыми тяжёлыми в спектре
нейтралино. Если µeff,M1,M2 �MS , tan θ ≈ 1, а κ и µφ зануляются массы двух других

состояний, которые являются линейными комбинациями S̃ sin θ+S̃ cos θ и φ̃, определяются
соотношениями:

|mχ0
5,6
| ' |σ||ϕ|

2
√

2

∣∣∣∣∣1±
√

1 + 4
s2

ϕ2

∣∣∣∣∣ ∼MS . (B.43)

Причём перечисленные выше четыре самых тяжёлых состояния практически не смешива-
ются с H̃0

d , H̃
0
u, W̃3 и B̃. Как следствие массы легчайших нейтралино почти совпадают с

M1, M2 и µeff. Таким образом в рассматриваемом случае при достаточно малых значениях
λ легчайшим нейтралино может быть преимущественно хиггсино.

При одних и тех же значениях M2 и µ = µeff массы чарджино в МССМ и E6ССМ
оказываются равными. Выражения для масс этих состояний могут быть представлены в
виде:

m2
χ̃±1, 2

=
1

2

[
M 2

2 + µ2
eff + 2M 2

W ±√
(M 2

2 + µ2
eff + 2M 2

W )2 − 4(M2µeff −M 2
W sin 2β)2

]
.

(B.44)

В главном приближении массы данных фермионных состояний определяются параметрами
M2 и µeff.
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Приложение C. Двухпетлевые уравнения

ренормгруппы E6ССМ

При вычислении масс суперчастиц в рамках E6ССМ с универсальными параметрами мягкого
нарушения суперсимметрии на шкалеMX использовалась система двухпетлевых уравнений
ренормгруппы. Двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описывающие эволюцию калибро-
вочных констант в рамках сценариев A и B, определяются выражениями (1.51) и (1.54)–
(1.55). Предполагая в случае сценария A, что µφ ' 0, λαβ ' λαδαβ и κij ' κiδij , а также
пренебрегая всеми юкавскими константами за исключением λ, λα, κi, σ, κ, ht, hb и hτ ,
суперпотенциал E6ССМ сводится к

W̃A = λS(HuHd)− σφSS +
κ

3
φ3 + ΛFφ+ λαS(Hd

αH
u
α) + κiS(DiDi)

+µLL4L4 + htQ3u
c
3Hu + hbQ3d

c
3Hd + hτL3e

c
3Hd ,

(C.1)

где Q3 и L3 отвечают дублетам левосторонних кварков и лептонов третьего поколения; ec3,
uc3 и dc3 соответствуют правостороннему заряженному лептону третьего поколения, а также
правосторонним верхним и нижним кваркам третьего поколения. В выражении (C.1) пред-
полагается суммирование по α = 1, 2 и i = 1, 2, 3. Используя результаты, представленные
в работе [188], можно получить двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описывающие эво-
люцию юкавских констант в суперпотенциале (C.1) (см. также [87], [91]):

dλ

dt
=

λ

(4π)2

[
2λ2 + σ2 + 2Σλ + 3Σκ + 3h2

t + 3h2
b + h2
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−3g2
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(2)
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=
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2
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=

κ

(4π)2
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1
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−24κ4
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2
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10
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dκi
dt

=
κi

(4π)2

[
2κ2

i + 2Σλ + 3Σκ −
16

3
g2

3 −
4

15
g2

1 −
19

10
g
′2
1 +

β
(2)
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(C.2)
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dht
dt

=
ht
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[
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16

3
g2

3 − 3g2
2 −

13

15
g2

1 −
3

10
g
′2
1 +

β
(2)
ht

(4π)2

]
,

dhb
dt

=
hb

(4π)2

[
λ2 + h2

t + 6h2
b + h2

τ −
16

3
g2

3 − 3g2
2 −

7

15
g2

1 −
7

10
g
′2
1 +

β
(2)
hb

(4π)2

]
,

dhτ
dt

=
hτ

(4π)2

[
λ2 + 3h2

b + 4h2
τ − 3g2

2 −
9

5
g2

1 −
7

10
g
′2
1 +

β
(2)
hτ
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где t = ln [q/MX ], Σλ = λ2
1 + λ2

2 + λ2
3 , Σκ = κ2

1 + κ2
2 + κ2

3, а
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(C.3)
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t +

2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
+g

′2
1

(
λ2 +

1

5
h2
t +

3

5
h2
b −

1

5
h2
τ

)
+

128

9
g4

3 +
33

2
g4

2 +
413

90
g4

1 +
77

10
g
′4
1

+8g2
3g

2
2 +

8

9
g2

3g
2
1 +

4

3
g2

3g
′2
1 + g2

2g
2
1 +

3

2
g2

2g
′2
1 −

7

30
g2

1g
′2
1 ,

β
(2)
hτ

= −9h4
b − 3h2

th
2
b − 9h2

bh
2
τ − 10h4

τ − λ2

(
λ2 + σ2 + 3h2

t

+3h2
τ + 2Σλ + 3Σκ

)
+ 16g2

3h
2
b + 6g2

2h
2
τ + g2

1

(
−2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
+g

′2
1

(
λ2 − 3

5
h2
b +

13

10
h2
τ

)
+

33

2
g4

2 +
189

10
g4

1 +
77

10
g
′4
1

+
9

5
g2

2g
2
1 +

39

20
g2

2g
′2
1 +

3

20
g2

1g
′2
1 .

В выражениях (C.3) Πλ = λ4
1 + λ4

2 + λ4
3 , а Πκ = κ4

1 + κ4
2 + κ4

3 .
Эволюция параметров µL и ΛF описывается уравнениями:

dµL
dt

=
µL

(4π)2

[
−3g2

2 −
3

5
g2

1 −
2

5
g
′2
1 +

1

(4π)2

(
33

2
g4

2 +
297

50
g4

1 +
217

50
g
′4
1

+
9

5
g2

2g
2
1 +

6

5
g2

2g
′2
1 +

18

25
g2

1g
′2
1

)]
,

dΛF

dt
=

ΛF

(4π)2

[
2κ2 + σ2 +

1

(4π)2

(
−8κ4 + σ2

(
5

2
g
′2
1 − 4κ2

−2σ2 − 2Σλ − 3Σκ

))]
.

(C.4)

Часть лагранжиана рассматриваемой модификации E6ССМ, включающая все параметры
мягкого нарушения СУСИ и отвечающая суперпотенциалу (C.1), может быть представлена
в виде суммы:

−Lsoft = m2
Hu
|Hu|2 +m2

Hd
|Hd|2 +m2

S|S|2 +m2
S
|S|2 +m2

φ|φ|2 +m2
Si
|Si|2

+m2
Hu
α
|Hu

α|2 +m2
Hd
α
|Hd

α|2 +m2
Di
|Di|2 +m2

Di
|Di|2 +m2

L4
|L4|2

+m2
L4
|L4|2 +m2

Qi
|Q̃i|2 +m2

uci
|uci |2 +m2

dci
|dci |2 +m2

Li
|Li|2 +m2

eci
|eci |2
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+

(
µLBLL4 · L4 + ξΛFφ+ h.c.

)
+

(
λAλSHd ·Hu − σAσφSS

+
κ

3
Aκφ

3 + λαAλαSH
d
α ·Hu

β + κiAκiSDiDi + htAtu
c
3Hu ·Q3

+ hbAbd
c
3Q3 ·Hd + hτAhτe

c
3L3 ·Hd + h.c.

)
+

1

2

(
M1B̃B̃ +M2W̃W̃ +M3G̃G̃+M ′

1B̃
′B̃′ + h.c.

)
. (C.5)

В выражении (C.5) по индексам α = 1, 2 и i = 1, 2, 3 предполагается суммирование.
Используя двухпетлевые β–функции диагональных калибровочных констант (1.54) и ме-

тод, предложенный в работе [410], можно получить двухпетлевые уравнения ренормгруппы,
описывающие эволюцию масс калибрино в рассматриваемой модификации E6ССМ:

dM1

dt
=

g2
1

16π2

[(
6

5
+ 6Ng

)
M1 +

1

16π2

(
16Ngg

2
3(M3 +M1)

+

(
18

5
+ 6Ng

)
g2

2(M2 +M1) +

(
36

25
+ 12Ng

)
g2

1M1

+

(
12

25
+ 2Ng

)
g
′2
1 (M ′

1 +M1)−
52

5
h2
t (M1 − At)−

28

5
h2
b(M1 − Ab)

−36

5
h2
τ(M1 − Aτ) +

12

5
ΣAλ −

12

5
ΣλM1 +

8

5
ΣAκ −

8

5
ΣκM1

)]
,

dM ′
1

dt
=

g
′2
1

16π2

[(
33

10
+ 6Ng

)
M ′

1 +
1

16π2

(
16Ngg

2
3(M3 +M ′

1)

+

(
12

5
+ 6Ng

)
g2

2(M2 +M ′
1) +

(
12

25
+ 2Ng

)
g2

1(M1 +M ′
1)

+

(
657

50
+ 12Ng

)
g
′2
1 M

′
1 −

18

5
h2
t (M

′
1 − At)−

42

5
h2
b(M

′
1 − Ab)

−14

5
h2
τ(M

′
1 − Aτ) +

38

5
ΣAλ −

38

5
ΣλM

′
1 +

57

5
ΣAκ −

57

5
ΣκM

′
1

−5σ2(M ′
1 − Aσ)

)]
,

dM2

dt
=

g2
2

16π2

[
(−10 + 6Ng)M2 +

1

16π2

(
16Ngg

2
3(M3 +M2)

+(−68 + 84Ng)g
2
2M2 +

(
6

5
+ 2Ng

)
g2

1(M1 +M2)

+

(
4

5
+ 2Ng

)
g
′2
1 (M ′

1 +M2)− 12h2
t (M2 − At)

−12h2
b(M2 − Ab)− 4h2

τ(M2 − Aτ) + 4ΣAλ − 4ΣλM2

)]
,

(C.6)
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dM3

dt
=

g2
3

16π2

[
(−18 + 6Ng)M3 +

1

16π2

(
(−216 + 136Ng)g

2
3M3

+6Ng g
2
2(M2 +M3) + 2Ng g

2
1(M1 +M3) + 2Ng g

′2
1 (M ′

1 +M3)

−8h2
t (M3 − At)− 8h2

b(M3 − Ab) + 4ΣAκ − 4ΣκM3

)]
,

где Ng — число поколений лептонов, кварков и экзотических состояний, т.е. Ng = 3. В
соотношениях (C.6) ΣAλ = λ2Aλ + λ2

1Aλ1 + λ2
2Aλ2 и ΣAκ = κ2

1Aκ1 + κ2
2Aκ2 + κ2

3Aκ3 .
Точно таким же образом можно вывести двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описы-

вающие эволюцию трилинейных констант взаимодействия скалярных полей в E6ССМ:

dAλ

dt
=

1

(4π)2

[
4λ2Aλ + 4ΣAλ + 6ΣAκ + 6h2

tAt + 6h2
bAb + 2h2

τAτ

+2σ2Aσ + 6g2
2M2 +

6

5
g2

1M1 +
19

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Aλ

(4π)2

]
,

dAσ

dt
=

1

(4π)2

[
6σ2Aσ + 4κ2Aκ + 4ΣAλ + 6ΣAκ + 5g

′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Aσ

(4π)2

]
,

dAκ

dt
=

1

(4π)2

[
12κ2Aκ + 6σ2Aσ +

1

(4π)2

(
−24κ2(4κ2 + σ2)Aκ − 12σ2ΣAλ

−18σ2ΣAκ − 15σ2g
′2
1 M

′
1 + σ2

(
15g

′2
1 − 24κ2 − 24σ2

−12Σλ − 18Σκ

)
Aσ

)]
,

dAλα

dt
=

1

(4π)2

[
4λ2

αAλα + 2σ2Aσ + 4ΣAλ + 6ΣAκ + 6g2
2M2 +

6

5
g2

1M1

+
19

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Aλα

(4π)2

]
,

dAκi

dt
=

1

(4π)2

[
4κ2

iAκi + 2σ2Aσ + 4ΣAλ + 6ΣAκ +
32

3
g2

3M3 +
8

15
g2

1M1

+
19

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Aκi

(4π)2

]
,

(C.7)
dAt

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2Aλ + 12h2

tAt + 2h2
bAb +

32

3
g2

3M3 + 6g2
2M2 +

26

15
g2

1M1

+
3

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
At

(4π)2

]
,

dAb

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2Aλ + 2h2

tAt + 12h2
bAb + 2h2

τAτ +
32

3
g2

3M3 + 6g2
2M2

+
14

15
g2

1M1 +
7

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Ab

(4π)2

]
,
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dAτ

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2Aλ + 6h2

bAb + 8h2
τAτ + 6g2

2M2 +
18

5
g2

1M1 +
7

5
g
′2
1 M

′
1 +

β
(2)
Aτ

(4π)2

]
,

где

β
(2)
Aλ

= −4λ2

[(
2λ2 + σ2 + 2Σλ + 3Σκ

)
Aλ + σ2Aσ + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
−16ΠAλ − 24ΠAκ − 8σ4Aσ − 4κ2σ2

(
Aσ + Aκ

)
−6λ2

[(
3h2

t + 3h2
b + h2

τ

)
Aλ + 3h2

tAt + 3h2
bAb + h2

τAτ

]
−36h4

tAt − 36h4
bAb − 12h2

th
2
b(At + Ab)− 12h4

τAτ

+32g2
3

(
−
(
h2
t + h2

b + Σκ

)
M3 + h2

tAt + h2
bAb + ΣAκ

)
+12g2

2

(
−ΣλM2 + ΣAλ

)
+2g2

1

[
−
(

4

5
Σκ +

6

5
Σλ +

4

5
h2
t −

2

5
h2
b +

6

5
h2
τ

)
M1

+
4

5
ΣAκ +

6

5
ΣAλ +

4

5
h2
tAt −

2

5
h2
bAb +

6

5
h2
τAτ

]
+g

′2
1

[(
−5λ2 +

18

5
Σκ +

12

5
Σλ +

3

5
h2
t +

6

5
h2
b +

2

5
h2
τ

)
M ′

1

+5λ2Aλ −
18

5
ΣAκ −

12

5
ΣAλ −

3

5
h2
tAt −

6

5
h2
bAb −

2

5
h2
τAτ

]
−66g4

2M2 −
594

25
g4

1M1 −
4408

50
g
′4
1 M

′
1 −

18

5
g2

2g
2
1

(
M2 +M1

)
−39

10
g2

2g
′2
1

(
M2 +M ′

1

)
− 27

50
g2

1g
′2
1

(
M1 +M ′

1

)
,

β
(2)
Aλα

= −4λ2
α

[(
2λ2

α + σ2 + 2Σλ + 3Σκ

)
Aλα + σ2Aσ + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
−16ΠAλ − 24ΠAκ − 8σ4Aσ − 4κ2σ2

(
Aσ + Aκ

)
−4λ2

[(
3h2

t + 3h2
b + h2

τ

)
Aλ + 3h2

tAt + 3h2
bAb + h2

τAτ

]
+32g2

3

(
−ΣκM3 + ΣAκ

)
+ 12g2

2

(
−ΣλM2 + ΣAλ

)
+2g

′2
1

[(
−5

2
λ2
α +

9

5
Σκ +

6

5
Σλ

)
M ′

1 +
5

2
λ2
αAλα −

9

5
ΣAκ −

6

5
ΣAλ

]
+2g2

1

[
−
(

4

5
Σκ +

6

5
Σλ

)
M1 +

4

5
ΣAκ +

6

5
ΣAλ

]
− 66g4

2M2 −
594

25
g4

1M1

−4408

50
g
′4
1 M

′
1 −

18

5
g2

2g
2
1

(
M2 +M1

)
− 39

10
g2

2g
′2
1

(
M2 +M ′

1

)
−27

50
g2

1g
′2
1

(
M1 +M ′

1

)
,
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β
(2)
Aσ

= −4σ2

[(
4κ2 + 2Σλ + 3Σκ

)
Aσ + 4κ2Aκ + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
− 16ΠAλ

−24ΠAκ − 24σ4Aσ − 32κ4Aκ − 4λ2

[(
3h2

t + 3h2
b + h2

τ

)
Aλ + 3h2

tAt

+3h2
bAb + h2

τAτ

]
+ 32g2

3

(
−ΣκM3 + ΣAκ

)
+ 12g2

2

(
−ΣλM2 + ΣAλ

)
+2g

′2
1

[
−
(

5

2
σ2 − 9

5
Σκ −

6

5
Σλ

)
M ′

1 +
5

2
σ2Aσ −

9

5
ΣAκ −

6

5
ΣAλ

]
+4g2

1

[
−
(

3

5
Σλ +

2

5
Σκ

)
M1 +

3

5
ΣAλ +

2

5
ΣAκ

]
− 119g

′4
1 M

′
1 ,

β
(2)
Aκi

= −4κ2
i

[(
2κ2

i + σ2 + 2Σλ + 3Σκ

)
Aκi + σ2Aσ + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
−16ΠAλ − 24ΠAκ − 12σ4Aσ − 4κ2σ2

(
Aσ + Aκ

)
−4λ2

[(
3h2

t + 3h2
b + h2

τ

)
Aλ + 3h2

tAt + 3h2
bAb + h2

τAτ

]
+32g2

3

(
−ΣκM3 + ΣAκ

)
+ 12g2

2

(
−ΣλM2 + ΣAλ

)
+2g

′2
1

[(
−5

2
κ2
i +

9

5
Σκ +

6

5
Σλ

)
M ′

1 +
5

2
κ2
iAκi −

9

5
ΣAκ −

6

5
ΣAλ

]
+2g2

1

[
−
(

4

5
Σκ +

6

5
Σλ

)
M1 +

4

5
ΣAκ +

6

5
ΣAλ

]
− 512

9
g4

3M3

−2336

225
g4

1M1 −
2204

51
g
′4
1 M

′
1 −

128

45
g2

3g
2
1

(
M3 +M1

)
−104

15
g2

3g
′2
1

(
M3 +M ′

1

)
− 38

75
g2

1g
′2
1

(
M1 +M ′

1

)
,

(C.8)

β
(2)
At

= −88h4
tAt − 20h4

bAb − 10h2
th

2
b

(
At + Ab

)
− 2h2

bh
2
τ

(
Ab + Aτ

)
−2λ2

[(
2λ2 + σ2 + 3h2

t + 4h2
b + h2

τ + 2Σλ + 3Σκ

)
Aλ + σ2Aσ

+3h2
tAt + 4h2

bAb + h2
τAτ + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
+ 32g2

3h
2
t

(
−M3 + At

)
+12g2

2h
2
t

(
−M2 + At

)
+ 2g2

1

[
−
(

6

5
h2
t +

2

5
h2
b

)
M1 +

6

5
h2
tAt +

2

5
h2
bAb

]
+2g

′2
1

[
−
(

3

2
λ2 +

3

10
h2
t +

3

5
h2
b

)
M ′

1 +
3

2
λ2Aλ +

3

10
h2
tAt +

3

5
h2
bAb

]
−512

9
g4

3M3 − 66g4
2M2 −

324

25
g
′4
1 M

′
1 − 16g2

3g
2
2

(
M3 +M2

)
−272

45
g2

3g
2
1

(
M3 +M1

)
− 16

15
g2

3g
′2
1

(
M3 +M ′

1

)
− 2g2

2g
2
1

(
M2 +M1

)
−15652

450
g4

1M1 −
3

2
g2

2g
′2
1

(
M2 +M ′

1

)
− 161

150
g2

1g
′2
1

(
M1 +M ′

1

)
,
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β
(2)
Ab

= −20h4
tAt − 88h4

bAb − 10h2
th

2
b

(
At + Ab

)
− 6h2

bh
2
τ

(
Ab + Aτ

)
− 12h4

τAτ

−2λ2

[(
2λ2 + σ2 + 4h2

t + 3h2
b + 2Σλ + 3Σκ

)
Aλ + σ2Aσ + 4h2

tAt
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bAb + 2ΣAλ + 3ΣAκ

]
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2
b

(
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)
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2
b

(
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)
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−
(

2

5
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1

5
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b +

3

5
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τ
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2

5
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1

5
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3

5
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1
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−
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1

5
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3

5
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1
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τ
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M ′
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1

5
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5
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]
− 512

9
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2M2 −
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1
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2

(
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)
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2
1

(
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)
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3
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)
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(
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)
+

7
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(
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1

)
,

β
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Aτ

= −36h4
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2
b
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)
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2
τ
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Ab + Aτ

)
− 40h4

τAτ

−2λ2

[(
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τ + 2Σλ + 3Σκ
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tAt
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]
+ 32g2
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(
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)
+ 12g2
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2
τ

(
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)
+4g2

1

[
−
(
−1

5
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b +

3

5
h2
τ

)
M1 −

1

5
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bAb +

3

5
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τAτ

]
+2g
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1

[
−
(
λ2 − 3

5
h2
b +
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10
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τ

)
M ′

1 + λ2Aλ −
3

5
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bAb +

13
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h2
τAτ

]
−66g4

2M2 −
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5
g4

1M1 −
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1 −
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)
,

ΠAλ = λ4
1Aλ1 + λ4

2Aλ2 + λ4
3Aλ3 , ΠAκ = κ4

1Aκ1 + κ4
2Aκ2 + κ4

3Aκ3 .

Эволюция параметров BL и ξ в потенциале взаимодействия скалярных полей (C.5) опи-
сывается двухпетлевыми уравнениями ренормгруппы:

dBL

dt
=

1

(4π)2

[
6g2

2M2 +
6

5
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1M1 +
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5
g
′2
1 M

′
1 −

1

(4π)2
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66g4

2M2 +
594

25
g4

1M1

+
434

25
g
′4
1 M

′
1 +

18

5
g2

2g
2
1(M1 +M2) +

12

5
g2

2g
′2
1 (M2 +M ′

1)

+
36

25
g2

1g
′2
1 (M1 +M ′

1)

)]
,

(C.9)
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dξ

dt
=

1

(4π)2

[
4κ2Aκ + 2σ2Aσ +

1

(4π)2

(
−32κ4Aκ + σ2Aσ

(
5g
′2
1 − 8κ2

−8σ2 − 4Σλ − 6Σκ

)
− σ2

(
5g
′2
1 M

′
1 + 8κ2Aκ + 4ΣAλ + 6ΣAκ

))]
.

Двухпетлевые уравнения ренормгруппы, описывающие эволюцию масс скалярных частиц
в рассматриваемой модификации E6ССМ, можно представить в следующем виде:

dm2
φ

dt
=

1

(4π)2

[
4κ2(3m2

φ + A2
κ) + 2σ2(m2

φ +m2
S +m2

S̄
+ A2

σ) +
β

(2)

m2
φ

(4π)2

]
,

dm2
S

dt
=

1

(4π)2

[
2σ2(m2

φ +m2
S +m2

S
+ A2

σ)

+4λ2

(
m2
Hu

+m2
Hd

+m2
S + A2

λ

)
+
∑

α 4λ2
α

(
m2
Hu
α

+m2
Hd
α

+m2
S + A2

λα

)
+
∑

j 6κ2
j

(
m2
S +m2

Dj
+m2

Dj
+ A2

κj

)
− 5g

′2
1 M

′2
1 +

g
′2
1

4
Σ′1 +

β
(2)

m2
S

(4π)2

]
,

dm2
S

dt
=

1

(4π)2

[
2σ2(m2

φ +m2
S +m2

S
+ A2

σ)− 5g
′2
1 M

′2
1 −

g
′2
1

4
Σ′1 +

β
(2)

m2
S

(4π)2

]
,

dm2
Hu

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2

(
m2
Hu

+m2
Hd

+m2
S + A2

λ

)
+ 6h2

t

(
m2
Hu

+m2
Q3

+m2
uc3

+ A2
t

)
−6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 +

3

5
g2

1Σ1 −
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
Hu

(4π)2

]
,

dm2
Hd

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2

(
m2
Hu

+m2
Hd +m2

S + A2
λ

)
+ 6h2

b

(
m2
Hd

+m2
Q3

+m2
dc3

+ A2
b

)
+2h2

τ

(
m2
Hd

+m2
L3

+m2
ec3

+ A2
τ

)
− 6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1 −

9

5
g
′2
1 M

′2
1

−3

5
g2

1Σ1 −
3

20
g
′2
1 Σ′1 +

β
(2)

m2
Hd

(4π)2

]
,

dm2
Hu
α

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2

α

(
m2
Hu
α

+m2
Hd
α

+m2
S + A2

λα

)
− 6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1

−4

5
g
′2
1 M

′2
1 +

3

5
g2

1Σ1 −
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
Huα

(4π)2

]
,

dm2
Hd
α

dt
=

1

(4π)2

[
2λ2

α

(
m2
Hu
α

+m2
Hd
α

+m2
S + A2

λα

)
− 6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1

−9

5
g
′2
1 M

′2
1 −

3

5
g2

1Σ1 −
3

20
g
′2
1 Σ′1 +

β
(2)

m2

Hdα

(4π)2

]
,

dm2
Si

dt
=

1

(4π)2

[
g
′2
1

4
Σ′1 − 5g

′2
1 M

′2
1 +

β
(2)

m2
Si

(4π)2

]
,
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dm2
Di

dt
=

1

(4π)2

[
2κ2

i

(
m2
S +m2

Di
+m2

Di
+ A2

κi

)
− 32

3
g2

3M
2
3

− 8

15
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 −

2

5
g2

1Σ1 −
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
Di

(4π)2

]
,

dm2
Di

dt
=

1

(4π)2

[
2κ2

i

(
m2
S +m2

Di
+m2

Di
+ A2

κi

)
− 32

3
g2

3M
2
3

− 8

15
g2

1M
2
1 −

9

5
g
′2
1 M

′2
1 +

2

5
g2

1Σ1 −
3

20
g
′2
1 Σ′1 +

β
(2)

m2
Di

(4π)2

]
,

dm2
Qi

dt
=

1

(4π)2

[
2h2

t

(
m2
Hu

+m2
Q3

+m2
uc3

+ A2
t

)
δi3

+2h2
b

(
m2
Hd

+m2
Q3

+m2
dc3

+ A2
b

)
δi3 −

32

3
g2

3M
2
3 − 6g2

2M
2
2

− 2

15
g2

1M
2
1 −

1

5
g
′2
1 M

′2
1 +

1

5
g2

1Σ1 +
g
′2
1

20
Σ′1 +

β
(2)

m2
Qi

(4π)2

]
,

dm2
uci

dt
=

1

(4π)2

[
4h2

t

(
m2
Hu

+m2
Q3

+m2
uc3

+ A2
t

)
δi3 −

32

3
g2

3M
2
3

−32

15
g2

1M
2
1 −

1

5
g
′2
1 M

′2
1 −

4

5
g2

1Σ1 +
g
′2
1

20
Σ′1 +

β
(2)

m2
uc
i

(4π)2

]
,

dm2
dci

dt
=

1

(4π)2

[
4h2

b

(
m2
Hd

+m2
Q3

+m2
dc3

+ A2
b

)
δi3 −

32

3
g2

3M
2
3

− 8

15
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 +

2

5
g2

1Σ1 +
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
dc
i

(4π)2

]
,

dm2
Li

dt
=

1

(4π)2

[
2h2

τ

(
m2
Hd

+m2
L3

+m2
ec3

+ A2
τ

)
δi3 − 6g2

2M
2
2

−6

5
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 −

3

5
g2

1Σ1 +
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
Li

(4π)2

]
,

dm2
eci

dt
=

1

(4π)2

[
4h2

τ

(
m2
Hd

+m2
L3

+m2
ec3

+ A2
τ

)
δi3 −

24

5
g2

1M
2
1

−1

5
g
′2
1 M

′2
1 +

6

5
g2

1Σ1 +
g
′2
1

20
Σ′1 +

β
(2)

m2
ec
i

(4π)2

]
,

dm2
L4

dt
=

1

(4π)2

[
−6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 −

3

5
g2

1Σ1

+
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
L4

(4π)2

]
,

(C.10)

dm2
L4

dt
=

1

(4π)2

[
−6g2

2M
2
2 −

6

5
g2

1M
2
1 −

4

5
g
′2
1 M

′2
1 +

3

5
g2

1Σ1 −
g
′2
1

10
Σ′1 +

β
(2)

m2
L4

(4π)2

]
,
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где

Σ1 =
∑3

i=1

(
m2
Qi
− 2m2

uci
+m2

dci
+m2

eci
−m2

Li
+m2

Di
−m2

Di

)
+
∑

α=1,2

(
m2
Hu
α
−m2

Hd
α

)
+m2

Hu
−m2

Hd
−m2

L4
+m2

L4
,

Σ′1 =
∑3

i=1

(
6m2

Qi
+ 3m2

uci
+ 6m2

dci
+m2

eci
+ 4m2

Li
+ 5m2

Si
− 9m2

Di
− 6m2

Di

)
−∑α=1,2

(
4m2

Hu
α

+ 6m2
Hd
α

)
− 4m2

Hu
− 6m2

Hd
+ 5m2

S − 5m2
S

+ 4m2
L4
− 4m2

L4
,

а выражения для β(2)

m2
φ
, β(2)

m2
S
, β(2)

m2
S

, β(2)

m2
Hu

, β(2)

m2
Hd

, β(2)

m2
Huα

, β(2)

m2

Hdα

, β(2)

m2
Si

, β(2)

m2
Di

, β(2)

m2
Di

, β(2)

m2
Qi

, β(2)

m2
uc
i

,

β
(2)

m2
dc
i

, β(2)

m2
Li

, β(2)

m2
ec
i

, β(2)

m2
L4

и β(2)

m2
L4

приведены в работе [91].
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M. Mühlleitner, JHEP 1403 (2014) 037 [arXiv:1311.4453 [hep-ph]].

[338] R. Barbieri, G. Isidori, D. Pappadopulo, JHEP 0902 (2009) 029 [arXiv:0811.2888 [hep-ph]];
O. Matsedonskyi, JHEP 1502 (2015) 154 [arXiv:1411.4638 [hep-ph]].

[339] R. Barbieri, D. Buttazzo, F. Sala, D. M. Straub, A. Tesi, JHEP 1305 (2013) 069
[arXiv:1211.5085 [hep-ph]].

[340] C. Csaki, A. Falkowski, A. Weiler, JHEP 0809 (2008) 008 [arXiv:0804.1954 [hep-ph]];
K. Agashe, A. Azatov, L. Zhu, Phys. Rev. D 79 (2009) 056006 [arXiv:0810.1016 [hep-ph]].

326



[341] N. Vignaroli, Phys. Rev. D 86 (2012) 115011 [arXiv:1204.0478 [hep-ph]].

[342] M. Redi, A. Weiler, JHEP 1111 (2011) 108 [arXiv:1106.6357 [hep-ph]].

[343] M. Blanke, A. J. Buras, B. Duling, S. Gori, A. Weiler, JHEP 0903 (2009) 001
[arXiv:0809.1073 [hep-ph]]; O. Gedalia, G. Isidori, G. Perez, Phys. Lett. B 682 (2009)
200 [arXiv:0905.3264 [hep-ph]].

[344] R. Barbieri, D. Buttazzo, F. Sala, D. M. Straub, JHEP 1207 (2012) 181 [arXiv:1203.4218
[hep-ph]].

[345] M. Redi, JHEP 1309 (2013) 060 [arXiv:1306.1525 [hep-ph]].

[346] K. Agashe, A. E. Blechman, F. Petriello, Phys. Rev. D 74 (2006) 053011 [hep-ph/0606021];
C. Csaki, Y. Grossman, P. Tanedo, Y. Tsai, Phys. Rev. D 83 (2011) 073002 [arXiv:1004.2037
[hep-ph]].

[347] C. Csaki, C. Delaunay, C. Grojean, Y. Grossman, JHEP 0810 (2008) 055 [arXiv:0806.0356
[hep-ph]]; F. del Aguila, A. Carmona, J. Santiago, JHEP 1008 (2010) 127 [arXiv:1001.5151
[hep-ph]].

[348] G. Cacciapaglia, C. Csaki, J. Galloway, G. Marandella, J. Terning, A. Weiler, JHEP
0804 (2008) 006 [arXiv:0709.1714 [hep-ph]]; M. Redi, Eur. Phys. J. C 72 (2012) 2030
[arXiv:1203.4220 [hep-ph]]; M. König, M. Neubert, D. M. Straub, Eur. Phys. J. C 74 (2014)
7, 2945 [arXiv:1403.2756 [hep-ph]].

[349] B. Gripaios, A. Pomarol, F. Riva, J. Serra, JHEP 0904 (2009) 070 [arXiv:0902.1483
[hep-ph]]; J. Mrazek, A. Pomarol, R. Rattazzi, M. Redi, J. Serra, A. Wulzer, Nucl. Phys.
B 853 (2011) 1 [arXiv:1105.5403 [hep-ph]]; M. Redi, A. Tesi, JHEP 1210 (2012) 166
[arXiv:1205.0232 [hep-ph]]; E. Bertuzzo, T. S. Ray, H. de Sandes, C. A. Savoy, JHEP
1305 (2013) 153 [arXiv:1206.2623 [hep-ph]]; M. Montull, F. Riva, JHEP 1211 (2012) 018
[arXiv:1207.1716 [hep-ph]]; M. Chala, JHEP 1301 (2013) 122 [arXiv:1210.6208 [hep-ph]].

[350] M. Frigerio, A. Pomarol, F. Riva, A. Urbano, JHEP 1207 (2012) 015 [arXiv:1204.2808
[hep-ph]].

[351] R. Contino, C. Grojean, M. Moretti, F. Piccinini, R. Rattazzi, JHEP 1005 (2010)
089 [arXiv:1002.1011 [hep-ph]]; I. Low, A. Vichi, Phys. Rev. D 84 (2011) 045019
[arXiv:1010.2753 [hep-ph]]; R. Contino, D. Marzocca, D. Pappadopulo, R. Rattazzi, JHEP
1110 (2011) 081 [arXiv:1109.1570 [hep-ph]]; A. Azatov, J. Galloway, Phys. Rev. D 85
(2012) 055013 [arXiv:1110.5646 [hep-ph]]; R. Contino, M. Ghezzi, M. Moretti, G. Panico,
F. Piccinini, A. Wulzer, JHEP 1208 (2012) 154 [arXiv:1205.5444 [hep-ph]]; R. Contino,
M. Ghezzi, C. Grojean, M. Muhlleitner, M. Spira, JHEP 1307 (2013) 035 [arXiv:1303.3876
[hep-ph]]; C. Delaunay, C. Grojean, G. Perez, JHEP 1309 (2013) 090 [arXiv:1303.5701

327



[hep-ph]]; A. Banfi, A. Martin, V. Sanz, JHEP 1408 (2014) 053 [arXiv:1308.4771 [hep-ph]];
M. Montull, F. Riva, E. Salvioni, R. Torre, Phys. Rev. D 88 (2013) 095006 [arXiv:1308.0559
[hep-ph]]; R. Contino, C. Grojean, D. Pappadopulo, R. Rattazzi, A. Thamm, JHEP 1402
(2014) 006 [arXiv:1309.7038 [hep-ph]]; T. Flacke, J. H. Kim, S. J. Lee, S. H. Lim, JHEP
1405 (2014) 123 [arXiv:1312.5316 [hep-ph]]; C. Grojean, E. Salvioni, M. Schlaffer, A. Weiler,
JHEP 1405 (2014) 022 [arXiv:1312.3317 [hep-ph]]; M. Carena, L. Da Rold, E. Pontón,
JHEP 1406 (2014) 159 [arXiv:1402.2987 [hep-ph]]; A. Carmona, F. Goertz, JHEP 1505
(2015) 002 [arXiv:1410.8555 [hep-ph]]; G. Buchalla, O. Cata, C. Krause, Nucl. Phys. B 894
(2015) 602 [arXiv:1412.6356 [hep-ph]].

[352] A. Pomarol, F. Riva, JHEP 1208 (2012) 135 [arXiv:1205.6434 [hep-ph]]; O. Matsedonskyi,
G. Panico, A. Wulzer, JHEP 1301 (2013) 164 [arXiv:1204.6333 [hep-ph]].

[353] K. Agashe, A. Delgado, R. Sundrum, Annals Phys. 304 (2003) 145 [hep-ph/0212028];
T. Gherghetta, Phys. Rev. D 71 (2005) 065001 [hep-ph/0411090].

[354] M. Asano and R. Kitano, JHEP 1409 (2014) 171 [arXiv:1406.6374 [hep-ph]].

[355] K. Agashe, A. Belyaev, T. Krupovnickas, G. Perez, J. Virzi, Phys. Rev. D 77 (2008)
015003 [hep-ph/0612015]; B. Lillie, L. Randall and L. T. Wang, JHEP 0709 (2007) 074
[hep-ph/0701166]; K. Agashe, H. Davoudiasl, S. Gopalakrishna, T. Han, G. Y. Huang,
G. Perez, Z. G. Si, A. Soni, Phys. Rev. D 76 (2007) 115015 [arXiv:0709.0007 [hep-ph]];
M. Carena, A. D. Medina, B. Panes, N. R. Shah, C. E. M. Wagner, Phys. Rev. D 77
(2008) 076003 [arXiv:0712.0095 [hep-ph]]; R. Contino, G. Servant, JHEP 0806 (2008) 026
[arXiv:0801.1679 [hep-ph]]; K. Agashe, S. Gopalakrishna, T. Han, G. Y. Huang, A. Soni,
Phys. Rev. D 80 (2009) 075007 [arXiv:0810.1497 [hep-ph]]; J. Mrazek, A. Wulzer, Phys.
Rev. D 81 (2010) 075006 [arXiv:0909.3977 [hep-ph]]; K. Agashe, A. Azatov, T. Han, Y. Li,
Z. G. Si, L. Zhu, Phys. Rev. D 81 (2010) 096002 [arXiv:0911.0059 [hep-ph]]; G. Dissertori,
E. Furlan, F. Moortgat, P. Nef, JHEP 1009 (2010) 019 [arXiv:1005.4414 [hep-ph]];
N. Vignaroli, Phys. Rev. D 86 (2012) 075017 [arXiv:1207.0830 [hep-ph]]; G. Cacciapaglia,
A. Deandrea, L. Panizzi, S. Perries, V. Sordini, JHEP 1303 (2013) 004 [arXiv:1211.4034
[hep-ph]]; A. De Simone, O. Matsedonskyi, R. Rattazzi, A. Wulzer, JHEP 1304 (2013) 004
[arXiv:1211.5663 [hep-ph]]; J. Li, D. Liu, J. Shu, JHEP 1311 (2013) 047 [arXiv:1306.5841
[hep-ph]]; M. Redi, V. Sanz, M. de Vries, A. Weiler, JHEP 1308 (2013) 008 [arXiv:1305.3818
[hep-ph]]; C. Delaunay, T. Flacke, J. Gonzalez-Fraile, S. J. Lee, G. Panico, G. Perez, JHEP
1402 (2014) 055 [arXiv:1311.2072 [hep-ph]]; O. Matsedonskyi, F. Riva, T. Vantalon, JHEP
1404 (2014) 059 [arXiv:1401.3740 [hep-ph]]; H. C. Cheng, J. Gu, JHEP 1410 (2014) 002
[arXiv:1406.6689 [hep-ph]]; B. Gripaios, T. Müller, M. A. Parker, D. Sutherland, JHEP
1408 (2014) 171 [arXiv:1406.5957 [hep-ph]]; A. Azatov, G. Panico, G. Perez, Y. Soreq,
JHEP 1412 (2014) 082 [arXiv:1408.4525 [hep-ph]]; M. Backović, T. Flacke, J. H. Kim,
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