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1 JohdantoHiukkasfysiikan standardimallissa kaikki luonnon vuorovaikutukset gravitaa-tiota lukuunottamatta selitetään kvanttikenttäteorialla. Standardimalli ja-kautuu sähköheikkoon ja vahvaan sektoriin. Vahva sektori eli QCD (quan-tum 
hromo dynami
s, kvanttiväridynamiikka) [1℄ kuvaa kvarkkien välisiävahvoja vuorovaikutuksia sekä näitä vuorovaikutuksia välittäviä mittabo-soneja, gluoneja. Sähköheikko sektori puolestaan sisältää sähkömagneetti-sen ja heikon vuorovaikutuksen. Standarimallissa sähköheikkoa sektoria ku-vataan Glashow-Weinberg-Salam-teorialla (GWS-teoria) [2℄. Tässä teoriassaon oleellista spontaani sähköheikko symmetriarikko, jonka tutkimiseen tässätyössä keskitytään.Standardimallissa sähköheikkoja vuorovaikutuksia kuvataan rikkoutumat-tomassa faasissa SU(2) × U(1)-symmetrisellä teorialla. Tässä teoriassa eikuitenkaan voi esiintyä massatermejä mittabosoneille tai fermioneille, silläne rikkovat mittainvarianssia. Siksi malliin sisällytetään myös skalaarinenHiggsin kenttä. Tämä kenttä aiheuttaa spontaanin symmetriarikon, jonkaseurauksena heikot mittakentät W± ja Z saavat nollasta poikkeavan mas-san, mutta sähkömagneettista vuorovaikutusta välittävä fotoni säilyy mas-sattomana. Tällöin sähköheikko symmetria on rikkoutunut erillisiksi sähkö-magneettisiksi ja heikoiksi vuorovaikutuksisksi. Tätä mekanismia kutsutaanHiggsin mekanismiksi.Standardimalli on ollut äärimmäisen tehokas tähän astisissa kokeissa saa-vutetun energiaskaalan efektiivisenä teoriana. Sen ennusteita on pystytty tes-taamaan lukuisissa kiihdyttimissä, mm. LEP (Large Ele
tron-Positron 
olli-der, CERN, ei enää toiminnassa), SLC (Stanford Linear Collider, USA) jaTevatron (Fermilab, USA), ja on havaittu, että standardimallin mukaiset kyt-kennät niin sähköheikossa kuin vahvassa sektorissa ovat suurella tarkkuudellaoikein [3, 4℄. Taulukossa 1 on esitetty erinäisiä standardimallin ennustamiasuureita, sekä näiden kokeellisesti mitattuja arvoja.Higgsin hiukkasta ei kuitenkaan ole löydetty [5℄. Higgsin hiukkasen ole-massaolon kokeellinen vahvistaminen ja sen ominaisuuksien tarkempi tutki-minen onkin yksi tärkeimmistä tehtävistä uudessa LHC-kiihdyttimessä (Lar-ge Hadron Collider, CERN, toiminta alkaa vuoden 2007 kuluessa). LHC:nlisäksi suunnitteilla on uusi elektroni-positroni-kiihytin, ILC (InternationalLinear Collider), jolla päästäisiin 500 GeV:n, ja myöhemmin jopa 1 TeV:nmassakeskipiste-energiaan e−e+-törmäyksissä.
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Taulukko 1. Standardimallin ennustamia suureita ja niiden kokeelli-sesti määritetyjä arvoja [6℄. Palkki oikealla kuvaa mitatun arvon poik-keamaa (standardipoikkeamissa) standardimallin ennusteesta.Huolimatta standardimallin suuresta menestyksestä mittaustulosten se-littämisessä, siihen liittyy ongelmia; GWS-teorian sisältämä Higgsin hiuk-kanen on skalaarinen alkeishiukkanen, ja tällaisen hiukkasen olemassaolo4



sisältää teorian rakenteeseen liittyviä ongelmia. Näitä ovat niin kutsututluonnollisuus-, hierarkia- ja triviaalisuusongelmat.Edellä mainitut ongelmat ovat luonteeltaan teorian matemaattiseen kon-sistenssiin liittyviä, eivätkä suoraan liity teorian antamiin ennusteisiin. Ha-vaintoja, jotka suoraan viittaavat standardimallin ulkopuoliseen fysiikkaan onhyvin vähän. Yksi tällainen havinto on neutriinojen massat. Standardimal-lin mukaan neutriinot ovat massattomia, mutta havaintojen mukaan neut-riinoilla kuitenkin on pieni massa [7℄. Vaaditaan siis jotain standardimallinulkopuolista fysiikkaa selittämään havainnot neutriinojen massoista.Standardimalli ei myöskään pysty selittämään pimeän aineen ongelmaa;maailmankaikkeudessa on runsaasti niin kutsuttua pimeää ainetta, eli säh-köisesti neutraalia 'näkymätöntä' materiaa, joka ei säteile sähkömagneettistasäteilyä. [8, 9℄. Tämä nähdään muun muassa tarkkailemalla galaksin reunoillaolevien tähtien kiertonopeutta galaksin keskipisteen ympäri. Tämä ei vastaagravitaatioteorian ennustetta, mikäli galaksin massa koostuu vain näkyvästäaineesta. Siksi galaksissa täytyykin olla näkyvän aineen lisäksi pimeää ainet-ta, joka muuttaa gravitaatiopotentiaalia.

Kuva 1. Havaittu kiertonopeus galaksin keskipisteen ympäri etäi-syyden keskipisteestä funktiona. Pisteviiva on näkyvän aineen jakatkoviiva pimeän aineen kontribuutio. Kuva lähteestä [10℄5



Kuvan 1 esittämä kiertonopeus voitaisiin selittää myös sillä, että painovoi-ma toimii eri tavalla suurilla etäisyyksillä. Tämäkin malli kuitenkin osoittau-tuu vääräksi, kun tarkastellaan kahden galaksiklusterin törmäystä. Näkyväaine klustereissa on pääosin vetyplasmaa, joka vuorovaikuttaa törmäyksessätoisen klusterin plasman kanssa, ja jää siksi jälkeen heikosti vuorovaikutta-vasta pimeästä aineesta. Siksi gravitaatiopotentiaali on keskittynyt tuollai-sen törmäyksen jälkeen eri kohtaan kuin näkyvä aine. Tämä tilanne näkyyselvästi kuvassa 2. [10℄

Kuva 2. Gravitaatio-tasapotentiaalikäyrät klusterista 1E0657-558. Nä-kyvä aine on vetyplasmaa, joka on selvästi keskittynyt eri kohtaan, kuingravitaatiopotentiaalin keskukset, jotka näkyvät vihreällä merkittyjentasapotentiaalikäyrien keskipisteinä. Kuva lähteestä [10℄.Nämä havainnot tukevat siis teoriaa, jonka mukaan galaksien pimeä ai-ne koostuu heikosti vuorovaikuttavista massiivisista hiukkasista. On esitettymyös, että pimeä aine voisi koostua massiivisista kompakteista objekteista,mutta on vaikeaa konstruoida malleja, joissa tällaisia objekteja syntyisi riit-tävästi. Standardimalli ei kuitenkaan sisällä sellaista hiukkasta, josta heikostivuorovaikuttava pimeä aine voisi luontevasti koostua.Tästä johtuen standardimallia pyritään laajentamaan siten, että nämäongelmat poistuisivat, mutta mallin suuri tarkkuus mittaustulosten ennus-tamisessa säilyisi. Yksi tapa laajentaa standardimallia, ovat niin kutsutut6



tekniväriteoriat [11, 12, 13, 14, 15, 16, 17, 18℄ . Näissä teorioissa Higgsinsektori korvataan uudella vahvasti vuorovaikuttavalla sektorilla, joka sisältääuusia fermioneja, teknikvarkkeja, ja näiden kokeman uuden vahvan vuoro-vaikutuksen. Tällainen teoria pystyy vastaamaan sähköheikon symmetrianrikkoutumisesta ilman tarvetta ongelmalliselle skalaarihiukkaselle. Teknivä-riteoria voi myös vastata pimeän aineen ongelmaan. Jos teorian parametritvalitaan tietyllä tavalla, voi teoria sisältää hiukkasen, joka olisi luonnollinenkandidaatti heikosti vuorovaikuttavaksi pimeäksi aineeksi [19, 20℄.Tässä työssä tutkitaan sähköheikkoa symmetriarikkoa tekniväriteorioissa.
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2 Higgsin mekanismi ja sähköheikko teoria stan-dardimallissaTarkastellaan aluksi standardimallin sähköheikkoa sektoria ja Higgsin meka-nismia. Tässä on oleellista spontaanin symmetriarikon ilmiö ja siihen liittyvätGoldstonen bosonit. Tutkitaan siksi spontaania symmetriarikkoa ja Higgsinmekanismia ensin yleisesti, ja sitten standardimallin GWS-teoriassa.2.1 Spontaani symmetriarikko2.1.1 Diskreetti symmetriaTutkitaan φ4-teoriaa, jonka Lagrangen tiheys on
L =

1

2
(∂µφ)2 +

1

2
µ2φ2 − λ

4!
φ4 (1)missä nyt µ2 > 0, eli massatermi on väärän merkkinen. Korvataan nyt φ →

φ′ = −φ, jolloin
L(φ′) =

1

2
(∂µ(−φ))2 +

1

2
µ2(−φ)2 − λ

4!
(−φ)4

=
1

2
(∂µφ)2 +

1

2
µ2φ2 − λ

4!
φ4 = L(φ)

(2)eli L on invariantti muunnoksessa φ→ −φ.
L:n Hamiltonin funktio on
H =

∫

d3x(π(x)φ̇(x) − L) =

∫

d3x

(

φ̇(x)
∂

∂(∂0φ)
(
1

2
∂µφ∂

µφ) − L
)

=

∫

d3x(φ̇2(x) − L) =

∫

d3x

(

φ̇2(x) − 1

2
(∂µφ)2 − 1

2
µ2φ2 +

λ

4!
φ4

)

=

∫

d3x

(

1

2
π2 +

1

2
(∇φ)2 − 1

2
µ2φ2 +

λ

4!
φ4

)

(3)
Josta siis potentiaali V (φ) = −1

2
µ2φ2 + λ

4!
φ4. Potentiaalin derivaatta on siten0, kun

V ′(φ) = −µ2φ+
λ

3!
φ3 = 0

⇒φ = 0 tai φ = ±
√

6

λ
µ =: ±v,

(4)
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missä φ = 0 on lokaali maksimi ja φ = ±v ovat minimejä. Kentän arvoa,jossa potentiaalilla V on minimi, kutsutaan kentän vakuumiodotusarvoksi.Siirretään nyt kenttää ja kirjoitetaan Lagrangen tiheys potentiaalin mi-nimin ympäristössä, eli tehdään muuttujanvaihto φ(x) = v + σ(x). Tällöin
L =

1

2
(∂µ(v + σ))2 +

1

2
µ2(v + σ)2 − λ

4!
(v + σ)4

=
1

2
(∂µσ)2 +

1

2
µ2(v2 + 2vσ + σ2) − λ

4!
(v4 + 4v3σ + 6v2σ2 + 4vσ3 + σ4)

=
1

2
(∂µσ)2 − µ2σ2 −

√

λ

6
µσ3 − λ

4!
σ4. (5)Tämä on √

2µ-massaisen skalaarikentän Lagrangen tiheys, jossa on σ3 ja
σ4 vuorovaikutukset, ja joka ei ole invariantti muunnoksessa σ → −σ. Tämäsymmetria on siis rikkoutunut, kun kenttä on kehitetty potentiaalin minimin,eli fysikaalisen vakuumin suhteen.2.1.2 Jatkuva symmetriaTutkitaan Lagrangen tiheyttä

L =
1

2
(∂µφ

i)2 +
1

2
µ2(φi)2 − λ

4
(φi)4, (6)missä summataan N:n kentän {φi}Ni=1 yli termeissä (φi)2. Jälleen µ2 > 0,eli massatermi on väärän merkkinen. Koska L riippuu vain (φi)2:sta, eli ~φ:nnormin neliöstä, se on riippumaton ~φ:n suunnasta, ts. L on invariantti rotaa-tioissa.Kuten edellä, saadaan potentiaaliksi

V (φi) = −1

2
µ2(φi)2 +

λ

4
(φi)4, (7)jonka derivaatta on 0, kun

V ′(φi) = −µ2φi + λ(φi)3 = 0, (8)eli φi = 0 tai(φi)2 = µ2

λ
. Näistä origo on lokaali maksimi, ja potentiaalilla onminimi, kun ~φ:n normi on

∣

∣

∣

~φ
∣

∣

∣
=

µ√
λ

=: v. (9)9



Siiretään nyt kenttä minimin kohdalle suuntaan (0, 0, ..., 0, v)1, eli tehdäänmuuttujanvaihto
~φ(x) → (π1(x), π2(x), ..., πN−1(x), v + σ(x)) = (~π(x), v + σ(x)). (10)Tällöin

L =
1

2
(∂µπ

i)2 +
1

2
(∂µ(v + σ))2 +

1

2
µ2((πi)2 + (v + σ)2)

− λ

4
((πi)2 + (v + σ)2)2

=
1

2
(∂µπ

i)2 +
1

2
(∂µσ)2 − µ2σ2 −

√
λµ(πi)2σ − λ

2
(πi)2σ2

−
√
λµσ3 − λ

4
σ4 − λ

4
(πi)4,

(11)
missä siis summataan N-1:n kentän {πi}N−1

i=1 yli termeissä (πi)2. Siten σ onmassiivinen kenttä ja πi:t massattomia. Lagrangen tiheys on edelleen sym-metrinen πi-kenttien rotaatioiden suhteen, mutta se ei ole symmetrinen ken-tän σ rotaatioiden suhteen. Symmetrian rikkoutuminen siis loi yhden mas-siivisen, ja N-1 massatonta kenttää. Näitä massattomia bosonikenttiä kut-sutaan Goldstonen bosoneiksi. Huomattavaa kuitenkin on, että itse asiassaLagrangen tiheys on edelleen invariantti alkuperäisen muunnoksen suhteen.Siirtyminen kentän minimiin, eli fysikaaliseen vakuumiin on vain muuttujan-vaihto, eikä siten riko alkuperäistä symmetriaa. Koska kuitenkin fysikaalisetkentät kirjoitetaan fysikaalisen vakuumin suhteen, eivät ne toteuta alkupe-räistä symmetriaa.2.1.3 Goldstonen bosonitGoldstonen teoreeman mukaan jatkuvan symmetrian rikkoutuessa syntyy ai-na massattomia bosonikenttiä, ns. Goldstonen bosoneja [21, 22℄. Todiste-taan tämä tutkimalla kenttää L = f(φi, ∂µφ
i) − V (φi), missä siis f sisäl-tää vain termejä, jotka riippuvat φ:n derivaatoista. Olkoon potentiaali nytsellainen, että sillä on minimi jollakin nollasta poikkeavalla kentällä φa0, eli

∂
∂φa

V |φa(x)=φa
0

= 0. Kirjoitetaan V sarjaksi φa0:n ympäristössä: toisessa kerta-luvussa
V (φ) = V (φ0) +

1

2
(φ− φ0)

a(φ− φ0)
b

(

∂2

∂φa∂φb
V

)

φ0

, (12)josta ( ∂2

∂φa∂φb
V
)

φ0

=: m2
ab on massamatriisi, jonka ominaisarvot ovat fysikaa-lisen vakuumin suhteen kehitettyjen kenttien massat.1Voitaisiin valita mikä tahansa muukin piste, joka toteuttaa yhtälön (9)10



Tarkastellaan sitten symmetriamuunnosta φa → φa + α∆a(φ), missä αon in�nitesimaalinen ja ∆a(φ) on kenttien {φi} funktio. Tarkastellaan vakio-kenttiä, jolloin f(φ, ∂µφ) = 0 ja siten V:n on oltava invariantti muunnoksessa,eli
V (φa) = V (φa + α∆a(φ)), (13)josta kirjoittamalla yhtälön oikealla puolella V sarjaksi φa:n suhteen saadaan

V (φa) ≈ V (φa) + α∆a(φ)
∂

∂φa
V (φ), (14)ja siten on oltava

∆a(φ)
∂

∂φa
V (φ) = 0. (15)Derivoimalla tätä φb:n suhteen saadaan pisteessä φ = φ0:

(

∂∆a(φ)

∂φb

)

φ0

(

∂V (φ)

∂φa

)

φ0

+ ∆a(φ0)

(

∂2

∂φa∂φb
V

)

φ0

= 0 (16)Tässä ( ∂V
∂φa

)

φ=φ0

= 0, joten on oltava
∆a(φ0)

(

∂2

∂φa∂φb
V

)

φ0

= 0. (17)Jos ∆a(φ0) = 0, niin symmetria ei ole rikkoutunut kentän φa osalta, eli L onfysikaalisen vakuumin suhteen kehitettynä edelleen symmetrinen muutoksen
φa → φa + α∆a(φ) suhteen. Jos taas ∆a(φ0) 6= 0, eli symmetria on rikkoutu-nut, on oltava ( ∂2

∂φa∂φb
V
)

φ0

= 0 ts.
mab = 0, (18)eli on syntynyt massaton bosonikenttä. Siten Goldstonen teoreema on todis-tettu.Goldstonen teoreema ei päde suoraan tässä muodossa, jos teoria ei oleLorentz-invariantti. Siksi tilanteessa, jossa kemiallinen potentiaali µ 6= 0 taikentät ovat epärelativistisia, voi syntyneiden Goldstonen bosonien määrä ollaeri kuin rikkoutuneiden generaattorien määrä.2.2 Higssin mekanismiHiggsin mekanismissa mittabosonit saavat massan spontaanin symmetriari-kon vaikutuksesta. Tutkitaan kenttää L, joka on skalaarikenttien {φi} funktio11



ja invariantti jonkin symmetriaryhmän G suhteen, missä G:tä esittää muun-nos φi → (1 + iαata)ijφj, missä α on in�nitesimaalinen. Oletetaan, että φi:tovat reaalisia, jolloin ta:iden on oltava imaginaarisia ja siten hermiittisyydennojalla antisymmetrisiä. Merkitään taij = iT aij, missä T a on reaalinen ja an-tisymmetrinen. Jos G on lokaali mittasymmetria, on kovariantti derivaattatällöin
Dµφ = (∂µ − igAaµt

a)φ = (∂µ + gAaµT
a)φ, (19)missä Aa:t ovat mittakentät. Siten kineettinen termi L:ssä on

1

2
(Dµφi)

2 =
1

2
(∂µφi)

2 + gAaµ(∂µφiT
a
ijφj) +

1

2
g2AaµA

bµ(T aφ)i(T
bφ)i. (20)Olkoon nyt φ:llä nollasta poikkeava vakuumiodotusarvo 〈φi〉 = (φ0)i. Tällöintässä pisteessä termi 1

2
g2AaµA

bµ(T aφ)i(T
bφ)i = 1

2
m2
abA

a
µA

bµ on mittakenttien
Aa massatermi, missä massamatriisi on m2

ab = g2(T aφ0)i(T
bφ0)i. Massat ovatoikean merkkisiä eli positiivisia, sillä diagonaalialkiot

m2
aa = g2(T aφ0)

2 ≥ 0 ∀a. (21)Kuitenkin, jos jokin G:n generaattoreista T a jättää vakuumin invariantiksi,on tällöin T aφ0 = 0, ja siten kyseinen mittabosoni jää massattomaksi.2.3 GWS-Teoria2.3.1 Mittabosonien massatGlashow-Weinberg-Salam -teoria kuvaa sähkömagneettisia ja heikkoja vuo-rovaikutuksia. Tutkitaan SU(2)×U(1)-symmetristä dublettikenttää, joka onsiis invariantti mittamuunnoksessa
φ→ eiα

aτaei
β

2 φ, (22)missä τa = 1
2
σa (Paulin σ-matriisi). Skalaarikenttä φ voidaan kirjoittaa muo-toon

φ(x) = U(x)
1√
2

(

0
v + h(x)

)

, (23)missä h(x) on reaaliarvoinen kenttä, jolle 〈h(x)〉 = 0 ja U(x) on jokin SU(2)-muunnos.Koska φ on SU(2)-mittainvariantti, voidaan U(x) poistaa mittamuun-noksella. Tämä mittamuunnos vastaa niin kutusun unitaarimitan valintaa.Oletetaan nyt φ:lle φ4-Lagrangen tiheys
L = |Dµφ|2 + µ2φ†φ− λ(φ†φ)2, (24)12



josta saadaan potentiaali
V (φ) = µ2φ†φ− λ(φ†φ)2 =

1

2
µ2(v + h(x))2 − 1

4
λ(v + h(x))4. (25)Siten potentiaalin derivaatta on 0, kun

V ′(φ) = µ2(v + h(x)) − λ(v + h(x))3 = 0, (26)eli v + h(x) = 0 (maksimi) tai v + h(x) = µ√
λ
(minimi). Koska 〈h(x)〉 =

0, saadaan vakuumiodotusarvoksi v = µ√
λ
. Sijoittamalla tämä potentiaaliinsaadaan

V (φ) =
1

2
µ2

(

µ√
λ

+ h

)2

− 1

4
λ

(

µ√
λ

+ h

)4

= −µ2h2 −
√
λµh3 − 1

4
λh4

= −1

2
m2
hh

2 −
√

λ

2
mhh

3 − 1

4
λh4, (27)missä mh =

√
2µ =

√
2λv on Higgsin bosonin massa.Tarkastellaan nyt in�nitesimaalista mittamuunnosta, jossa α1 = α2 = 0ja α3 = β. Tällöin

eiα
aτaei

β

2 〈φ〉 = ei
β

2
(1+σ3) 〈φ〉 ≈ (1 +

iβ

2
(1 + σ3)) 〈φ〉

= 〈φ〉 +
iβ

2

(

1 +

(

1 0
0 −1

))

1√
2

(

0
v

)

= 〈φ〉
(28)eli 〈φ〉 säilyy invarianttina tässä muunnoksessa ja siten vastaava mittabosonijää massattomaksi. Muut kolme mittabosonia saavat nollasta eroavan massanHiggsin mekanismin kautta.Nyt kovariantti derivaatta on

Dµφ = (∂µ − igAaµτ
a − i

g′

2
Bµ)φ, (29)jossa siis Aaµ:t ovat SU(2)-mittakentät ja Bµ on U(1)-mittakenttä, ja g ja g′näiden kytkinvakiot. Mittabosonien massatermit saadaan siisDµφ:n neliöstä,kun asetetaan φ = 〈φ〉. Tällöin

(Dµφ)†(Dµφ) = 〈φ〉T (igAaµτ
a + i

g′

2
Bµ)(−igAbµτ b − i

g′

2
Bµ) 〈φ〉

+ termejä ∼ ∂µφ

=
1

8

(

0 v
)

(gAaµσ
a + g′Bµ)(gA

bµσb + g′Bµ)

(

0
v

)

+ . . .

=
v2

8
(g2(A1

µ)
2 + g2(A2

µ)
2 + (−gA3

µ + g′Bµ)
2) + . . .

(30)
13



Merkitään nyt
W±
µ =

1√
2
(A1

µ ∓ iA2
µ),

Z0
µ =

1
√

g2 + g′2
(gA3

µ − g′Bµ),

Aµ =
1

√

g2 + g′2
(g′A3

µ + gBµ),

(31)
jolloin

v2

8
(g2(A1

µ)
2 + g2(A2

µ)
2 + (−gA3

µ + g′Bµ)
2)

=
v2

2
(
g2

4
|W+

µ |2 +
g2

4
|W−

µ |2 +
1

4
(g2 + g′2)|Z0

µ|2)
(32)Tästä voidaan lukea mittabosonien massat

mW =
gv

2
,

mZ =
√

g2 + g′2
v

2
,

mA = 0.

(33)Tutkitaan fermionia, jolla on U(1)-varaus Y . Tällöin
Dµ = ∂µ − igAaµT

a − ig′Y Bµ

= ∂µ −
ig√
2

(

1√
2
(A1

µ − iA2
µ)(T

1 + iT 2) +
1√
2
(A1

µ + iA2
µ)(T

1 − iT 2)

)

− i
√

g2 + g′2
1

√

g2 + g′2
(gA3

µ − g′Bµ)(g
2T 3 − g′2Y )

− i
gg′

√

g2 + g′2
1

√

g2 + g′2
(g′A3

µ + gBµ)(T
3 + Y )

= ∂µ − i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−) − i

1
√

g2 + g′2
Zµ(g

2T 3 − g′2Y )

− i
gg′

√

g2 + g′2
Aµ(T

3 + Y ) (34)missä T± = (T 1 ± iT 2) = 1
2
(σ1 ± iσ2).Kun tulkitaan massaton bosoni Aµ fotoniksi, voidaan identi�oida elekt-ronin varaus

e =
gg′

√

g2 + g′2
(35)14



ja sähkömagneettinen varausQ = T 3+Y . Määritellään θw siten, että cos θw =
g√

g2+g′2
ja sin θw = g′√

g2+g′2
, jolloin g = e

sin θw
ja mW = mZ cos θw. Näidenavulla Dµ saadaan muotoon

Dµ = ∂µ− i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)− i g

cos θw
Zµ(T

3−sin2 θwQ)− ieAµQ, (36)jossa on siis vain kaksi vapaata parametriä: g (tai e) ja θw.2.3.2 Kytkentä fermioneihinKoska heikkojen mittabosonien on havaittu kytkevän ainoastaan vasenkä-tisiin fermioneihin, jaetaan fermionikentän kineettinen termi erillisiin osiinvasen- ja oikeakätisille kentille:
ψ̄i/∂ψ = ψ̄Li/∂ψL + ψ̄Ri/∂ψR (37)Kun fermionikenttä kytketään SU(2)-mittakenttään, eli korvataan ∂µ → Dµ,asetetaan vasenkätiset fermionit SU(2)-dubleteiksi ja oikeakätiset singleteik-si. Siten oikeakätisille kentille T i = 0 kaikilla i, ja edelleen Q = T 3 + Y = Y ,joten YeR = −1 ja YuR = 2

3
jne. Vasenkätisille kentille EL =

(

νe
e

)

L

ja
QL =

(

u
d

)

L

on T 3 = 1
2
σ3 = 1

2

(

1 0
0 −1

) ja siten YEL = −1
2
ja YQL = 1

6
.Koska vasen- ja oikeakätiset fermionikentät ovat SU(2):n eri esityksissä,ei tyypillinen massatermi muotoa −me(ēLeR + ēReL) ole mittainvariantti.Ilman massatermejä voidaan kytkentä kirjoittaa

L = ĒL(i /D)EL + ēR(i /D)eR + Q̄L(i /D)QL + ūR(i /D)uR + d̄R(i /D)dR. (38)Kun tähän sijoitetaan yhtälössä (36) johdettu muoto Dµ:lle, saadaan
L =ĒL(i/∂)EL + ēR(i/∂)eR + Q̄L(i/∂)QL + ūR(i/∂)uR + d̄R(i/∂)dR

+
g√
2
(ĒLγ

µ(W+
µ T

+ +W−
µ T

−)EL + Q̄Lγ
µ(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)QL

+
g

cos θw

(

ĒLγ
µZµ(T

3 − sin2 θwQ)EL + ēRγ
µZµ(− sin2 θwQ)eR

+ Q̄Lγ
µZµ(T

3 − sin2 θwQ)QL + ūRγ
µZµ(− sin2 θwQ)uR

+ d̄Rγ
µZµ(− sin2 θwQ)dR

)

+ e
(

ĒLγ
µAµQEL + ēRγ

µAµQeR + Q̄Lγ
µAµQQL + ūRγ

µAµQuR

+ d̄Rγ
µAµQdR

)

.

(39)
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Nyt
ĒLγ

µ(W+
µ T

+ +W−
µ T

−)EL =
(

ν̄e ē
)

L
γµ
(

W+
µ

(

0 1
0 0

)

+W−
µ

(

0 0
1 0

))(

νe
e

)

L

= W+
µ ν̄Lγ

µeL +W−
µ ēLγ

µνL,ja vastaavasti
Q̄Lγ

µ(W+
µ T

+ +W−
µ T

−)QL = W+
µ ūLγ

µdL +W−
µ d̄Lγ

µuL.Edelleen
ĒLγ

µZµ(T
3 − sin2 θwQ)EL = Zµ

(

1

2
ν̄Lγ

µνL + ēLγ
µ(−1

2
+ sin2 θw)eL

)

,ja
Q̄Lγ

µZµ(T
3 − sin2 θwQ)QL

= Zµ

(

ūLγ
µ(

1

2
− 2

3
sin2 θw)uL + d̄Lγ

µ(−1

2
+

1

3
sin2 θw)dL

)

.Merkitään nyt sähkömangneettista virtaa, sekä varattua ja neutraaliaheikkoa virtaa
JµZ =

1

cos θw

(

ν̄Lγ
µ1

2
νL + ēLγ

µ(−1

2
+ sin2 θw)eL + ēRγ

µ sin2 θweR

+ ūLγ
µ(

1

2
− 2

3
sin2 θw)uL + ūRγ

µ(−2

3
sin2 θw)uR

+ d̄Lγ
µ(−1

2
+

1

3
sin2 θw)dL + d̄Rγ

µ(
1

3
sin2 θw)dR

)

,

JµEM = ēγµ(−1)e+ ūγµ
2

3
u+ d̄γµ(−1

3
d),

Jµ+
W =

1√
2
(ν̄Lγ

µeL + ūLγ
µdL),

Jµ−W =
1√
2
(ēLγ

µνL + d̄Lγ
µuL).

(40)
Näin saadaan lopulta

L =ĒL(i/∂)EL + ēR(i/∂)eR + Q̄L(i/∂)QL + ūR(i/∂)uR + d̄R(i/∂)dR

+ g(W+
µ J

µ+
W +W−

µ J
µ−
W + ZµJ

µ
Z) + eAµJ

µ
EM

(41)16



2.3.3 Fermionien massatEdellä johdetusta Lagrangen tiheydestä puuttuu vielä fermionien massater-mit. Näiden lisäämiseksi teoriaan huomataan, että myös seuraavanlainen ter-mi on mittainvariantti:
∆Le = −λeĒL · φeR + h.c. (42)Kun tämä kehitetään φ:n vakuumiodotusarvossa, saadaan elektronille mas-satermi:

∆Le = −λe
(

ν̄L ēL
) 1√

2

(

0
v

)

eR + h.c = − λe√
2
vēLeR + h.c., (43)mistä voidaan lukea elektronin massa me = 1√

2
λev.Myös kvarkeille saadaan massat, kun kirjoitetaan

∆Lq = −λdQ̄L · φdR − λuǫ
abQ̄Laφ

†
buR + h.c., (44)mikä vakuumiodotusarvossa antaa

∆Lq = −λd
(

ūL d̄L
) 1√

2

(

0
v

)

dR − λuūL
1√
2
vuR + h.c

=
λd√

2
vd̄LdR − λu√

2
vūLuR + h.c.

(45)Tästä voidaan lukea kvarkkien massat mu = 1√
2
λuv ja md = 1√

2
λdv.Kun teoriaan lisätään uusia fermionisukupolvia, saadaan niille massatvastaavasti. Samalla syntyy myös termejä, jotka kytkevät sukupolvet toisiin-sa; merkitään u- ja d-tyypin kvarkkeja uiL = (uL, cL, tL) js diL = (dL, sL, bL).Kirjoitetaan nämä nyt massan ominaiskannassa. Tähän päästään unitaari-muunnoksella uiL = U ij

u u
′j
L ja diL = U ij

d d
′j
L. Tällöin varattu virta tulee kvark-kien osalta muotoon

Jµ+
W =

1√
2
ūiLγ

µdiL =
1√
2
ū′iLγ

µ(U †
uUd)ijd

′j
L. (46)Tässä (U †

uUd)ij =: Vij on unitaarinen Cabbibo-Kobayashi-Maskawa-matriisi.
Vij:n ei-diagonaalitermit mahdollistavat kvarkkisukupolvien sekoittumisenheikon varatun virran välityksellä.
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2.3.4 Higgsin bosoniTarkastellaan vielä Higgsin hiukkasen vuorovaikutuksia. Kovariantin derivaa-tan (36) avulla saadaan Higgsin bosonin kineettinen termi
|Dµφ|2 =

1

2
(∂µ(v + h))2

+
g2

4

((

W µ+

(

0 1
0 0

)

+W µ−
(

0 0
1 0

))(

0
v + h

))†

(

W µ+

(

0 1
0 0

)

+W µ−
(

0 0
1 0

))(

0
v + h

)

+
g2

cos2 θw

1

8

((

Zµ

(

1 0
0 −1

))(

0
v + h

))†(

Zµ

(

1 0
0 −1

))(

0
v + h

)

=
1

2
(∂µh)

2 +
g2

4
W+
µ W

µ−(v + h)2 +
1

8

g2

cos2 θw
ZµZ

µ(v + h)2

=
1

2
(∂µh)

2 + (m2
WW

+
µ W

µ− +
1

2
m2
ZZµZ

µ)(1 +
h

v
)2. (47)Tästä ja potentiaalista (27) voidaan lukea Feynmanin säännöt vertekseille,jotka sisältävät Higgsin bosonin ja mittabosoneja. Saadaan verteksit:

{W+W−h} = 2i
m2
W

v
gµν ,

{Z0Z0h} = 2i
m2
Z

v
gµν ,

{hhh} = −6i

√

λ

2
mh = −3i

m2
h

v

{hhhh} = −iλ.

(48)
Lisäksi kirjoittamalla auki fermionien massatermit, saadaan

∆Le = −λeĒL · φeR = − 1√
2
λe
(

ν̄L ēL
)

(

0
v + h

)

eR + h.c.

= −meēLeR(1 +
h

v
) + h.c.

(49)ja
∆Lq = −λdQ̄L · φdR − λuǫ

abQ̄Laφ
†
buR + h.c.

= −mdd̄LdR(1 +
h

v
) −muūLuR(1 +

h

v
) + h.c.

(50)18



Siten saadaan vielä feynmanin sääntö Higgsin bosonin ja fermioni-antifermioni-parin verteksille:
{ff̄h} = −imf

v
. (51)Yhtälön (23) jälkeen tehty unitaarimitan valinta poisti teoriasta Goldsto-nen bosonit. Jos valitaan jokin toinen mitta, teoriassa esiintyy Higgsin hiuk-kasen lisäksi kentät φ+, φ− ja φ0, jotka unitaarimitassa ovat heikkojen mit-tabosonien longitudinaaliset komponentit. Lisäksi mitan valinnasta riippuenteoriassa esiintyy niin kutsuttuja Faddeev-Popov-aaveita. Nämä ovat epäfy-sikaalisia hiukkasia, jotka voivat kuitenkin esiintyä Feynmannin diagrammienvälitilahiukkasina.
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3 Luonnollisuusongelma standardimallissaJos teoriassa esiintyy jokin hyvin pieni ja tarkkaan 'säädetty' parametri, seherättää kysymyksen siitä, miksi tällä parametrilla on juuri kyseinen hieno-säädetty arvo. Tätä ongelmaa kutsutaan luonnollisuusongelmaksi.Tällaisen hienosäädetyn parametrin sanotaan olevan teknisesti luonnol-linen, mikäli säteilykorjaukset sen arvoon ovat multiplikatiivisia, sillä täl-löin suureen arvo pysyy pienenä säteilykorjauksissa. Tällainen tilanne syn-tyy, mikäli kyseisen parametrin arvon säätäminen nollaan synnyttää teoriaansymmetrian, joka estää nollasta poikkeavat säteilykorjaukset parametrin ar-voon kaikissa kertaluvuissa. Edelleen jää selittämättä, miksi arvo on juurikyseinen, mutta kun se on kerran säädetty, se pysyy samassa suuruusluokas-sa säteilykorjauksista huolimatta. Tyypillisesti fermionikenttien asettaminenmassattomaksi luo kiraalisen symmetrian, jonka vuoksi säteilykorjaukset fer-mionien massaan ovat tuolloin myös nollia. Siten fermionien massat ovatteknisesti luonnollisia.Skalaarihiukkasen tapauksessa tällaista symmetriaa ei synny. Siksi sätei-lykorjaukset skalaarisen alkeishiukkasen massaan ovat additiivisia, ja sitensynnyttävät skalaarihiukkaselle nollasta poikkeavan massan, vaikka se puu-tasolla säädettäisiin nollaksi. Siksi skalaarihiukkasen massa joudutaan sää-tämään uudestaan kaikkissa kertaluvuissa, jotta se pysyisi annetussa suu-ruusluokassa. Näin ollen skalaarihiukkasen tarkkaan säädetty massa on hy-vin epäluonnollinen ja vaatii jonkinlaisen selityksen. Poikkeuksena tähän ovatGoldstonen bosonit, jotka voivat omata teknisesti luonnollisen pienen massanspontaanisti rikkoutuneen symmetrian vuoksi. Toinen poikkeus on sellainenskalaarihiukkanen, joka ei ole alkeishiukkanen, vaan koostuu ei-skalaareistaalkeihiukkasista. Tämän massa nimittäin määräytyy konstituenttihiukkastendynamiikan perusteella, eikä siten saa säteilykorjauksia suoraan, vaan välil-lisesti konstituenttihiukkasten dynamiikkaan vaikuttavien säteilykorjaustenkautta.Standardimallissa Higgsin bosoni ei kuulu kumpaankaan näistä luokista,ja siten sen massaan liittyy luonnolisuusongelma.Tarkastellaan esimerkkinä Yukawa-teorian renormalisointia yksisilmukka-tasolla, jossa eksplisiittisesti nähdään skalaarin ja fermionin massakorjaustenero. Saman tyypiset korjaukset saadaan myös standardimallin sähköheikossateoriassa.
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3.1 Massan renormalisaatio Yukawa-teoriassa3.1.1 Divergoivat graa�tTarkastellaan siis Yukawa-teoriaa, jonka Lagrangen tiheys on
L =

1

2
(∂µφ0)

2 − 1

2
m2

0φφ
2
0 + ψ̄0(i/∂ −m0ψ)ψ0 − ig0ψ̄0γ

5ψ0φ0, (52)missä siis φ on reaalinen skalaarikenttä ja ψ on fermionikenttä. Alaindek-si 0 viittaa siihen, että kyseessä ovat renormalisoimattomat kentät, massatja kytkinvakiot. Tästä voidaan suoraan lukea renormalisoimattoman teorianFeynmanin säännöt:
=

i(/k+m0ψ)

k2−m2

0ψ

= i
k2−m2

0φ

= g0γ
5Teorian divergoivat n-pistefunktiot saadaan selville tarkastelemalla graa-�en divergenssin näennäistä astetta D. Kukin silmukka tuottaa integroinnin4-ulotteisen avaruuden yli. Kukin skalaariproragaattori tuottaa integraalinnimittäjään termin k2 ja kukin fermionipropagaattori tuottaa nimittäjääntermin k. Siten annetun graa�n divergenssin näennäinen aste on

D = 4L− 2pφ − pψ, (53)missä L on silmukoiden määrä, pφ on sisäisten skalaaripropagaattoreidenmäärä ja pψ on sisäisten fermionipropagaattoreiden määrä. Nyt siis graa�divergoi, jos D ≥ 0. Edelleen kukin propagaattori tuottaa integraalin liike-määränsä yli, kukin verteksi sitoo yhden liikemäärän neliliikemäärän säily-misen vuoksi, mutta yksi vertekseistä sitoo ainoastaan neliliikemäärän säi-lymisen koko graa�ssa, eikä siten vaikuta integrointien määrään. Kaikkiaansilmukkaintegraalien määrä on siten
L = pφ + pψ − v + 1, (54)missä v on verteksien määrä. Nyt sisäiseen skalaaripropagaattoriin kytkeytyyaina kaksi verteksiä ja ulkoiseen skalaarijalkaan yksi verteksi. Lisäksi yhteenverteksiin kytkeytyy aina yksi skalaari (ulkoinen jalka tai sisäinen propagaat-tori). Siten pätee

v = 2pφ + nφ, (55)21



missä siis nφ on ulkoisten skalaarijalkojen määrä. Samanlaisen argumentinnojalla fermioneille pätee
2v = 2pψ + nψ, (56)missä nψ on ulkoisten fermionijalkojen määrä. Näistä yhtälöistä saadaan an-netun graa�n divergenssin näennäiseksi asteeksi

D = 4L− 2pφ − pψ = 2pφ + 3pψ = v − nφ + 3v − 3

2
nψ − 4v + 4

= 4 − 3

2
nψ − nφ.

(57)Tämän perusteella divergoivia n-pistefunktioita on 6:
Kuitenkin huomataan, että skalaarinen 1-pistefunktio on yksisilmukkatasolla

= −g0

∫

d4k

(2π)4

Tr(iγ5(/k +m0ψ))

(k2 −m2
0ψ)(k2 −m2

0φ)
= 0,sillä Tr(γ5(/k + m0ψ)) = 0. Siten skalaarinen 1-pistefunktio häviää. Edelleenskalaarinen 3-pistefunktio yksisilmukkatasolla on

Nyt
(1) = −(ig0)

3

∫

d4k

(2π)4

Tr(γ5(/k +m0ψ)γ5(/k/p′ +m0ψ)γ5(/k/q +m0ψ))

(k2 −m2
0ψ)((k + p′)2 −m2

0ψ)((k + q)2 −m2
0ψ)

(58)Tässä
Tr(γ5(/k +m0ψ)γ5(/k/p

′ +m0ψ)γ5(/k/q +m0ψ))

= −m0ψkα(k + p′)βTr(γ
5γαγβ) +m0ψkα(k + q)βTr(γ

5γαγβ)

+m0ψ(k + p′)α(k + q)βTr(γ
αγ5γβ)

= 0

(59)22



Sillä Tr(γ5γαγβ) = 0. Siten (1) = 0. Vastaavasti (2) = 0, joten myös skalaa-rinen kolmipistefunktio häviää. Kaikkiaan siis divergoivia n-pistefunktioitaon 4:
= −iΣs

= −iΣf

= iΓ

= iM3.1.2 RenormalisaatioKoska skalaarinen nelipistefunktio on divergoiva, tulee teoriassa esiintymääntämän vastaterminä efektiivisesti skalaarinen nelipisteverteksi. Tämän vuoksilisätään teoriaan myös renormalisoimaton neliverteksi:
= −iλ0,joka saadaan aikaan lisäämällä Lagrangen tiheyteen termi

∆L = −λ0

4!
φ4

0. (60)Skaalataan nyt kentät φ0 ja ψ0 siten, että φ0 =
√
Zsφ ja ψ0 =

√

Zfψ. Tällöin
L =

1

2
Zs(∂µφ)2− 1

2
m2

0φZsφ
2 +Zf ψ̄(i/∂−m0ψ)ψ− ig0Zf

√

Zsψ̄γ
5ψφ−Z2

s

λ0

4!
φ4.(61)23



Määritellään sitten vastatermit:
δs = Zs − 1,

δf = Zf − 1,

δmφ = m2
0φZs −m2

φ,

δmψ = m0ψZf −mψ,

δg = Zf
√

Zsg0 − g,

δλ = Z2
sλ0 − λ,

(62)
jolloin
L =

1

2
(∂µφ)2 − 1

2
m2
φφ

2 + ψ̄(i/∂ −mψ)ψ − igψ̄γ5ψφ− λ

4!
φ4

+
1

2
δs(∂muφ)2 − 1

2
δmφφ

2 + ψ̄(iδf /∂ − δmψ)ψ − iδgψ̄γ
5ψφ− δλ

4!
φ4,

(63)Missä nyt ilman alaindeksiä 0 esiintyvät parametrit ovat fysikaaliset kentät,massat ja kytkinvakiot. Tästä voidaan lukea renormalisoidun teorian Feyn-manin säännöt:
=
i(/k +mψ)

k2 −m2
ψ

=
i

k2 −m2
φ

= gγ5

= −iλ

= i(δsk
2 − δmφ)24



= i(δfk
2−δmψ)

= δgγ
5

= −iδλKiinnitetään seuraavaksi renormalisaatiopiste. Koska olemme nyt kiinos-tuneita vain massan renormalisoinnista, jätetään renormalisaatioehdot kyt-kinvakioille λ ja g kirjoittamatta. Vaaditaan siis, että propagaattorien navatovat hiukkasten massan kohdalla hiukkasten ollessa massakuorellaan, ja ettänäiden napojen residy on 1. Tästä saadaan renormalisaatioehdot:
Σf (/k = mψ) = 0

dΣf

d/k

∣

∣

∣

/k=mψ
= 0

Σs(k
2 = m2

φ) = 0

dΣs

dk2

∣

∣

∣

k2=m2

φ

= 0

(64)
3.1.3 KorjaustermitFermionin massakorjaus: Fermionin massakorjauksen määrittämiseksilasketaan eksplisiittisesti Σf yksisilmukkatasolla. Nyt

−iΣf (/q) =Tässä jälkimmäinen osa on i(δf/p− δmψ), ja ensimmäinen on
(ig)2

∫

d4k

(2π)4

γ5(/k +mψ)γ5

(k2 −m2
ψ)((q − k)2 −m2

φ)
. (65)

25



Käyttämällä Feynmanin parametrejä saadaan nimittäjä muotoon
1

(k2 −m2
ψ)((q − k)2 −m2

φ)
=

1
∫

0

dx

(x((q − k)2 −m2
φ) − (1 − x)(k2 −m2

ψ))2

=

1
∫

0

dx

(k2 − 2xq · k + xq2 − xm2
φ − (1 − x)m2

ψ)2

=

1
∫

0

dx

(l2 − ∆)2
, (66)missä l = k− xq ja ∆ = xm2

φ + (1− x)m2
ψ − x(1− x)q2. Muuttujanvaihdolla

l = k − xq osoittaja tulee muotoon
γ5(/k +mψ)γ5 = −/k +mψ = −/l − x/q +mψ. (67)Koska /l on l:n pariton funktio, se häviää integroinnissa koko liikemääräava-ruuden yli ja siten osoittajaksi tulee

−x/q +mψ. (68)Kaikkiaan siis saadaan
g2

1
∫

0

dx

∫

d4l

(2π)4

x/q −mψ

(l2 − ∆)2
= ig2

1
∫

0

dx

∫

d4lE
(2π)4

x/q −mψ

(l2E + ∆)2
, (69)missä on suoritettu Wi
kin rotaatio l0 → il0E. Tässä alaindeksi E viittaasiihen, että integraali on nyt 4-ulotteisen euklidisen avaruuden yli. Suori-tetaan integraali dimensionaalista regularisointia käyttäen, eli siirrytään d-dimensioiseen Euklidiseen avaruuteen. Tällöin saadaan

ig2µ4−d
1
∫

0

dx

∫

ddlE
(2π)d

x/q −mψ

(l2E + ∆)2

= −g2µ4−d
1
∫

0

dx
x/q −mψ

(4π)
d
2

Γ(2 − d
2
)

Γ(2)
∆

d
2
−2

=
ig2

(4π)2

1
∫

0

dx

(

2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

m2
ψ

)

+ log

(

m2
ψ

∆

)

)

(x/q −mψ),

(70)
26



missä ǫ = 4−d, γE ≈ 0.5772 on Euler-Mas
heroni-vakio ja µ on mielivaltainenmassan dimensioinen parametri. Tämä jakautuu äärelliseen ja divergoivaanosaan, joista divergoiva osa on
ig2

(4π)2

(

2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

m2
ψ

))

(
1

2
/q −mψ), (71)ja äärellinen osa on

ig2

(4π)2

1
∫

0

dx(x/q −mψ) log

(

m2
ψ

xm2
φ + (1 − x)m2

ψ − x(1 − x)q2

)

. (72)Käytetään nyt renormalisaatioehtoa
dΣf

d/q

∣

∣

∣

/q=mψ
= 0, (73)jolloin saadaan

dΣf

d/k

∣

∣

∣

/k=mψ
= δf +

g2

(4π)2

(

1

ǫ
− γE

2
+

1

2
log
(4πµ2

m2
ψ

)

+

1
∫

0

dx
(

x log
( m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

)

+
2(1 − x)m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

)

)

= 0, (74)josta
δf = − g2

(4π)2

(

1

ǫ
− γE

2
+

1

2
log
(4πµ2

m2
ψ

)

+

1
∫

0

dx
(

x log
( m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

)

+
2(1 − x)m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

)

)

.

(75)Edelleen ehdosta
Σf (/q = mψ) = 0 (76)saadaan

Σf (/q = mψ) = iδfmψ − δmψ − ig2

(4π)2

(

1

ǫ
− γE

2
+

1

2
log
(4πµ2

m2
ψ

)

mψ

+mψ

1
∫

0

dx(1 − x) log
( m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

)

)

.

(77)
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Kun tähän sijoitetaan edellä oleva lauseke δf :lle, saadaan
δmψ = −ig

2mψ

(4π)2

(

2

ǫ
− γE + log

(4πµ2

m2
ψ

)

+

1
∫

0

dx
( 2(1 − x)m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

+ log
( m2

ψ

xm2
φ + (1 − x)2m2

ψ

))

)

.

(78)Tästä nähdään eksplisiittisesti, että fermionin massakorjaus δmψ on verran-nollinen fermionin massaan mψ. Siten fermionin massa on suojassa säteily-korjauksilta siinä mielessä, että säteilykorjaukset ovat vain kertoimia puuta-son massaan.Skalaarin massakorjaus: Lasketaan sitten Σs yksisilmukkatasolla. Nyt
−iΣs(q

2) =Ensimmäinen graa� on
−(−ig)2

∫

d4k

(2π)4

Tr
(

γ5(/k +mψ)γ5(/k + /q +mψ)
)

(k2 −m2
ψ)((k + q)2 −m2

ψ)
. (79)Jälki voidaan helposti laskea:

Tr
(

γ5(/k +mψ)γ5(/k + /q +mψ)
)

= Tr
(

(−/k +mψ)(/k + /q +mψ)
)

= 4m2
ψ − kα(k + q)βTr(γαγβ)

= 4(m2
ψ − k2 − k · q).

(80)Feynmanin parametreilla alakerrasta saadaan
1

(k2 −m2
ψ)((k + q)2 −m2

ψ)
=

1
∫

0

1

((1 − x)(k2 −m2
ψ) + x((k + q)2 −m2

ψ))2

=

1
∫

0

1

(l2 − ∆)2
, (81)missä l = k+ xq ja ∆ = m2

ψ − x(1− x)q2. Tällä muuttujanvaihdolla yläkertatulee muotoon
4(m2

ψ − k2 − k · q = 4(−l2 + x(1 − x)q2 +m2
ψ), (82)28



missä l:n parittomat termit on jätetty pois, sillä ne häviävät integroinnissakoko liikemääräavaruuden yli. Suoritetaan nyt Wi
kin rotaatio l0 → il0E jasiirrytään dimensioon d, jolloin integraali on kokonaisuudessaan
4ig2µǫ

1
∫

0

dx

∫

ddlE
(2π)d

l2E + x(1 − x)q2 +m2
ψ

(l2E + ∆)2

=

1
∫

0

dx
µǫ4ig2

(4π)
d
2

(

d

2

Γ(1 − d
2
)

Γ(2)
∆

d
2
−1 +

Γ(2 − d
2
)

Γ(2)
∆

d
2
−2(x(1 − x)q2 +m2

ψ)

)

=
4ig2

(4π)2

1
∫

0

dx

(

−(1 − 2

ǫ− 2
)∆ + x(1 − x)q2 +m2

ψ

)

Γ(
ǫ

2
)

(

4πµ2

∆

)
ǫ
2

=
4ig2

(4π)2

1
∫

0

dx

(

(
2

ǫ
− γE)α− ∆ + α log

(

4πµ2

m2
ψ

)

− α log
(

1 − x(1 − x)
q2

m2
ψ

)

)

,(83)missä α = 3x(1 − x)q2 −m2
ψ. Toinen graa� on
−i1

2
λ

∫

d4k

(2π)4

i

k2 −m2
φ

. (84)Tehdään jälleen Wi
kin rotaatio ja siirrytään dimensioon d, jolloin saadaan
−i1

2
λµǫ

∫

ddkE
(2π)d

1

k2
E +m2

φ

=
−iλµǫ

2(4π)
d
2

Γ(1 − d
2
)

Γ(1)
(m2

φ)
d
2
−1

=
iλm2

φ

2(4π)2

(

2

ǫ
− γE + 2 + log

(

4πµ2

m2
φ

))

.

(85)Nyt renormalisaatioehto
dΣs(q

2)

dq2

∣

∣

∣

q2=m2

φ

= 0 (86)antaa
δs = − 4g2

(4π)2

(

1

2
(
2

ǫ
− γE) +

1

2
log
(4πµ2

m2
ψ

)

+ A

)

, (87)
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missä
A = −

1
∫

0

dx

(

3x(1 − x) log(1 − x(1 − x)
m2
φ

m2
ψ

)

−
x(1 − x)(3x(1 − x)m2

φ −m2
ψ)

m2
ψ − x(1 − x)m2

φ

)

,

(88)ja edelleen ehdosta
Σs(q

2 = m2
φ) = 0 (89)saadaan

δmφ =
1

(4π)2

(

λm2
φ

2
− 4g2m2

ψ

)

(

2

ǫ
− γE + log

(4πµ2

m2
φ

)

)

+
4g2A

(4π)2
+B, (90)missä

B =
λm2

φ

(4π)2
+

1
∫

0

dx
(

3x(1 − x)m2
φ −m2

ψ

)

log
(

1 − x(1 − x)
m2
φ

m2
ψ

)

. (91)Oleellista on nyt huomata, että δmφ :n hallitseva osa on verrannollinen te-kijään λm2

φ

2
− 4g2m2

ψ. Tästä johtuen φ:n massakorjaus ei siis ole ainoastaankerroin puutason massaan mφ, vaan se sisältää myös termin, joka lisätäänpuutason massaan. Näin ollen skalaarihiukkasen massa ei ole suojassa sätei-lykorjauksilta, vaan pyrkii kasvamaan jokaisessa kertaluvussa. Tämä ilmiöei ole ominainen ainoastaan tässä käsitellylle Yukawa-teorialle, vaan esiin-tyy aina, kun teoria sisältää fundamentaalin skalaaripartikkelin. Toinen ta-pa nähdä tämä ilmiö, on tulkita teoria e�ektiiviseksi teoriaksi, joka päteejonkun energiaskaalan Λ alapuolella. Tällöin skalaarihiukkasen massakorjaus
δmφ on 
ut-o�-regularisaatiossa verrannollinen tekijään Λ2. Standardimallintapauksessa tämä tarkoittaa sitä, että jos tulkitaan standardimalli efektiivi-seksi teoriaksi, jonka pätevyysalue päättyy skaalaan Λ ∼ 1 TeV, on Higgsinhiukkasen massakorjaus δmH ∼ Λ2. Tällöin vaatii suurta hienosäätöä, jottaHiggsin hiukkasen massa saadaan pysymään satojen GeV:ien suuruusluokas-sa. Skalaariseen Higgsin hiukkaseen liittyy myös muita luonteeltaan samantyyppisiä ongelmia [23℄. Näitä ovat niin kutsuttu hierarkiaongelma ja triviaa-lisuusongelma. Hierarkiaongelma syntyy siitä, että mikään ei selitä sähköhei-kon symmetriarikon energiaskaalan ja oletetun GUT-skaalan valtavaa suh-teellista eroa. Triviaalisuusongelma syntyy, kun tarkastellaan Higgsin hiuk-kasen itsekytkennän kytkinvakion skaalaevoluutiota. Kytkinvakion voidaan30



annetulla skaalalla µ arvioida olevan [13℄
λ(µ) ≈ λ(Λ)

1 + 24
16π2λ(Λ) log Λ

µ

. (92)tämä häviää kaikilla µ, kun Λ → ∞. Siis on epäluonnollista, että Higgsinitsekytkentä on eri kuin nolla.Higgsin hiukkaseen liittyviä ongelmia voidaan pyrkiä ratkaisemaan useal-la eri tavalla. Supersymmetriset mallit [24℄ sisältävät suuren määrän standar-dimallin ulkopuolisia hiukkasia, jotka on järjestelty siten, että ongelmallisetkontribuutiot, kuten edellä esitetty skalaarihiukkasen massan säteilykorjaus,kumoutuvat.Tekniväriteorioissa Higgsin hiukkanen ei ole alkeishiukkanen, vaan stan-dardimallin ulkopuolisten hiukkasten, teknikvarkkien sidottu tila. Tällöinteoria ei sisällä lainkaan skalaarista alkeishiukkasta, eikä siten myöskään sii-hen liittyviä ongelmia. Tarkastellaan nyt lähemmin tekniväriteoriaa.
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4 TekniväriTekniväriteorioissa otetaan lähtökohdaksi standardimalli ilman Higgsin sek-toria. Sen sähköheikko sektori koostuu siis SU(2)×U(1)-mittakentistä, jotkaovat lähtökohtaisesti massattomia. Teoriaan lisätään uusia fermioneja, joitanimitetään teknikvarkeiksi. Nämä kokevat uuden vahvan vuorovaikutuksen,jota kuvaa tekniväriryhmä SU(NTC). Tämä vahva vuorovaikutus on luon-teeltaan pitkälti QCD:n vahvan vuorovaikutuksen kaltainen. Se sitoo tekni-kvarkit kondensaatiksi, jonka muodostuminen rikkoo teknikvarkkien kiraa-lisymmetrian. Tämän symmetriarikon yhteydessä syntyy Goldstonen boso-neja, jotka absorboituvat sähköheikkojen mittabosonien massoiksi, ja sitenrikkovat sähköheikon symmetrian. Tällöin siis sähköheikko symmetriarik-ko tapahtuu dynaamisesti, joka poistaa GWS-teoriassa esiintyvät hierarkia-triviaalisuus- ja luonnollisuusongelmat.4.1 Minimaalinen tekniväriteoriaTarkastellaan teoriaa, jossa on kaksi standardimallin ulkopuolista massaton-ta fermionia T ja B. Sijoitetaan nämä vasenkätiseen dublettiin ja kahteenoikeakätiseen singlettiin, kuten standardimallinkin fermionit,
QTC
L =

(

T
B

)

L

QTC
R = (TR, BR),

(93)ja annetaan näille hypervaraukset YL = 0, YR = (1
2
,−1

2
). Nämä kokevat vah-van vuorovaikutuksen, jonka generoi ryhmä GTC = SU(NTC), missä NTC onteknivärien määrä. Koska teknikvarkit ovat massattomia, ei teorian Lagran-gen tiheydessä esiinny massatermejä

m2(T̄LTR + T̄RTL)tai
m2(B̄LBR + B̄RBL).Siten teoria on invariantti oikea- ja vasenkätisissä rotaatioissa, eli sillä on

SU(2)L × SU(2)R-kiraalisymmetria.Rikotaan nyt kiraalisymmetria antamalla kenttäoperaattorille T̄ T + B̄Bnollasta poikkeava vakuumiodotusarvo
〈T̄ T + B̄B〉 6= 0. (94)32



Tällöin fysikaalinen vakuumi on enää invariantti rotaatioissa, joissa vasen-ja oikeakätiset rotaatiot ovat ekvivalentit. Tämä rikkoo SU(2)L × SU(2)R-kiraalisymmetrian SU(2)Isospin-symmetriaksi. Siten syntyy kolme massaton-ta Goldstonen bosonia. Kutsutaan näitä teknipioneiksi ja merkitään niitä
πTCa , a = 1, 2, 3. Teknipionien hajoamisvakio fTC määritellään siten, että

〈0|Jµ5 a|πTCb 〉 = fTCq
µδab, (95)missä Jµ5 a = Q̄γµγ5 τa

2
Q, a = 1, 2, 3 ovat isospin-aksiaalivirrat.Kytketään sähköheikon SU(2)L × U(1)-teorian mittakentät teknikvark-keihin. Nyt Higgsin kenttää ei ole, ja siten mittabosonit W±,W 0 ja B ovatmassattomia. Tarkastellaan W±-bosonin propagaattoria. Se saa vakuumipo-larisaatiokorjauksen

DW±(q) =
−igµν
q2

→ −igµν
q2(1 − Π(q2))

, (96)missä Π(q2) on vakuumipolarisaatio.Vakuumipolarisaation määrittämiseksi tarkastellaan termiä
∆L = g2W

±
µ J

µ, (97)missä g2 on SU(2)L-kytkinvakio ja Jµ on isospin-virta, joka kytkeeW :n tekni-kvarkkeihin. Jµ jakautuu vektori- ja aksiaaliosiin siten, että Jµ = JµV − Jµ5 a.Näistä vain aksiaalivirta Jµ5 a tuottaa kontribuution W -propagaattorin na-paan. Siksi voidaan rajoittua tutkimaan termiä
∆La = −g2W

±
µ J

µ
5 a. (98)Kirjoitetaan nyt yhtälö (95) operaattorimuodossa

1

2
Q̄TCγµγ5τaQTC = fTC∂µπ

TC
b δab. (99)Tämän avulla termi (98) tulee muotoon

∆La = −g2

2
fTCW

±
µ ∂

µπTCa , (100)josta päätellään, että Feynmanin sääntö W±:n ja teknipionin kytkevälle ver-teksille on g2
2
fTCq

µ. Tämän avulla voidaan vakuumipolarisaatio lukea dia-grammista
33



W±πTC
W±

1

q2g2

2
fTC

g2

2
fTC .Tästä saadaan vakuumipolarisaatioksi

Π(q2)
q2→0→ g2

2f
2
TC

4q2
. (101)Siten W±-propagaattori on

DW±(q) =
−igµν

q2 − g2
2
f2

TC

4

. (102)Tällä on napa pisteessä q2 =
g2
2
f2

TC

4
ja siten voidaan lukea W±:n massa

mW =
g2fTC

2
. (103)Edelleen neutraaleille mittabosoneille W 0 ja B voidaan lukea massamat-riisin alkiot vakuumipolarisaatiodiagrammeista

W 0 W 0 W 0 B B B

g2
g1 g1g2

g2 g1missä g1 on U(1)-kytkinvakio. Tästä saadaan
m2 =

(

g2
2 g1g2

q1g2 g2
1

)

f 2
TC

4
. (104)Tämän ominaisarvot ovat 0 ja (g2

1 + g2
2)
f2

TC

4
. Tulkitaan tämän matriisin omi-naistilat fysikaalisiksi kentiksi Z0 ja A, jolloin saadaan Z0:n ja fotonin γmassat

mZ =
√

g2
1 + g2

2

fTC
2

mγ = 0.
(105)34



Jos nyt määritellään kuten standardimallissa
g2

√

g2
1 + g2

2

= cos θw, (106)saadaan Z0:n ja W±:n massoille suhde
mW = mZ cos θw, (107)kuten standardimaalikin ennustaa. Tämä malli siis generoi mittabosoneilleoikeat massat, kunhan vain teknipionien hajoamisvakio fTC säädetään oikeansuuruiseksi.Tällä yksinkertaisella teknivärimallilla voitiin siis tuottaa oikea massa-spektri standardimallin mittabosoneille ilman fundamentaalista skalaaripar-tikkelia. Vastaavasti mittabosonien massaspektri voidaan tuottaa monipuo-lisemmillakin teknivärimalleilla, joissa on useampi teknifermionisukupolvi.Tällöin kuitenkin rikkoutuva kiraalisymmetriaryhmä on suurempi, ja sitenGoldstonen bosoneja, eli teknipioneja, syntyy enemmän. Edelleen kolme näis-tä häviää teoriasta mittabosonien massoiksi, mutta loput esiintyvät teoriassafysikaalisina hiukkasina [25, 26, 27℄ . Tällaisen teorian täytyy siis jotenkinselittää miksi näitä hiukkasia ei ole havaittu tähänastisissa kokeissa. Tämävoidaan saada aikaiseksi lisäämällä teoriaan mekanismi, joka generoi näillehiukkasille riittävän suuret massat.4.2 Laajennettu tekniväri4.2.1 Fermionien ja teknipionien massatStandardimallissa Higgsin kenttä luo massat sekä mittabosoneille, että fer-mioneille. Edellä kuvatun kaltainen tekniväriteoria pystyi generoimaan mit-tabosonien massat, mutta se ei sisällä mekanismia fermionien massojen luo-miseksi. Fermionien massatermi saataisiin aikaiseksi kirjoittamalla teoriaannelifermionivuorovaikutus
∼ F̄LFRQ̄

TC
L QTC

R , (108)joka kytkee standardimallin fermionit ja teknifermionit toisiinsa. Tässä FLja FR kuvaavat standardimallin fermionikenttiä, ja QTC
L ja QTC

R teknikvark-kikenttiä. Kun teknikvarkkien kiraalisymmetria on rikottu, ne muodostavatkondensaatin 〈Q̄TC
L QTC

R 〉, jolloin termi (108) tulee muotoon
∼ 〈Q̄TC

L QTC
R 〉F̄LFR. (109)35



Tämä on tavallinen Dira
in massatermi standardimallin fermionille F . Täl-lainen termi on kuitenkin ei-renormalisoituva. Siksi sen on oltava seuraustajostain korkeamman energiaskaalan prosessista.Nelifermionivuorovaikutus matalalla energiaskaalalla saadaan efektiivi-sesti aikaiseksi, kun asetetaan tekniväriryhmä GTC laajennetun tekniväri-ryhmän GETC aliryhmäksi. Tässä mallissa ETC-mittasymmetria rikkoutuujollain korkealla energiaskaalalla ΛETC teknivärien mittasymmetriaksi. Laa-jennettu tekniväri sisältää uuden mittabosonin, joka kytkee teknikvarkit jastandardimallin fermionit toisiinsa diagrammin
Λ2

ETC

Q̄TC
L

FR
QTC

L

F̄L

välityksellä. Koska tämä mittabosoni on hyvin massiivinen, voidaan tyypilli-sillä energiaskaaloilla q2 << Λ2
ETC tätä vuorovaikutusta hyvin aproksimoidaFermin nelipistevuorovaikutuksella

FR

F̄L
Q̄TC

L

QTC
R .Näin ollen teoriassa esiintyy efektiivinen nelifermionivuorovaikutus tekni-kvarkkien ja standardimallin fermionien välillä, joka luo fermioneille massan.Näin syntyneen massatermin skaala voidaan määrittää graa�sta

FL QTC
L QTC

R FR .36



Tässä harmaa pallo kuvaa teknifermionin dynaamista massaa. Myös tekni-pioneille saadaan massa ETC-vuorovaikutuksen kautta. Sen generoi graa�
QTC

R

πTC πTC

QTC
R

QTC
LQTC

L .Edellä olevista graafeista voidaan lukea standardimallin fermionin massas-kaala
mf ∼

g2
ETC

Λ2
ETC

〈Q̄TC
L QTC

R 〉ETC , (110)missä 〈Q̄TC
L QTC

R 〉ETC on teknikvarkkikondensaatin arvo ETC-skaalassa ja
gETC on ETC-kytkinvakio. Vastaavasti teknipionin massaskaala on

m2
πTC

∼ g2
ETC

f 2
TCΛ2

ETC

〈(Q̄TC
L QTC

R )2〉ETC . (111)Teknikvarkkikondensaatin arvo ETC-skaalassa saadaan sen arvosta TC-symmetriarikon skaalassa yhtälöstä [28℄
〈Q̄TC

L QTC
R 〉ETC = 〈Q̄TC

L QTC
R 〉TC exp





ΛETC
∫

ΛTC

dµ
γm(µ)

µ



 , (112)missä γm on operaattorin Q̄Q anomalinen dimensio. Jos γm << 1, on tällöin
〈Q̄TC

L QTC
R 〉ETC ≈ 〈Q̄TC

L QTC
R 〉TC . (113)QCD:n skaalauksesta voidaan arvioda, että

〈Q̄TC
L QTC

R 〉TC ≈ 4πf 3
TC , (114)joten yhtälöstä (111) saadaan teknipionin massalle arvio

m2
πTC

∼ (4π)2g2
ETCf

4
TC

Λ2
ETC

. (115)
37



4.2.2 Makua muuttava neutraali virtaFermionien massojen tuottamiseksi lisätyn ETC-vuorovaikutuksen välttä-mätön seuraus on makua muuttavan neutraalin virran prosessit. Nämä syn-tyvät diagrammista
q QTC

q′

q̄′ Q̄TC q̄missä q ja q′ ovat eri sukupolven kvarkkeja. Tätä diagrammia voidaan jäl-leen aproksimoida nelifermionivuorovaikutuksella, jolloin saadaan efktiivinendiagrammi
q

q̄′

QTC

q̄

q′

Q̄TCTämä luo teoriaan vuorovaikutuksen
Lqq′ =

g2
ETCV

2
qq′

Λ2
ETC

q̄Γµq′q̄Γ′
µq

′ + h.c. , (116)missä Vqq′ on kvarkkisukupolvien q ja q′ sekoitustekijä, jonka oletetaan olevanvastaavan Cabibbo-kulman luokkaa. Γµ ja Γ′µ ovat ETC-verteksiin liittyvätkiraalisuusmatriisit, Γµ ∼ γµ(1 − γ5). Tästä voidaan suoraan laskea arvioneutraalin kaonin massaeroon ∆MK , kun asetetaan q = d, q′ = s. Tällöinsaadaan
∆MK =

g2
ETCV

2
ds

MKΛ2
ETC

〈K0|d̄Γµsd̄Γ′
µs|K̄0〉 + c.c.

≈ g2
ETCRe(V

2
ds)

Λ2
ETC

f 2
KMK ,

(117)38



missä on arvioitu 〈Ω|d̄γµγ5s|K̄0(p)〉 = i
√

2fKpµ.2 Tässä 〈Ω| on fysikaalinenvakuumi ja fK on K-mesonin hajoamisvakio fK ≈ 110 MeV. Kokeellisesti[30℄ tiedetään, että ∆MK ≈ 3, 5 × 10−18 TeV, josta seuraa, että
ΛETC

gETC
√

Re(V 2
ds)

≥ 1300 TeV. (118)Kun tämä sijoitetaan yhtälöön (115), saadaan teknipionin massalle yläraja
mπTC ≤ 4πf 2

TC
√

Re(V 2
ds) × 1300TeV

, (119)joka realistisilla Vds:n ja fTC :n arvoilla Vds ∼ 0.1, fTC ∼ 250 GeV antaaylärajaksi
mπTC

<∼ 10 GeV. (120)Tämä on selvästi liian pieni massa, jotta tällaista hiukkasta ei olisi jo ha-vaittu tähänastisissa kokeissa. Jotta teknipionit voisivat olla massiivisempia,tulisi ETC-skaalan ΛETC olla selvästi pienempi. Vaatimus makua muutta-van neutraalin virran heikkoudesta ja toisaalta teknipionien massiivisuudestaantavat siis ristiriitaisia vaatimuksia skaalan ΛETC suuruudelle.4.3 Kävelevä tekniväriEdellä teknipionin massaa arvioitaessa oletettiin yhtälössä (112), että γm ≪
1. Tämä johti ongelmiin yhdessä makua muuttavan neutraalin virran kanssa.Ongelma voidaan ratkaista antamalla TC-kytkinvakion αTC pysyä lähes va-kiona energiaskaalojen ΛTC ja ΛETC välisellä alueella. Tekniväriteoriaa, jossakytkinvakion skaalaevoluutio on hidasta, kutsutaan käveleväksi tekniväriksi.Tällöin siis teorian β-funktio β(µ) ≪ 1, kun ΛTC ≤ µ ≤ ΛETC , ja γm ≈ 1[31℄. Siten yhtälöstä (112) saadaan

〈Q̄TC
L QTC

R 〉ETC ≈ 〈Q̄TC
L QTC

R 〉TC exp





ΛETC
∫

ΛTC

dµ
1

µ





=
ΛETC

ΛTC

〈Q̄TC
L QTC

R 〉TC .

(121)Tällöin yhtälö (115) tulee muotoon
m2
πTC

∼ (4π)2g2
ETCf

4
TC

Λ2
ETC

Λ2
ETC

Λ2
TC

, (122)2Niin sanottu vakuumisaturaatioapproksimaatio [29℄39



ja siten makua muuttavan neutraalin virran suuruusluokasta saatu arvio(118) antaa, samoin argumentein kuin edellä, teknipionin massan ylärajaksi
mπTC ≤ 4πf 2

TC
√

Re(V 2
ds) × 1300TeV

ΛETC

ΛTC

. (123)Jos kytkinvakio αTC kävelee esim. kahden kertaluokan yli, eli jos
ΛETC

ΛTC

∼ 102, (124)on yhtälön (123) yläraja nyt samoin oletuksin Vds:n ja fTC :n arvoille kuinedellä
mπTC

<∼ 1 TeV. (125)Tämä massa on jo riittävän suuri, jotta tällaista hiukkasta ei olisi havaittutähänastisissa kokeissa. Kävelevässä teknivärimallissa voidaan siis sovittaayhteen toisaalta makua muuttavan neutraalin virran heikkous, ja toisaaltateknipionien riittävän suuri massa.4.3.1 faasidiagrammiPyritään sitten konstruoimaan tällainen kävelevä teknivärimalli. Jotta annet-tu tekniväriteoria olisi kävelevä, täytyy sen toteuttaa muutamia ehtoja. En-sinnäkin, teorian β-funktiolla pitää olla ei-triviaali nollakohta kytkinvakionarvolla α∗ 6= 0. Jotta teoria olisi asymptoottisesti vapaa, on β-funktion en-simmäisessä kertaluvussa oltava negatiivinen, ts. β0 < 0. Jos kuitenkin toisenkertaluvun kerroin on positiivinen, eli β1 > 0, voi β-funktiolla olla tällainenei-triviaali nollakohta. Kuvassa 3 on skemaattisesti esitettynä erityyppisiä
β-funktioita.Toinen huomioitava seikka on kondensaatin 〈Q̄Q〉muodostuminen ja sitenkiraalisymmetrian rikkoutuminen. Tämä tapahtuu jollakin juoksevan kytkin-vakion arvolla αc. Oleellista on nyt näiden arvojen järjestys energiaskaalalla.Niin kauan, kun β-funktio pysyy negatiivisena, kasvaa kytkinvakio α siirryt-täessä energia-akselilla kohti matalampaa energiaa. Jos αc saavutetaan ensin,teknifermionit kondensoituvat, jolloin teorian β-funktio muuttuu kiraalisensymmetrian rikkoutumisen vuoksi. Tällöin oletetaan, että β1:n arvo muut-tuu negatiiviseksi ja siten kiintopistettä, jossa β ≈ 0 ei saavuteta. Tällöinsiis teoria ei ole kävelevä. Jos taas α∗ saavutetaan ensin, β-funktio saavut-taa arvon 0, jolloin kytkinvakion evoluutio pysähtyy. Näin ollen kytkinvakioei koskaan saavuta arvoa αc, ja kiraalinen symmetria ei rikkoudu. Tällöin eimyöskään synny Goldstonen bosoneja, ja heikot mittabosonit jäävät massat-tomiksi. Kävelevän tekniväriteorian siis täytyy olla sellainen, jossa α∗ ≈ αc.40



Kriittisen kytkinvakion αc arvolle voidaan johtaa arvio [32℄
αc =

2πN

3C2(R)
, (126)missä C2(R) on tekniväriryhmän SU(N) esityksen R neliöllinen Casimir-operaattori.

Kuva 3. Vasemmanpuoleisessa kuvassa sekä β0, että β1 ovat po-sitiivisia. Siten β-funktio on positiivinen kaikilla kytkinvakion ar-voilla. Tällöin teoria ei ole asymptoottisesti vapaa, eikä sillä oleei-triviaalia kiintopistettä. Keskimmäisessä kuvassa sekä β0, että
β1 ovat negatiivisia. Siten β-funktio on negatiivinen kaikilla kyt-kinvakion arvoilla. Tällöin teoria on asymptoottisesti vapaa, muttasillä ei ole ei-triviaalia kiintopistettä. Oikean puoleisessa kuvassa
β0 on negatiivinen ja β1 positiivinen. Siten β-funktio on negatiivi-nen pienillä kytkinvakion arvoilla, ja positiivinen suurilla. Tällöinteoria on asymptoottisesti vapaa, ja sillä on ei-triviaali kiintopiste
α∗.Tutkitaan nyt tekniväriteoriaa, jossa onNf teknikvarkkia jaN tekniväriä,eli tekniväriryhmä on SU(N). Tällaisen teorian β-funktio on kaksisilmukka-tasolla [33℄

β(g) = β0
g3

(4π)2
+ β1

g5

(4π)4
, (127)missä

2Nβ0 = −11

3
C2(G) +

4

3
T (R) (128)ja

(2N)2β1 = −34

3
C2

2(G) +
20

3
C2(G)T (R) + 4C2(R)T (R). (129)Tässä siis C2(R) on esityksen R neliöllinen Casimir-operaattori, jolle pätee

Ta
RTa

R = C2(R), (130)41



missä Ta
R ovat ryhmän generaattorit esityksessä R. Vastaavasti C2(G) on liit-toesityksen G neliöllinen Casimir-operaattori, ja T (R) on esityksen R indeksi,jolle pätee [34℄

NfC2(R)d(R) = T (R)d(G), (131)missä d(R) on esityksen R ja d(G) liittoesityksen G dimensio.Kuten edellä on kuvattu, teoria voi olla asymptoottisesti vapaa, jos β0 onnegatiivinen. Asettamalla β0 = 0, saadaan yhtälöistä (128) ja (131) ylärajateknikvarkkien määrälle
Naf
f =

11

4

d(G)C2(G)

d(R)C2(R)
. (132)Tätä suuremmalla määrällä teknikvarkkimakuja teoria ei ole asymptootti-sesti vapaa.Jotta β-funktiolla olisi ei-triviaali nollakohta, eli infrapunakiintopiste,täytyy β1:n olla positiivinen. Siten asettamalla β1 = 0, saadaan yhtälöis-tä (129) ja (131) alaraja teknikvarkkien määrälle

N ir
f =

d(G)C2(G)

d(R)C2(R)

17C2(G)

10C2(G) + 6C2(R)
. (133)Tätä pienemmällä määrällä teknikvarkkeja teoria ei sisällä infrapunakiinto-pistettä.Yhtälöstä (127) voidaan ratkaista teorian infrapunakiintopiste, kun ase-taan β(g) = 0. Tällöin saadaan

α∗ =
g2
∗

4π
= −4π

β0

β1

. (134)Siten asettamalla α∗ = αc, saadaan yhtälöistä (126) ja (134) teknikvarkkienmäärälle kriittinen arvo, jonka yläpuolella teoria on konformaalinen
N c
f =

d(G)C2(G)

d(R)C2(R)

17C2(G) + 66C2(R)

10C2(G) + 30C2(R)
. (135)

SU(N):n perusesityksessä F oleelliset ryhmäteoreettiset suureet ovat
d(F) = N,

C2(F) = N2 − 1,
(136)ja liittoesitykselle G

d(G) = N2 − 1,

C2(G) = 2N2.
(137)42



Siten yhtälöistä (132), (133) ja (135) saadaan
Naf
f =

11

2
N,

N ir
f =

34N3

13N2 − 3
,

N c
f =

2

5
N

50N2 − 33

5N2 − 3
.

(138)Kuvassa 4 on esitetty nämä arvot teknivärien määrän N funktiona.

Kuva 4 SU(N):n perusesityksen faasidiagrammi. Ylimmässä alu-eessa β0 > 0 ja teoria ei ole asymptoottisesti vapaa. Alimmassaalueessa β1 < 0 ja teoriassa ei ole infrapunakiintopistettä. Har-maalla merkitty alue on ns. konformi-ikkuna, jossa N c
f ≤ Nf ≤

N
af
f . Tämän alueen alarajalla teorian odotetaan olevan kävelevä.Perusesityksessä tarvittavien teknikvarkkien määrä on siis varsin suuri.Esimerkiksi SU(2):n tapauksessa tarvitaan Nf ≥ 8 ja SU(3):n tapauksessajo Nf ≥ 12.4.4 Sähköheikot tarkkuusmittauksetStandardimallin ennusteita voidaan kokeellisesti testata hyvin tarkasti niinkutsuttujen sähköheikkojen tarkkuusmittausten avulla. Standardimallin ul-kopuolisten hiukkasten vaikutusta näille mittauksille saataviin ennusteisiin43



voidaan kuvata kolmella parametrilla, S, T ja U . Nämä määritellään siten,että standardimallissa S = T = U = 0, ja näiden poikkeama nollasta kuvaauuden fysiikan osuutta sähköheikkojen tarkkuusmittausten tuloksiin. Para-metrit S, T ja U voidaan määritellä sähköheikon teorian mittabosonien va-kuumipolarisaatioiden avulla. Merkitään nyt vakuumipolarisaatiota
I J

µ ν

= Πµν
IJ ,missä I ja J ovat γ, Z0, W+ taiW−. Jaetaan tämä sitten tensorirakenteensamukaan

Πµν
IJ(q) = ΠIJ(q

2)gµν + ∆(q2)qµqν . (139)
∆(q2) ei ole sähköheikkojen tarkkuusmittausten kannalta oleellinen. Lasku-jen helpottamiseksi määritellään nyt ΠIJ :tä vastaavat vakuumipolarisaatiotrikkoutumattoman sähköheikon faasin ominaiskannassa, eli kvanttilukujen
T 1, T 3 ja Q avulla. Nämä liittyvät mittabosonien massan ominaiskannassamääriteltyihin vakuumipolarisaatioihin seuraavalla tavalla:

Πγγ = e2ΠQQ,

ΠγZ =
e2

sW cW

(

Π3Q − s2
WΠQQ

)

,

ΠZZ =
e2

s2
W c

2
W

(

Π33 − 2s2
WΠ3Q + s4

WΠQQ

)

,

ΠWW =
e2

s2
W

Π11.

(140)
Tässä sW = sin θW ja cW = cos θW . Sähkövarauksen Q asemasta voidaankäyttää kvanttilukuna myös heikkoa hypervarausta Y . Tällöin

Π3Y = 2(Π3Q − Π33) (141)Näiden avulla parametrit S, T ja U voidaan määritellä seuraavasti [35, 36℄:
S = −16π

Π3Y (m2
Z) − Π3Y (0)

m2
Z

,

T = 4π
Π11(0) − Π33(0)

s2
W c

2
Wm

2
Z

,

U = 16π

(

Π11(m
2
Z) − Π11(0)

)

−
(

Π33(m
2
Z) − Π33(0)

)

m2
Z

.

(142)
44



S-parametri kuvaa uuden fysiikan aiheuttamaa vakuumipolarisaation skaa-laevoluutiota, kun taas T -parametri kuvaa SU(2)-isospinsymmetrian rikkou-tumista. U on verrannollinen T :n derivaattaan, ja siten yleensä T :n ollessapieni on myös U pieni. Tyypillisesti tekniväriteorioissa T ja U ovat hyvinlähellä nollaa S:n muodostuessa ongelmalliseksi. Määritellään edelleen ylei-set vakuumipolarisaatiotensorit Πµν
LL ja Πµν

LR siten, että Πµν
LL kytkee kaksi va-senkätistä virtaa ja Πµν

LR vasen- ja oikeakätisen virran, ja jaetaan nämäkinvastaavalla tavalla tensorirakenteensa mukaan kuin edellä.Näiden avulla voidaan laskea uuden fermionidubletin vaikutus paramet-riin S perusesityksessä. Tarkastellaan siis kahta uutta fermionia u ja d. An-netaan nyt oikeakätiselle fermionille dR hypervaraus Y R
d ja asetetaan toisenoikeakätisen fermionin uR hypervaraus nollaksi. Olkoon vasenkätisten fermio-nien hypervaraukset Y L

u = Y L
d =: Y L. Tällöin

Π3Y =
1

2
Y L(Πd

LL − Πu
LL) −

1

2
Y R
d Πu

LR. (143)Määritetään sitten ΠLL.
L L

= iΠµν
LL,jossa

iΠµν
LL = −

∫

d4k

(2π)4

Tr(iγµ 1
2
(1 − γ5)i(/k +m)iγν 1

2
(1 − γ5)i(/k + /q +m))

(k2 −m2)((k + q)2 −m2)
.(144)Tässä jälki on

Tr(iγµ
1

2
(1 − γ5)i(/k +m)iγν

1

2
(1 − γ5)i(/k + /q +m))

= 8(kµ(k + q)ν + kν(k + q)µ − k · (k + q)gµν − kα(k + q)βǫ
βµαν),ja Feynmanin parametrien avulla nimittäjä tulee muotoon

1

(k2 −m2)((k + q)2 −m2)
=

1
∫

0

dx
1

(l2 − ∆)2
,missä l = k+xq ja ∆ = −x(1−x)q2+m2. Tällä muuttujanvaihdolla osoittajaon

kµ(k + q)ν + kν(k + q)µ − k · (k + q)gµν − kα(k + q)βǫ
βµαν

= (
2

d
− 1)l2gµν + x(1 − x)q2gµν ,45



missä on jätetty pois termit, jotka eivät ole verrannollisia metriseen tensoriin
gµν . Siten
iΠLL = −2

1
∫

0

dx

∫

ddl

(2π)d
(2
d
− 1)l2 + x(1 − x)q2

(l2 − ∆)2

= − 2i

(4π)2

1
∫

0

dx(2x(1 − x)q2 −m2)

(

2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

∆

))

.

(145)
Vastaavasti
iΠµν

LR = −
∫

d4k

(2π)4

Tr(iγµ 1
2
(1 − γ5)i(/k +m)iγν 1

2
(1 + γ5)i(/k + /q +m))

(k2 −m2)((k + q)2 −m2)
,(146)josta saadaan

iΠLR = − 2i

(4π)2

1
∫

0

dx m2

(

2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

∆

))

. (147)Siten
ΠLL(m

2
Z) − ΠLL(0) = − 4

(4π)2

(

m2
Z

6

(

2

ǫ
− γE + log

(

4πµ2

m2

))

− m2
Z

12

)

,(148)missä on arvioitu m2 >> m2
Z . Edelleen

ΠLR(m2
Z) − ΠLR(0) = − 1

(4π)2

m2
Z

3
. (149)Siten yhtälöistä (143), (148) ja (149) saadaan

Π3Y (m2
Z) − Π3Y (0) = − 1

(4π)2

m2
Z

6

(

Y L log

(

m2
d

m2
u

)

− 1

2
Y R
d

)

, (150)ja siten yhtälön (142) mukaisesti
S =

1

6π

(

Y L log

(

m2
d

m2
u

)

− 1

2
Y R
d

)

. (151)Jos nyt asetetaan kuten esim standardimallin leptoneille, Y L = −1 ja
Y R
d = −2, ja oletetaan, että uudet fermionit ovat saman massaisia, eli mu =
md, saadaan S:n arvoksi S = 1

6π
. Tekniväriteoriassa uusia fermionidubletteja46



on Nf
2
d(R) kappaletta, joista kukin aiheuttaa S:ään edellä kuvatun kontri-buution. Siten tekniväriteoriassa

S =
1

6π

Nf

2
d(R). (152)Edellä nähtiin, että kävelevän teorian rakentamiseksi tarvitaan SU(2):n ta-pauksessa vähintään 8 ja SU(3):n tapauksessa vähintään 12 kvarkkia, kunollaan SU(N):n perusesityksessä. Tällöin d(R) = N , joten SU(2)-teoriassa

S = 4
3π

≈ 0.42 ja SU(3)-teoriassa S = 3
π
≈ 0.95. Kokeellisesti [30℄ S . 0.2,joten nämä arvot ovat liian suuria. Kävelevä tekniväriteoria ei siis voi olla

SU(N), jossa fermionit ovat perusesityksessä. Jos teknikvarkit ovat SU(N):njossain korkeammassa esityksessä, niitä saatetaan kuitenkin tarvita vähem-män. Tästä syystä voisi olla järkevää tutkia tällaista tekniväriteoriaa. Tarkas-tellaan kuitenkin ensin joitakin anomalioita, jotka rajoittavat mahdollistenteorioiden valikoimaa.4.5 Anomalioiden kumoutuminen4.5.1 Wittenin anomaliaNiin kutsuttu Wittenin anomalia esiintyy teorioissa, joissa heikon vuorovai-kutuksen SU(2)-kenttään kytketään pariton määrä fermionidubletteja [37℄.Johtuen SU(2):n topologiasta, funktionaali-integraalia yli parittoman mää-rän fermionikenttiä ei voida järkevästi määritellä. Standardimalli sisältää pa-rillisen määrän vasenkätisiä fermionidubletteja, joten siinä ei esiinny Witte-nin anomaliaa. Tästä syystä minkä tahansa laajennuksen standardimalliintulee olla sellainen, että se ei itsessään sisällä Wittenin anomaliaa. Siis josstandardimalliin halutaan lisätä fermioneja, jotka kytketään heikkoon vuoro-vaikutukseen vasenkätisenä dublettina, tulee näitä dubletteja olla parillinenmäärä.Tekniväriteorian kannalta tämä tarkoittaa sitä, että joko teknikvarkki-dubletteja on oltava parillinen määrä, eli oltava 1
2
Nfd(R) = parillinen, taisitten teoriaan on lisättävä teknikvarkkien lisäksi muitakin fermioneja siten,että uusien fermionidublettien määrä yhteensä on parillinen. Jälkimmäises-sä tapauksessa eräs luonnollinen kandidaatti uudeksi fermionidubletiksi olisiuusi leptonisukupolvi.4.5.2 Mitta-anomaliatKlassisesti teorian invarianssista jonkin muunnoksen suhteen seuraa Noethe-rin teoreeman mukaisesti säilyvä virta. Kuitenkin laskettaessa teoriaa kor-keampaan kertalukuun, saattavat säteilykorjaukset tuottaa virran säilymis-47



tä rikkovia termejä. Tällaisia ilmiöitä kutsutaan mitta-anomalioiksi. Hyvinmääritellyssä teoriassa mitta-anomalioiden tulee kumoutua siten, että mitta-symmetrian perusteella odotettu virran säilyminen pätee säteilykorjauksistahuolimatta. Standardimallin kannalta oleellisin anomalia on niin kutsuttuaksiaalivirta-anomalia.Tutkitaan nyt yleisesti teoriaa, jossa kytketään massattomia fermionejajohonkin ei-abeliseen mittakenttään. Standardimallin fermionit ovat useim-missa tilanteissa hyvänä approksimaationa massattomia, joten tämän ano-malian kumoutuminen standardimallissa ja sen mahdollisissa laajennuksissaon oleellista. Koska fermionit ovat massattomia, ei teoria sisällä termejä, jot-ka sekoittavat vasen- ja oikeakätisiä fermioneja keskenään. Siten vasen- ja oi-keakätisten virtojen oletetaan säilyvän erikseen. Nämä virrat voidaan myösilmoittaa vektori- ja aksiaalivirtojen lineaarikombinaationa. Tästä seuraa,että myös vektori- ja aksiaalivirtojen tulee säilyä erikseen. Tulee siis olla
∂µj

µa = 0

∂µj
µ5a = 0,

(153)missä jµa = ψ̄γµtaψ on vektorivirta ja jµ5a = ψ̄γµγ5taψ on aksiaalivirta.Vektorivirran divergenssi on nolla, mutta aksiaalivirtaan liittyy anomalinennollasta poikkeava divergenssi. Tutkitaan nyt diagrammia
k

µ

a

λ c

q

ν b

p

= iM↑

missä verteksi kolmion kärjessä kuvaa aksiaalivirtaa jµ5a, ja ulkoiset kentätovat teorian mittakenttiä, sekä vastaavaa diagrammia iM↓, jossa fermioni-virta kiertää toiseen suuntaan. Tässä ta on teorian ei-abelisen mittakentängeneraattori. Nyt
iM↑ = −(ig)2

∫

d4k

(2π)4
Tr

(

γµγ5ta
i(/k − /p)

(k − p)2
γνtb

i/k

k2
γλtc

i(/k + /q)

(k + q)2

)

= −ig2Tr(tatbtc)

∫

d4k

(2π)4
Tr

(

γµγ5
/k − /p

(k − p)2
γν

/k

k2
γλ

/k + /q

(k + q)2

)

.

(154)
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Jos kytkentä mittakenttiin sisältää termin γ5, ei tällä ole merkitystä, sillä
γ5:t voidaan järjestää vierekkäin ja (γ5)3 = γ5. iM↓ on sama lauseke, jossaon vaihdettu (p, ν, b) ↔ (q, λ, c). Nyt yhtälön (153) perusteella odotettaisiin,että

〈p, ν, b; q, λ, c|∂µjµ5a|0〉 = 0. (155)Divergenssiä ∂µjµ5a vastaa liikemääräesityksessä sisätulo (p + q)µj
µ5a. Mat-riisielementin (155) määrittämiseksi otetaan nyt diagrammissa iM↑ tämäsisätulo, jolloin korvataan γµγ5 → (p + q)µγ

µγ5 = (/k + /q)γ5 + γ5(/k − /p).Tällöin M↑ tulee muotoon
iM↑ = −ig2Tr(tatbtc)

∫

d4k

(2π)4
Tr

(

γ5
/k − /p

(k − p)2
γν

/k

k2
γλ − γ5 /k

k2
γλ

/k + /q

(k + q)2
γν
)

.(156)Suoritetaan nyt ensimmäisessä termissä muuttujan vaihto k → k+ p, jolloinsaadaan
iM↑ = −ig2Tr(tatbtc)

∫

d4k

(2π)4
Tr

(

γ5 /k

k2
γν

/k + /p

(k + p)2
γλ − γ5 /k

k2
γλ

/k + /q

(k + q)2
γν
)

.(157)Liikemääräintegraali on nyt selvästi antisymmetrinen vaihdon (p, ν, b) ↔
(q, λ, c) suhteen, joten näennäisesti M↑ + M↓ = 0, eikä anomalista nollastapoikkeavaa nelidivergenssiä esiinny. Kuitenkin integraali, jossa muuttujan-vaihto k → k + p suoritettiin, on divergoiva. Siksi tästä muuttujanvaihdostasaattaa jäädä jäljelle nollasta poikkeava termi. Tarkastellaan tilannetta di-mensionaalisessa regularisaatiossa. Määritellään γ5 dimensiossa d siten, et-tä se antikommutoi γµ:n kanssa, kun µ = 0, 1, 2, 3, mutta kommutoi γµ:nkanssa muilla µ:n arvoilla. Jaetaan sitten integrointimuuttuja k siten, että
k = k‖ + k⊥, missä k‖ sisältää k:n komponentit neljässä ulottuvuudessa ja
k⊥ loput komponentit d− 4:ssä ulottuvuudessa. Tällöin sisätulo (p+ q)µj

µ5aantaa γµγ5 → (p + q)µγ
µγ5 = (/k + /q)γ5 + γ5(/k − /p) − 2γ5/k⊥. Tällöin las-kettaessa summaa M↑ + M↓ ensimmäiset kaksi termiä kumoutuvat kutenedellä on näytetty, mutta viimeisestä termistä jää kontribuutio

iM↑ = −ig2Tr(tatbtc)

∫

ddk

(2π)d
Tr

(

−2γ5/k⊥
/k − /p

(k − p)2
γν

/k

k2
γλ

/k + /q

(k + q)2

)

.(158)Feynmanin parametrien avulla tämä saadaan muotoon
iM↑ = −8g2Tr(tatbtc)

1
∫

0

dxdy

∫

ddl

(2π)d
l2⊥

(l2 − ∆)3
pαqβǫ

ανβλ, (159)49



missä on suoritettu muuttujanvaihto l = k + yq − xp ja ∆ = −x(1 − x)p2 −
y(1 − y)q2 + 2xyp · q, sekä otettu jälki Dira
in matriisien yli. Symmetrisessäintegraalissa voidaan korvata l2⊥ → d−4

d
l2. Tehdään sitten Wi
kin rotaatio jasuoritetaan integraalit, jolloin saadaan

iM↑ =
2ig2

(4π)2
pαqβǫ

ανβλTr(tatbtc). (160)Tämä on symmetrinen vaihdon (p, ν) ↔ (q, λ) suhteen, joten kokonaisuudes-saan saadaan
M↑ + M↓ =

g2

8π2
pαqβǫ

ανβλTr(ta{tb, tc}). (161)Näin ollen siis matriisielementti (155) on
〈p, ν, b; q, λ, c|∂µjµ5a|0〉 =

g2

8π2
pαqβǫ

ανβλAabc, (162)missä Aabc = Tr(ta{tb, tc}). Aksiaalivirta ei siis säily, ellei Aabc ole nolla,tai jos teoria sisältää useita mittakenttiä ja fermioneja, tulee summan näihinkaikkiin liittyvistä tekijöistäAabc olla nolla. Koska teorian rakenteen kannaltaon oleellista, että aksiaalivirta on säilyvä virta, on siis vaadittava, että kaikis-sa kiraalisissa teorioissa tekijöiden Aabc summa häviää. Muussa tapauksessateoriaa ei voida järkevästi määritellä.Tarkastellaan sitten aksiaalivirta-anomalian kumoutumista standardimal-lissa, joka sisältää yhden perheen massattomia kvarkkeja ja yhden perheenmassattomia leptoneja. Mahdolliseen aksiaalivirta-anomaliaan kontributoi-vat diagrammit ovat kolmen mittabosonin väliset kolmiodiagrammit:

K

I

JTässä I, J ja K ovat standardimallin mittakenttiä, eli U(1), SU(2) tai
SU(3). Huomioidaan myös mahdollinen gravitaation kvanttiteoria, jolloinstandardimalliin sisällytetään uusi mittabosoni, gravitoni. Graafeja, joissa50



kaikki kolme mittakenttää ovat vasen-oikea-symmetrisiä, ei tarvitse ottaahuomioon, sillä nämä eivät kontributoi aksiaalivirta-anomaliaan. Gaa�t, jot-ka sisältävät yhden SU(2)- tai SU(3)-bosonin ovat verrannollisia jälkeen
Tr(τa) = 0 tai Tr(ta) = 0, ja ovat siten nollia. Edelleen kolmen SU(2)-bosonin verteksi antaa nollan, sillä {τa, τ b} = 1

4
δab ja siten jälki Aabc = 0.Siten jäljelle jäävät diagrammit ovat kolmen U(1)-kentän, yhden U(1)-kentänja kahden SU(2)-kentän, yhden U(1)-kentän ja kahden SU(3)-kentän, sekäyhden U(1)-kentän ja kahden gravitaatiokentän väliset verteksit. Näissä pitääsummata kaikkien relevanttien fermionien yli.Yhden U(1)-bosonin ja kahden SU(3)-bosonin välinen verteksi antaa

Aabc = 2Tr(tatbY ) = δab
∑

q

Yq, (163)missä summa on oikea-ja vasenkätisten kvarkkien hypervarausten yli. Stan-dardimallin mukaisilla hypervarauksilla saadaan
∑

g

Yq = −2 · 1

6
+

2

3
− 1

3
= 0 (164)ja siten siis tämä graa� ei tuota kontribuutiota aksiaalivirta-anomaliaan. Vas-taavasti U(1)-bosonin ja kahden SU(2)-bosonin välinen verteksi antaa

Aabc = 2Tr(τaτ bY ) = δab
∑

fL

YfL , (165)missä summa on kaikkien vasenkätisten fermionien hypervarausten yli. Jäl-leen standardimallin mukaisilla hypervarauksilla saadaan
∑

fL

YfL = −(−1

2
) − 3 · 1

6
= 0, (166)missä tekijä kolme tulee siitä, että kvarkkien kolme eri väriä tulee laskeaerikseen mukaan. Tämäkään graa� ei siis tuota kontribuutiota aksiaalivirta-anomaliaan. Edelleen kolmen U(1)-bosonin graa� tuottaa

Aabc = 2Tr(Y 3) = 2
∑

f

Y 3
f

= 2
(

−2(−1

2
)3 + (−1)3 − 3

(

2(
1

6
)3 − (

2

3
)3 − (−1

3
)3
)

)

= 0,

(167)missä siis summa on yli kaikkien fermionien, ja viimeisenä U(1)-bosonin jakahden gravitonin graa� tuottaa
Aabc = 2Tr(Y ) =

∑

f

Yf

= 2
(

−2(−1

2
) + (−1) − 3

(

2(
1

6
) − (

2

3
) − (−1

3
)
)

)

= 0.

(168)51



Standardimalli siis todellakin on vapaa aksiaalivirta-anomaliasta. Tämä tar-koittaa myös sitä, että mahdollisten laajennusten standardimalliin tulee it-sessään olla vapaita tästä anomaliasta.

52



5 Minimaalinen kävelevä teknivärimalli5.1 SU(N):n korkeammat esityksetEdellä tarkasteltiin mahdollisuutta konstruoida kävelevä teknivärimalli, jos-sa teknikvarkit ovat SU(N):n perusesityksessä. Tällöin kuitenkin kävelevändynamiikan saavuttamiseen tarvittiin varsin suuri määrä teknikvarkkidublet-teja, mikä johti suureen kontribuutioon sähköheikkojen tarkkuusmittausten
S-parametriin. Näin ollen tällaiset mallit eivät ole yhteensopivia nykyistenmittaustulosten kanssa. Ei kuitenkaan ole selvää, että teknikvarkkien tulisimuuntua juuri SU(N):n perusesityksen mukaan. Yhtä hyvin voidaan tarkas-tella teoriaa, jossa teknikvarkit ovat SU(N):n jossain korkeammassa esityk-sessä.Tarkastellaan nyt mallia, jossa onNf teknikvarkkia ryhmän SU(Nc) kaksi-indeksisessä symmetrisessä esityksessä. Tällöin faasidiagramin kannalta oleel-liset ryhmäteoreettiset suureet ovat

d(R) =
Nc(Nc + 1)

2
,

d(G) = N2
c − 1,

C2(R) = 2(Nc − 1)(Nc + 2),

C2(G) = 2N2
c .

(169)Näin ollen saadaan edellisessä luvussa kuvatut teknifermionimakujen kriitti-set määrät ilmoitettua teknivärien määrän Nc avulla:
Naf
f =

11

2

Nc

Nc + 2
,

N ir
f =

17N3
c

(Nc + 2)(8N2
c + 3Nc − 6)

,

N c
f =

Nc

Nc + 2

83N2
c + 66Nc − 132

20N2
c + 15Nc − 30

.

(170)
Näiden avulla voidaan piirtää teorian faasidiagrammi.
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Kuva 5. SU(N):n kaksi-indeksisen symmetrisen esityksen faasidia-grammi. Kuva lähteestä [39℄.Kuten kuvasta nähdään, teoria on konformaalinen jo huomattavan pienel-lä määrällä teknikvarkkeja. Tapauksessa Nc = 2 on makujen määrä Nf = 2jo hyvin lähellä konformi-ikkunaa, eli kävelevän dynamiikan saavuttamisek-si riittää lisätä vain yksi teknikvarkkisukupolvi. Otetaankin nyt tarkaste-luun tällainen malli, sillä se tuottaa kaikkein pienimmän kontribuution S-parametriin. Yhtälön (152) mukaisesti tällöin
S =

1

6π

Nf

2
dR. (171)Koska kaksi-indeksisen symmetrisen esityksen dimensio on yhtälön (169) mu-kaisesti

d(R) =
2(2 + 1)

2
= 3, (172)on S-parametri nyt vain S = 1

2π
≈ 0.159. Kuitenkin, koska teoriaan onnyt lisätty kolme teknikvarkkidublettia, kärsii malli Wittenin anomaliasta.Teoriaan täytyy siis lisätä vielä yksi fermionidubletti. Koska kävelevä dyna-miikka saavutetaan jo yhdellä teknikvarkkisukupolvella, ei ole syytä lisätäuusia teknikvarkkeja. Ei myöskään haluta lisätä uusia QCD-kvarkkeja, jotenluonnollinen tapa korjata asia, on lisätä teoriaan uusi leptonisukupolvi.Kokonaisuudessaan siis tarkastelun alaisena oleva teoria sisältää yhdenteknikvarkkisukupolven, joka kuuluu tekniväriryhmän SU(2) kaksi-indeksiseensymmetriseen esitykseen, ja yhden uuden leptonisukupolven. Merkitään näi-tä seuraavalla tavalla:

Qab
L =

(

Uab

Dab

)

L

, Uab
R , Dab

R (173)54



ja
LL =

(

νζ
ζ

)

L

, νζR, ζR. (174)Tässä a ja b ovat SU(2):n kaksi-indeksisen esityksen väri-indeksit. Kun uusillehiukkasille annetaan vielä hypervaraukset, on malli kokonaisuudessaan kiin-nitetty. Hypervarauksia ei voida valita täysin mielivaltaisesti, sillä aksiaalivirta-anomalian kumoutuminen rajoittaa mahdollisia hypervarauskon�guraatioita.Merkitään nyt hypervarauksia siten, että vasenkätisen teknikvarkkidubletinhypervaraus on YQL , ja vasenkätisen leptonidubletin YLL . Edelleen merki-tään oikeakätisten teknikvarkkien ja leptonien hypervarauksia YUR , YDR , YνRja YζR . Näillä merkinnöillä aksiaalivirta-anomalian kumoutuminen asettaaehdot
−2YQL + YUR + YDR = 0,

YLL + 3YQL = 0,

−2YLL + YνR + YζR − 3(2YQL − YUR − YDR) = 0,

−2Y 3
LL

+ Y 3
νR

+ Y 3
ζR

− 3(2Y 3
QL

− Y 3
UR

− Y 3
DR

) = 0.

(175)Nämä toteutuvat, jos asetetaan [38℄
YQL =

y

2
,

(YUR , YDR) =

(

y + 1

2
,
y − 1

2

)

,

YLL = −3y

2
,

(YνR , YζR) =

(−3y + 1

2
,
−3y − 1

2

)

,

(176)
missä y on mikä tahansa reaaliluku. Asettamalla y = 1

3
saadaan standardi-mallin mukaiset hypervaraukset.Teorian S- ja T -parametrit ovat nyt pieniä, ja sopivat hyvin mittausda-taan. Kuvassa 6 mustalla merkitty alue kuvaa teorian S-ja T -parametriensaavutettavissa olevaa aluetta uuden leptonin massan ollessa 1-10 kertaa Z-bosonin massa. Kolme limittäistä ellipsiä ovat 90%:n luottamusvälit sähkö-heikkojen tarkkuusmittausten datasta [40℄ Higgsin hiukkasen massan ollessa117 GeV, 340 GeV tai 1000 GeV siten, että 117 GeV on alimpana ja 1000GeV ylimpänä. Ellipsi oikealla ylhäällä on 68%:n luottamusväli uudemmastadatasta [41℄ Higgsin hiukkasen massan ollessa 150 GeV, joka voidaan arvioidaolevan Higgsin massa tässä mallissa [42℄. Kuvassa 7 on otettu huomioon käve-levästä dynamiikasta johtuvat ei-perturbatiiviset korjaukset teknikvarkkienkontribuutioon S-parametriin. Kuvat lähteestä [42℄.55



Kuva 6. S- ja T -parametrit ilman ei-perturbatiivisia korjauksia.

Kuva 7. S- ja T -parametrit ei-perturbatiivisten korjausten kanssa.5.2 Efektiivinen teoriaTekniväriteoria on korkean energian teoria, sillä matalassa energiassa tekni-kvarkit eivät ole vapaita. Siksi teorian fenomenologian tutkimiseksi on järke-vää muodostaa efektiivinen teoria. Efektiivisen teorian konstruoinnissa pyri-tään löytämään alkuperäisestä korkean energian teoriasta ne vapausasteet,jotka ovat oleellisia matalan energian prosesseissa, ja muotoilemaan teorianäiden vapausasteiden avulla. 56



Wilsonilaisen [43℄ periaatteen mukaisesti ajatellaan teorian Lagrangen ti-heyden jollain korkealla energiaskaalalla sisältävän kaikki teorian symmet-rioiden sallimat termit. Siirryttäessä matalammalle energiaskaalalle erilaisettermit kokevat erilaisen skaalaevoluution. Ne termit, jotka kasvavat mata-lammalle energialle siirryttäessä, ovat niin kutsuttuja relevantteja operaat-toreita. Termit, jotka pienenevät ovat irrelevantteja operaattoreita. Sellaisiatermejä, jotka eivät ensimmäisessä kertaluvussa muutu lainkaan skaalaa pie-nennettäessä, kutsutaan marginaalisiksi operaattoreiksi. Matalan energianefektiivisen teorian kannalta oleellisia ovat ainoastaan relevantit ja margi-naaliset operaattorit, kun taas irrelevantit operaattorit tulevat merkittäviksilähestyttäessä efektiivisen teorian pätevyysalueen ylärajaa.Termien luonne voidaan päätellä termin kertaluvusta kentän suhteen.Tarkastellaan skalaarista teoriaa dimensiossa D, ja lähdetään liikkeelle sii-tä, että aktion S on oltava dimensioton. Aktio sisältää ainakin kineettisentermin
SKin =

∫

dDx ∂µφ∂
µφ. (177)Tämän dimensio on 2 + 2[φ]−D. Koska siis vaaditaan, että aktio on dimen-sioton, voidaan tästä ratkaista kentän φ dimensio

[φ] =
D − 2

2
. (178)Tarkastellaan sitten termiä λφM , missä λ on dimensioton tai dimensiollinenkytkinvakio ja M on jokin kokonaisluku. Tämä tuottaa aktioon termin

SM =

∫

dDx λφM , (179)jonka dimensio on
[SM ] = [λ] +M [φ] −D = [λ] − 2M − (M − 2)D

2
. (180)Vaaditaan edelleen, että tämä on dimensioton, jolloin saadaan λ:n dimen-sioksi

[λ] =
2M − (M − 2)D

2
. (181)Jos nyt asetetaan D = 4, saadaan tästä

[λ] = 4 −M. (182)Kun teoria tulkitaan nyt efektiiviseksi teoriaksi jonkin suuren skaalan Λ ala-puolella, on ainoa luonnollinen massan dimensioinen parametri, joka teoriassa57



voi esiintyä, skaala Λ. Siten termit, joilla kytkinvakion λ dimensio on nega-tiivinen, ovat verrannollisia skaalan Λ negatiiviseen potenssiin, ja ovat sitenirrelevantteja. vastaavasti termit, joilla λ:n dimensio on positiivinen, ovat re-levantteja. Termit, joille [λ] = 0, ovat marginaalisia. Yhtälöstä (182) voidaannyt lukea, että termit, joille M < 4 ovat relevantteja. Termit, joille M > 4ovat irrelevantteja ja termit, joille M = 4 ovat marginaalisia.5.2.1 KiraalisymmetriaTutkitaan nyt tarkemmin teorian symmetriaa. Ennen spontaania symmetria-rikkoa teoriassa on siis SU(2)L×SU(2)R-kiraalisymmetria. Kuitenkin, koskaryhmä SU(2) on reaalinen, voidaan teknikvarkit kirjoittaa kokonaan vasen-kätisten kenttien avulla [19℄ siten, että
Q =









UL
DL

−iσ2U∗
R

−iσ2D∗
R









. (183)Tämä vektori muuntuu ryhmän SU(4) mukaisesti, joten symmetriaryhmäonkin itse asiassa SU(4) eikä SU(2)L × SU(2)R. Teknikvarkkikondensaattion
〈Qα

i Q
β
j ǫαβE

ij〉 = −2〈ŪRUL + D̄RDL〉, (184)missä indeksit i, j = 1, . . . , 4 viittaavat Q:n komponentteihin ja α ja β ovatspin-indeksit. Matriisi E ilmaistuna 2 × 2-yksikkömatriisin 12 avulla on
E =

(

0 12

12 0

)

. (185)Kondensaatti rikkoo kiraalisymmetrian SO(4)-symmetriaksi. Tämä nähdäänhelposti, kun kirjoitetaan kvarkit U ja D kannassa, jossa
UL =

λ1 + iλ2√
2

, ǫU∗
R =

λ1 − iλ2√
2

,

DL =
λ3 + iλ4√

2
, ǫD∗

R =
λ3 − iλ4√

2
,

(186)missä λ1, . . . , λ4 ovat neljä riippumatonta kaksikomponenttista spinoria. Täs-sä kannassa kondensaatti on
−2〈ŪRUL + D̄RDL〉 = 〈λ2

1 + λ2
2 + λ2

3 + λ2
4〉, (187)mikä on selvästi SO(4)-invariantti. Merkitään SU(4):n aliryhmän SO(4):ngeneraattoreita Sa, a = 1, . . . , 6 ja muita SU(4):n generaattoreita Xa, a =58



1, . . . , 9. Tässä Xa:t ovat siis rikkoutuneet generaattorit, joten kutakin vastaaGoldstonen bosoni Πa, a = 1, . . . , 9. Generaattoreiden Xa ja Sa eksplisiittisetlausekkeet ovat [19℄
Sa =

1

2
√

2

(

τa 0

0 τaT

)

, a = 1, . . . , 4,

Sa =
1

2
√

2

(

0 Ba

Ba†
0

)

, a = 5, 6,

X i =
1

2
√

2

(

τ i 0

0 τ iT

)

, i = 1, 2, 3,

X i =
1

2
√

2

(

0 Di

Di†
0

)

, i = 4, . . . , 9,

(188)
missä τa, a = 1, 2, 3 ovat Paulin matriisit, τ 4 = 12, B5 = τ 2, B6 = iτ 2 ja
D-matriisit ovat

D4 = 12, D6 = τ 3, D8 = τ 1,

D5 = i12, D7 = iτ 3, D9 = iτ 1.
(189)Mallin efektiivinen Higgsin sektori koostuu siis komposiitti- Higgsin hiukka-sesta ja yhdeksästä Goldstonen bosonista. Järjestetään nämä matriisiksi

M =
(σ

2
+ i

√
2ΠaXa

)

E, (190)joka muuntuu SU(4)-muunnoksessa siten, että
M → uMuT , u ∈ SU(4). (191)Efektiivisen teorian Lagrangen tiheyden on siis oltava invariantti tässä muun-noksessa. Yleisin tällainen, korkeintaan kertalukua M4 oleva Lagrangen ti-heys on

L = Tr(∂µM
†∂µM) − µ2Tr(M †M) − λ1Tr(M †MM †M) − λ2

(

Tr(M †M)
)2
,(192)missä µ, λ1 ja λ2 ovat teorian massaparametri ja kytkinvakiot.5.2.2 TeknipionitTarkastellaan sitten lähemmin teknipioneja Πa. Yhtälöstä (190) saadaan

Tr(MEXb) = i
√

2ΠaTr(XaXb) =
i√
2
Πb (193)59



Tästä voidaan ratkaista teknipionien kvarkkisisällöt. Esimerkiksi pionille nu-mero 1 pätee
Π1 = −i

√
2Tr(MEX1) = − i

2
Tr

((

Q1 Q2

Q3 Q4

)(

0 12

12 0

)(

τ 1
0

0 τ 1T

))

= − i

2

(

Tr(Q2τ
1) + Tr(Q3τ

1T )
)

, (194)missä on merkitty
Q1 =

(

Q1Q1 Q1Q2

Q2Q1 Q2Q2

)

, Q2 =

(

Q1Q3 Q1Q4

Q2Q3 Q2Q4

)

,

Q3 =

(

Q3Q1 Q3Q2

Q4Q1 Q4Q2

)

, Q4 =

(

Q3Q3 Q3Q4

Q4Q3 Q4Q4

)

.

(195)Jäljet ovat
Tr(Q2τ

1) = Q1Q4 +Q2Q3,

Tr(Q3τ
1T ) = Q3Q2 +Q4Q1,

(196)jossa
Q1Q4 +Q2Q3 = UL(−iσ2D∗

R) +DL(−iσ2U∗
R)

= −(D∗
R)αULα − (U∗

R)αDLα

(197)ja vastaavasti
Q3Q2 +Q4Q1 = −(U∗

R)αDLα − (D∗
R)αULα. (198)Siten

Π1 = −(ŪD + D̄U). (199)Vastaavalla tavalla voidaan määrittää muidenkin teknipionien kvarkkisisäl-löt. Pionit 2 ja 3 ovat
Π2 = D̄U − ŪD

Π3 = ŪU − D̄D.
(200)Kvarkkisisältöjen avulla voidaan edelleen laskea teknipionien kvanttiluvut.Pioneille 1, 2 ja 3 saadaan hypervaraus Y = 0 ja sähkövaraus Q = −1, 1ja 0 vastaavasti. Nämä vastaavat heikkojen mittabosonien kvanttilukuja, jo-ten pionit 1, 2 ja 3 absorboituvat heikkojen mittabosonien longitudinaalisiksi60



komponenteiksi. Muut pionit jäävät teoriaan fysikaalisiksi hiukkasiksi. Näi-den kvarkkisisällöt ovat
Π4 = i(UD + ŪD̄),

Π5 = ŪD̄ − UD,

Π6 = i(UU −DD + Ū Ū − D̄D̄)

Π7 = Ū Ū − D̄D̄ − UU +DD,

Π8 = i(UU +DD + Ū Ū + D̄D̄),

Π9 = Ū Ū + D̄D̄ − UU −DD.

(201)
Kuten luvussa 4.2.1 on kuvattu, saavat teknipionit dynaamisen mas-san ETC-vuorovaikutuksista. Tätä kuvaamaan lisätään Lagrangen tiheyteen(192) teknipionien efektiivinen massatermi

∆L = −Πa(M2
Π)abΠb, (202)missä M2

Π on teknipionien massamatriisi.5.2.3 Kytkentä sähköheikkoon sektoriinLagrangen tiheys (192) ei sisällä kytkentää sähköheikkoihin mittakenttiin.Tämä kytkentä saadaan aikaiseksi korvaamalla derivaatta ∂µ kovariantilladerivaatalla Dµ. Oikeanlaisen kovariantin derivaatan löytämiseksi sähköheik-ko ryhmä SU(2)×U(1) täytyy upottaa teknikvarkkien kiraalisymmetriaryh-mään SU(4) [44℄. Tämä voidaan tehdä kirjoittamalla kovariantti derivaattamuotoon
DµM = ∂µM − ig(GµM +MGT

µ ), (203)missä on määritelty SU(4):een upotettu sähköheikko mittakenttä Gµ siten,että
Gµ =

(

W µ 0

0
g′

g
BT
µ

)

+
y

2

g′

g

(

Bµ 0

0 −Bµ

)

. (204)
SU(2)L × SU(2)R on siis upotettu SU(4):een diagonaalisesti, eli

(

SU(2)L 0

0 SU(2)R

)

.Tässä y on yhtälössä (176) määritelty hypervaraus ja kentät W µ ja Bµovat standardimallin sähköheikkojen kenttien W a
µ , a = 1, 2, 3 ja Bµ avullailmaistuna

W µ = W a
µ

τa

2
,

BT
µ = Bµ

τ 3T

2
= Bµ

τ 3

2
,

(205)61



missä matriisit τa ovat Paulin matriisit. Yhdistämällä nyt yhtälöt (192) ja(202), ja korvaamalla derivaatta kovariantilla derivaatalla (203) saadaan efek-tiivisen teorian Lagrangen tiheydeksi
L =Tr(DµM

†DµM) − µ2Tr(M †M) − λ1Tr(M †MM †M)

− λ2

(

Tr(M †M)
)2 − Πa(M2

Π)abΠb.
(206)Tästä voitaisiin auki kirjoittamalla johtaa teorian Feynmanin säännöt, jotkakytkevät Higgsin kentän, teknipionit ja sähköheikot mittakentät toisiinsa.5.2.4 Kytkentä standardimallin fermioneihinTarkastellaan sitten teknipionien kytkentää standardimallin fermioneihin.Merkintöjen helpottamiseksi kirjoitetaan standardimallin fermionit muotoon

L =









νL
eL

−iσ2ν∗R
−iσ2e∗R









(207)leptoneille ja
Q =









uL
dL

−iσ2u∗R
−iσ2d∗R









(208)kvarkeille. Tarkastellaan sitten fermionien massatermejä. Nämä syntyvät Yukawa-kytkennästä
LmL = YLL

T
αM

∗Lβǫ
αβ + h.c, (209)missä YL on kytkinvakio. Kun tämä kehitetään M :n vakuumiodotusarvossa

〈M〉 = vE, saadaan
LmL = −vYL(ν̄RνL + ēReL) + h.c. (210)Tämä termi antaa elektronille ja sen neutriinolle saman massan. Koska tämäsymmetria halutaan rikkoa, lisätään Lagrangen tiheyteen projektio-operaattori

PU
D

=

(

12 0

0
1
2
(12 ± σ3)

)

. (211)Tämän avulla kirjoitetaan
LmL = YLDL

T
αPDM

∗PDLβǫ
αβ + YLUL

T
αPUM

∗PULβǫ
αβ + h.c (212)62



missä nyt YLD ja YLU ovat erilliset kytkinvakiot. KehitettynäM :n vakuumio-dotusarvossa tämä antaa massatermit
LmL = −vYLD ēReL − vYLD ν̄RνL + h.c. (213)Näin saadaan elektronille ja neutriinolle erilliset massat. Vastaavasti kvark-kien massatermit saadaan kytkemällä kvarkit kenttään M :

LmQ = YQDQ
T
αPDM

∗PDQβǫ
αβ + YQUQ

T
αPUM

∗PUQβǫ
αβ + h.c. (214)Tarkastellaan sitten näiden termien muunnosta hypervarauksen suhteen.Määritellään operaattorit

T i =
Si +X i

√
2

, i = 1, 2, 3. (215)Tässä generaattorit Si ja X i on määritelty yhtälössä (188). Nyt sähkövaraus
Q voidaan lausua

Q =
√

2(S3 + yS4), (216)missä y on yhtälössä (176) määritelty hypervarausparametri. Yhtälön (215)avulla tämä tulee muotoon
Q = T 3 −R3T +

√
2yS4, (217)missä

R3T =
X3 − S3

√
2

. (218)Koska pätee myös
Q = T 3 + Y, (219)missä Y on hypervaraus, saadaan tästä

Y = −R3T +
√

2yS4. (220)Standardimallin leptoneille Y = −1, joten M ja L muuntuvat hypervarauk-sen suhteen siten, että
M → eiα(−R3T+

√
2yS4)Meiα(−R3+

√
2yS4T ),

L→ eiα(−R3−
√

2S4)L.
(221)Siten Yukawa-termi LTM∗L muuntuu

LTM∗L→ LT e−iα
√

2(y+1)S4

M∗e−iα
√

2(y+1)S4

L. (222)63



Termi siis säilyy invarianttina vain, jos y = −1. Kuitenkin, koska standar-dimallin kvarkeille hypervaraus Y = 1
3
, saadaan vastaavan laisella tarkaste-lulla kvarkkien Yukawa-termistä ehto y = 1

3
. Yukawa-termit saadaan kuiten-kin invarianteiksi mielivaltaisella y:n valinnalla, kun kytketään vain M :n ei-diagonaalitermit standardimallin fermioneihin. Määritellään ei-diagonaalinen

Moff siten, että
Moff = P1MP1 − P2MP2 (223)missä projektiot P1 ja P2 ovat

P1 =

(

12 0

0 0

)

,

(

0 0

0 12

)

. (224)Tämän avulla voidaan kirjoittaa invariantti Yukawa-kytkentä leptoneille jakvarkeille
Lm =YQDQ

T
αPDM

∗
offPDQβǫ

αβ + YQUQ
T
αPUM

∗
offPUQβǫ

αβ

+ YLDL
T
αPDM

∗
offPDLβǫ

αβ + YLUL
T
αPUM

T
offPULβǫ

αβ + h.c.
(225)Tämä kytkentä vastaa efektiivisesti standardimallin Higgsin sektoria. Tämänähdään, kun kirjoitetaan auki kenttä M :

M =
1

2
(σ + i2

√
2ΠaXa)E

=
1

2

(

σ12 + i2
√

2Πiτ i i2
√

2ΠaDa

i2
√

2ΠaDa† σ12 + i2
√

2Πiτ iT

)(

0 12

12 0

)

,
i = 1, 2, 3,
a = 4, . . . , 9

=
1

2









i2
√

2ΠaDa σ + i2
√

2Π3 2
√

2(iΠ1 + Π2)

2
√

2(iΠ1 − Π2) σ − i2
√

2Π3

σ + i2
√

2Π3 2
√

2(iΠ1 − Π2)

2
√

2(iΠ1 + Π2) σ − i2
√

2Π3 i2
√

2ΠaDa†









.(226)Tässä ei-diagonaalialkiot sisältävät efektiivisen Higgsin kentän σ ja heikkojenmittabosonien longitudinaaliset komponentit Πi, i = 1, 2, 3, eli juuri standar-dimallin Higgsin sektoria vastaavan osan. Diagonaalielementit pitävät sisäl-lään fysikaalisten teknipionien kontribuution. Kun kytkentä standardimallinfermioneihin kirjoitetaan nyt ei-diagonaalisen kentän Moff avulla, eivät tek-nipionit kytke laisinkaan SM-fermioneihin.5.3 FenomenologiaaTutkitaan lopuksi mallin fenomenologiaa. Efektiivinen malli sisältää useitauusia hiukkasia; teknipionit ja uuden leptonisukupolven. Keskitytään tässä64



kuitenkin leptonisen sektorin fenomenologian kartoittamiseen. Koska näitäleptoneita ei ole vielä havaittu, tulee niiden olla raskaita. Jatkossa oletetaan,että varatun leptonin massa on noin 200 GeV ja neutriinon massa noin 100GeV.5.3.1 leptoniparin tuottoTarkastellaan uuden leptonin tuottoa e−e+-törmäyksessä. Kuvassa 8 on vai-kutusala leptoniparin ζ−ζ+ tuotolle e−e+-törmäyksessä massakeskipiste-energianfunktiona. Samassa kuvassa on vertailukohtana vaikutusala µ−µ+-parin tuo-tolle samassa törmäyksessä.Kuvassa 9 on plotattu suhde
R =

σ(e−e+ → l−SMl
+
SM)

σ(e−e+ → l−TCl
+
TC)

, (227)missä lSM = µ, τ ja lTC = µ, τ, ζ. Leptoniparin tuottovaikutusala siis kasvaaselvästi suurilla energioilla, jos malliin lisätään neljäs leptonisukupolvi. Tässäkuvaajassa ei kuitenkaan ole mukana prosessia e−e+ → e−e+, joka dominoiselvästi kaikilla energia-alueilla muita leptonisia lopputiloja. Kuvissa 8 ja9 on oletettu, että ζ:n massa on 200 GeV ja että sillä on standardimallinmuiden leptonien kaltainen V −A-kytkentä. Kuvaajat on tuotettu Cal
HEP-ohjelmalla [45℄.
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Kuva 8. Tuottovaikutusalat σ(e−e+ → ζ−ζ+) (alempikäyrä) ja σ(e−e+ → µ−µ+) (ylempi käyrä) √
s:n funk-tiona.
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Kuva 9. Leptoniparin tuottovaikutusalojen standardimal-lissa ja tekniväriteoriassa suhde R
√

s:n funktiona.
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kuvassa 10 on plotattu ζ−ζ+-parin tuottovaikutusala e−e+-törmäyksessä
ζ:n massan funktiona, massakeskipiste-energian ollessa 800 GeV.
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Kuva 10. Vaikutusala σ(e−e+ → ζ−ζ+) ζ:n massan funk-tiona √
s:n ollessa 800 GeV.5.3.2 Leptonin hajoaminenTarkastellaan sitten leptonin ζ hajoamista leptoniseen kanavaan. Johtava ter-mi on heikon varatun virran välityksellä tapahtuva hajoaminen:

ζ− νζ

W− l−

ν̄lErona esimerkiksi µ:n hajoamiseen on se, että nyt hajoava hiukkanen onraskaampi, kuin W -bosoni, jolloin Fermin nelipistevuorovaikutus ei ole hyväapproksimaatio. Toinen ero on se, että ζ:n neutriino on massiivinen. Ei olemyöskään selvää, että ζ:lla on juuri V −A-kytkentä. Kytkennän laatu vaikut-taa lopputilahiukkasten energiajakaumaan. Tämä käy ilmi kuvasta 11, jossa67



on plotattu di�erentiaalinen hajoamisleveys dΓ
dEe

tuotetun elektronin energian
Ee funktiona prosessissa ζ− → νζe

−ν̄e, kun ζ:lle on oletettu V − A-, V + A-tai V -kytkentä. Jakauma on samanlainen muillekin leptonisille hajoamiska-naville. Kytkennän luonnetta voidaan siis tutkia mittaamalla leptonisen ha-joamisen tuotteena syntyneen standardimallin leptonin energiajakaumaa.
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Kuva 11. di�erentiaalinen hajoamisleveys dΓ
dEe

ζ:n ha-joamistuotteena syntyneen elektronin energian funktionakytkennöillä V −A (sininen käyrä), V + A (vihreä käyrä)ja V (punainen käyrä).
ζ voi hajota myös semileptoniseen kanavaan, jolloin lopputilalla on sekäleptoneita, että hadroneita. Semileptonisen ja leptonisen kanavan hajoamis-leveyksien suhteen voidaan arvioida olevan [29℄

Γsemileptonic

Γleptonic

≈ 3, (228)kun τ -leptonille sama suhde on samassa approksimaatiossa noin 1,5. Sä-teilykorjaukset tuottavat tähän noin 20%:n suuruisen korjauksen, jolloin τ -leptonille suhde on 1,85 ja ζ:lle noin 3,6.
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5.3.3 Higgsin hiukkasen hajoaminenUusien leptonien olemassaolo näkyy myös efektiivisen Higgsin hiukkasen ha-joamisessa, mikäli se on riittävän raskas. Jos Higgsin hiukkasen massa onsuurempi kuin kaksi kertaa uuden leptonin massa, on yksi hajoamiskanavaprosessi H → ζ−ζ+. Koska myös neutriino on massiivinen, kytkee Higgsinhiukkanen myös siihen, josta syntyy kanava H → νζ ν̄ζ . Kuvassa 12 on Higg-sin hiukkasen suhteelliset hajoamisleveydet Higgsin massan funktiona. Siinäon otettu ζ:n massaksi 200 GeV ja νζ :n massaksi 100 GeV. Hajoamisleveydeton laskettu johtavassa kertaluvussa. Tällöin hajoamisleveys fermioni-fermionipariin on [46℄
Γ(H → ff̄) =

GµAc

4
√

2π
MHm

2
f

(

1 −
4m2

f

M2
H

)

3

2

, (229)missäAc on kvarkeille 3 ja leptoneille 1,MH on Higgsin massa jamf fermioninmassa. Hajoamisleveys heikkoihin mittabosoneihin on
Γ(H → V V ) =

GµM
3
H

16
√

2π
δV

√
1 − 4x(1 − 4x+ 12x2), (230)missä x =

m2

V

M2

H

, V on W tai Z, δW = 2 ja δZ = 1. Hajoaminen kahdeksigluoniksi tapahtuu fermionisilmukan kautta. Hajoamisleveys tälle prosessilleon
Γ(H → gg) =

Gµα
2
sM

3
H

36
√

2π3

∣

∣

∣

∣

3

4
AH(τt)

∣

∣

∣

∣

2

, (231)missä τt =
M2

H

4m2
t
, αs on vahva kytkinvakio ja

AH(τ) = 2(τ + (τ − 1)f(τ))τ−2, (232)missä funktio f(τ) on
f(τ) =







(arcsin(
√
τ))

2
, τ ≤ 1

−1
4

(

log 1+
√

1−τ−1

1−
√

1−τ−1
− iπ

)2

τ > 1
. (233)
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ττKuva 12. Higgsin hiukkasen hajoamiskanavien suhteelliset leveydet Higgsinmassan funktiona.
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5.3.4 ζ:n ja antineutriinon tuottoTarkastellaan vielä prosessia e−e+ → W+ζ−ν̄ζ . Tässä prosessissa nähdään
ζ:n ja νζ :n massojen eron vaikutus. Kuvassa 13 on plotattu di�erentiaalinenvaikutusala dσ

dEζ
tuotetun ζ:n energian Eζ funktiona kolmella eri ζ:n mas-salla νζ :n massan ollessa 100 GeV. Massojen ero siis vaikuttaa tuotetun ζ:nenergiajakumaan siten, että suuremmalla massaerolla tuotetun ζ:n energiapiikittyy voimakkaammin lähelle suurinta kinemaattisesti sallittua arvoa.
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Kuva 13. Di�erentiaalinen vaikutusala dσ
dEζ

Eζ :n funktionaprosessissa e−e+ → W+ζ−ν̄ζ . CMS-energia on 1000 GeVja νζ :n massaksi on oletettu 100 GeV. ζ:n massa on 100GeV (sininen käyrä), 150 GeV (vihreä käyrä), ja 300 GeV(punainen käyrä).
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6 YhteenvetoSähköheikko symmetriarikko voidaan generoida fundamentaalin Higgsin hiuk-kasen asemasta tekniväriteorian avulla. Tekniväriteoria sisältää standardi-mallin ulkopuolisia fermioneja, teknikvarkkeja, jotka kokevat tekniväriryh-män välittämän vahvan vuorovaikutuksen. Standardimallin fermionien mas-sojen generoimiseksi teoriaan täytyy lisätä vielä uusi vuorovaikutus, jota kut-sutaan ETC-vuorovaikutukseksi. Tämä vuorovaikutus kuitenkin luo ongel-mallisen suuren kontribuution makua muuttavan neutraalin virran proses-seihin. Tästä ongelmasta päästään eroon, jos tekniväriryhmän kytkinvakionskaalaevoluutio on kävelevää. Jos teknikvarkit ovat tekniväriryhmän perusesi-tyksessä, kävelevän dynamiikan saavuttamiseksi tarvitaan suuri määrä tek-nikvarkkeja, joka aiheuttaa liian suuren kontribuution sähköheikkojen tark-kuusmittausten S-parametriin. Tämän vuoksi tutkitaan teoriaa, jossa tekni-kvarkit ovat tekniväriryhmän jossain korkeammassa esityksessä.Minimaalinen kävelevä tekniväriteoria sisältää uuden raskaan leptonisu-kupolven, sekä yhden sukupolven teknikvarkkeja, jotka kuuluvat tekniväri-ryhmän SU(2) kaksi-indeksiseen symmetriseen esitykseen. Tämän teorian
S-, T - ja U -parametrit ovat yhteensopivia havaintojen kanssa. Sähköheikonsymmetriarikon skaalan alapuolella teoria koostuu efektiivisesti komposiitti-Higgsin hiukkasesta ja yhdeksästä pseudo-Goldstonen bosonista eli teknipio-nista. Kolme teknipioneista absorboituu sähköheikojen mittabosonien longi-tudinaalisiksi komponenteiksi. Loput kuusi esiintyvät teoriassa fysikaalisinamassiivisina hiukkasina. Nämä eivät kuitenkaan kytke standardimallin fer-mioneihin. Näin ollen teorian hiukkasspektri eroaa matalalla energialla stan-dardimallista ainoastaan uusien leptoneiden muodossa.Uuden leptonisukupolven olemassaolo näkyisi muun muassa Higgsin hiuk-kasen hajoamisessa, mikäli tämä on riittävän raskas hajotakseen leptoni-antileptoni-pariksi. Toinen signaali olisi e−e+-törmäyksen leptonisten loppu-tilojen voimistuminen riittävän suurella energialla.
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