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Zusammenfassung

Der Higgsmechanismus erlaubt es, massive Fermionen in einer chiralen Eich-
theorie, wie dem Standardmodell der Teilchenphysik, zu beschreiben. Aller-
dings bleiben dabei die Yukawa-Kopplungskonstanten und damit die Massen-
eigenwerte der Fermionen unbestimmt. Ein Ausgangspunkt fiir die Beschrei-
bung des Massenspektrums und der Mischung der Quarks und Leptonen ist
die demokratische Massenmatrix. Damit erscheint der Mechanismus der Mi-
schung der Quark-Masseneigenzustidnde in enger Analogie zur Mischung im
System der neutralen pseudoskalaren Mesonen. Dies wird als Hinweis auf eine
Substruktur der Fermionen gedeutet.

Die phdnomenologischen Konsequenzen der Fermion-Massenerzeugung in
Substrukturmodellen werden ausgehend von einem allgemeinen Ansatz fiir
die zu erwartenden Formfaktoren der Leptonen und Quarks ausgewertet. Die
Brechung bestimmter chiraler Symmetrien und die entsprechenden Storun-
gen der demokratischen Massenmatrix sollte sich auch auf der Ebene der
Formfaktoren widerspiegeln und kénnte neue Effekte induzieren. Diskutiert
werden der mogliche Zusammenhang zwischen einem zusétzlichen Beitrag
zum anomalen magnetischen Moment des Myons und dem Auftreten des
Zerfalls p — ey sowie die Moglichkeit der Erzeugung einzelner “top”-Quarks
in der e*- e~ -Vernichtung und in der ep-Streuung bei HERA.
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Kapitel 1

Einleitung

Die Aufgabe der Teilchenphysik besteht darin, die elementaren Bestandteile
der Materie zu identifizieren und sodann deren Eigenschaften zu bestimmen
— darunter insbesondere deren Wechselwirkungen. Nach dem gegenwirtigen
Stand des Wissens sind sechs Quarks und sechs Leptonen diese elementa-
ren Materiebausteine. Thre Wechselwirkungen werden durch den Austausch
von Bosonen vermittelt, von denen es zwolf verschiedene gibt. Die genaue
Form dieses Austauschs wird mathematisch prézise im Rahmen von Eich-
theorien dargestellt. Dabei beschreibt das Glashow-Weinberg-Salam Modell
(GWS-Modell) die elektromagnetische und die schwache Wechselwirkung in
einer vereinheitlichten Form, die Quantenchromodynamik (QCD) hingegen
die starke Wechselwirkung. Beide Theorien zusammen werden als das Stan-
dardmodell der Teilchenphysik bezeichnet.

Mit diesen wenigen Sétzen lassen sich die Kernpunkte des aktuellen
Kenntnisstandes zusammenfassen und es erscheint, als wire damit die ein-
gangs gestellte Aufgabe gelost. Mehr noch, auch auf den zweiten Blick prasen-
tiert sich die Teilchenphysik in einem beneidenswerten Zustand. Das soeben
angesprochene Standardmodell sagt aus einigen wenigen Grundprinzipien die
Ergebnisse aller denkbaren Experimente vorher. Umgekehrt hat es bislang
alle Tests bestanden. Es gibt derzeit kein gesichertes Experiment, das im
Gegensatz zur Vorhersage des Standardmodells stehen wiirde.!

Trotz dieser allgemein anerkannten Situationsbeschreibung herrscht wei-
testgehende Einigkeit dariiber, dafl das Standardmodell noch nicht die

'Einschrinkend muf gesagt werden: 1.) Nicht alle Vorhersagen des Standardmodells
sind tatséichlich auch bekannt bzw. mit grofer Genauigkeit bekannt. Das héngt damit
zusammen, dafl die Vorhersagen fiir einige Experimente insbesondere im Bereich der star-
ken Wechselwirkung auf z.T. noch ungeldste mathematische Problemstellungen fiihren. 2.)
Die starken Hinweise auf die Existenz von Neutrinooszillationen werden in Abschnitt 2.2
beschrieben, sie gelten aber noch nicht als gesichert.



endgiiltige Theorie der Teilchenphysik ist. Diese Einigkeit beruht darauf,
dal es sehr klare Vorstellungen dariiber gibt, wie eine solche endgiiltige
Theorie beschaffen sein miifite. Den Vorstellungen zufolge muf3 diese sowohl
vollstandig als auch eindeutig sein. Man hofft, dafl sich eine kleine Anzahl
von selbstevidenten Prinzipien finden 148t, aus denen dann die gesamte Struk-
tur der Theorie eindeutig folgt. Das bedeutet, dafi die Theorie von keinerlei
willkiirlichen Wahlen mehr abhéngen soll und daf} alle meflbaren Parame-
ter durch die Theorie vorhergesagt werden — bis auf allenfalls einen globalen
Skalenparameter.

Dieser Anforderung aber geniigt das Standardmodell in offensichtlicher
Weise nicht. Zum einen liegt die Zahl der Teilchen nicht eindeutig fest. Statt
der oben genannten sechs Quarks und Leptonen kénnten es auch deren acht
oder zehn oder noch mehr sein. Zum anderen verbleiben selbst nach der Wahl
der Eichgruppen und der entsprechenden Darstellungen der Teilchen insge-
samt 18 Parameter, die nicht durch die Theorie festgelegt werden kénnen.
Von einem Teil dieser Parameter soll hier im weiteren die Rede sein.

Was hat man sich unter diesen Parametern vorzustellen? Wofiir stehen
sie? Was beschreiben sie? Die genaue Bedeutung der Parameter wird in Ab-
schnitt 2.1 erklart. Hier geniigt es, sich darunter Kenngréfien vorzustellen, die
einerseits die Massen aller Elementarteilchen kontrollieren sowie andererseits
die Starke der gegenseitigen Wechselwirkungen.

Diese Parameter stehen in vielfaltiger Weise im Mittelpunkt der ge-
genwartigen Anstrengungen in der Teilchenphysik. In der Teilchenphéno-
menologie versucht man, die unbekannten Parameter durch eine Vergleich
von theoretischer Vorhersage und experimenteller Messung moglichst genau
zu bestimmen. Gleichzeitig wird dadurch die innere Konsistenz der Theorie
iiberpriift: Stimmen die Werte iiberein, die man fiir denselben Parameter auf
unabhéingigen Wegen erhalten hat?

Im Bereich der Theoriebildung zielen viele der Bemiihungen darauf, solche
Modelle aufzustellen, die mit einer geringeren Zahl freier Parameter auskom-
men als das Standardmodell.

Auch die vorliegende Arbeit befafit sich mit den freien Parametern des
Standardmodells. Das Augenmerk richtet sich dabei ausschlieflich auf die
Parameter, die mit den Massen der Fermionen zusammenhéngen. Dieser Un-
tersuchungsgegenstand wird oft als Fermionmassenproblem des Standardmo-
dells oder schlichtweg als das Massenproblem bezeichtnet. Die hier dargestell-
ten Uberlegungen gehen von zwei Fragen aus:

1. Welche Hinweise zur Losung des Massenproblems lassen sich aus der
gegenwirtigen Kenntnis des Fermionmassenspektrums ableiten?



2. Welche experimentellen Signaturen miiffiten sich zeigen, wenn man zur
Losung des Massenproblems annimmt, dafl Quarks und Leptonen eine
Substruktur aufweisen?

Mit diesen Fragestellungen ist diese Arbeit auf halbem Wege zwischen
Phénomenologie und Theoriebildung anzusiedeln. Ausgangspunkt ist mit
dem Massenspektrum die Phédnomenologie. Beim Versuch, dieses Spektrum
zu strukturieren, erweist sich die Untersuchung expliziter Ansétze fiir die
Massenmatrizen als erfolgreich. Dieser Erfolg wiederum wird verstanden als
ein Hinweis auf eine bestimmte Klasse von Modellen (Substrukturmodelle),
fithrt also in den Bereich der Theoriebildung. Der Hinweis reicht aber nicht
aus, um aus der Klasse von Modellen ein spezifisches Modell zu isolieren. Da-
her werden in einem modelliibergreifenden Ansatz phanomenologische Kon-
sequenzen der betrachteten Klasse von Modellen untersucht. Damit ist erneut
der Bogen zum Bereich der Phénomenologie geschlagen, von wo letztlich die
Antwort auf die Frage, welches der Modelle jenseits des Standardmodells das
richtige ist, einzig zu erwarten ist.

So verteilen sich die einzelnen Argumentationsschritte und Uberlegungen
dieser Arbeit auf die verschiedenen Kapitel und Abschnitte: In Kapitel 2
wird das Standardmodell vorgestellt, die Problemstellung erldutert und ei-
ne Reihe von Losungsansétzen diskutiert. Abschnitt 2.1 beginnt mit einer
knappen Beschreibung der theoretischen Struktur des Standardmodells. Es
folgen die Erkldrungen, was unter dem Massenproblem des GWS-Modells
und was unter dem Massenproblem der QCD zu verstehen ist. Im Abschnitt
2.2 wird der gegenwirtige Kenntnisstand der Fermionmassen und der Quark-
Mischungsmatrix im Detail beschrieben. Der Abschnitt enthélt dariiberhin-
aus erste Beobachtungen zur Struktur und Ordnung der experimentellen Da-
ten.

Daran schliefit sich ein Abschnitt an, in dem die in der Literatur ver-
breiteten Losungsansitze im Uberblick vorgestellt werden. In einem Exkurs
(Unterabschnitt 2.3.1) sind einige Beobachtungen des Autors zum Massen-
problem zusammengefafit. Insbesondere enthélt dieser Unterabschnitt eine
Neuformulierung des Fermionmassenproblems im GWS-Modell und eine neue
Losungsstrategie, die auf dieser verédnderten Sichtweise des Problems beruht.
Die beiden abschliefenden Abschnitte von Kapitel 2 vertiefen die Diskussion
von zwei Losungsstrategien, die zuvor in Abschnitt 2.3 eingefiithrt wurden.
Zunéchst wird in Abschnitt 2.4 die Methode dargestellt, wie sich durch die
Betrachtung expliziter Ansétze fiir die Massenmatrizen, das Verstédndnis des
experimentellen Befundes aus Abschnitt 2.2 verbessern lafit. Diese Darstel-
lung erfolgt am Beispiel der demokratischen Massenmatrizen. Im Unterab-
schnitt 2.4.1 werden die Ergebnisse der Untersuchung von zwei neuen Bre-



chungstermen fiir demokratische Massenmatrizen vorgestellt. Das besondere
Interesse an demokratischen Massenmatrizen beruht darauf, dafl Matrizen
dieses Typs in einer Reihe von physikalischen Systemen auftauchen, deren
spezielle Dynamik durch eine Paarwechselwirkung bestimmt wird. Zu diesen
Systemen gehort insbesondere das System der neutralen pseudoskalaren Me-
sonen und das damit eng verbundene Problem der Massenliicke in der QCD
(QCD Massenproblem). Daher wird das Auftreten dieses Typs von Matrizen
im Zusammenhang mit dem Fermionmassenproblem als ein Hinweis auf eine
mogliche Substruktur der Quarks und Leptonen gewertet. Im Abschnitt 2.5
wird deshalb die Frage untersucht, ob in den in der Literatur untersuchten
Substrukturmodellen demokratische Massenmatrizen abgeleitet werden und
ob dariiberhinaus spezielle Muster von Brechungstermen bevorzugt auftre-
ten.

Als Antwort muf3 festgehalten werden, daf3 ein solcher allgemeiner Zusam-
menhang zwischen Substrukturmodellen und demokratischen Massenmatri-
zen in der Literatur nicht belegt werden kann. Dies ist als ein Teil des all-
gemeineren Problems anzusehen, dafl die Dynamik von Substrukturmodel-
len nicht gut verstanden wird und deshalb eine vollstdndige Berechnung der
Quark- und Lepton-Massenmatrizen im Rahmen solcher Modelle noch nicht
gelungen ist.

Aufgrund dieser Schwierigkeiten wird in Kapitel 3 versucht, die phéno-
menologischen Konsequenzen von Substrukturmodellen in der “flavor”-
Dynamik auf der Grundlage von Formfaktoransitzen auszuwerten. In Ab-
schnitt 3.1 wird einfithrend erldutert, wie Teilchen mit einer Substruktur mit
Hilfe von Formfaktoren beschrieben werden kénnen. Auflerdem werden allge-
meine Uberlegungen zum Zusammenhang von Formfaktoren mit der “Aavor”-
Physik angestellt. Im nachfolgenden Abschnitt 3.2 werden diese Uberlegun-
gen systematisch auf die vier Gruppen von Fermionen gleicher elektrischer
Ladung angewendet.

Der Unterabschnitt 3.2.1 befafit sich mit den geladenen Leptonen. Die
Anzeichen fiir eine Diskrepanz zwischen der Standardmodellvorhersage und
dem beobachteten Wert fiir das anomale magnetische Moment des Myons
durch die Messungen des Experiments E821 in Brookhaven werden als Hin-
weis auf eine mogliche Substruktur gedeutet. Aus der Gréflenordnung der
Abweichung wird auf die Gréfenordnung moglicher “flavor”-verletzender Ef-
fekte bei den geladenen Leptonen geschlossen. Fiir den Strahlungszerfall des
Myons p — ey ergibt sich eine Vorhersage, die innerhalb der angestrebten
Reichweite der Suche am Paul-Scherrer-Institut in Villingen liegt und somit
in absehbarer Zeit experimentell iberpriift werden kann.

Der folgende Unterabschnitt 3.2.2 iiber Neutrinos beschréinkt sich auf
wenige Aussagen zu Neutrinos mit einem magnetischen Moment. Die ausge-
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sprochen wichtigen, aktuellen Ergebnisse des Superkamiokande-Experiments
werden im Abschnitt 2.2 in aller Kiirze vorgestellt und kénnen dariiberhinaus
im Rahmen dieser Arbeit nur am Rande beriicksichtigt werden.

Im Unterabschnitt 3.2.3 werden Quarks vom “down”-Typ betrachtet. Hier
geht es darum zu iiberpriifen, daf die Uberlegungen zur Gréfienordnung der
erwarteten “flavor”-verletzenden Effekte im Einklang mit experimentellen
Schranken aus der Beobachtung von K- und B-Mesonen stehen.

Der Unterabschnitt 3.2.4 behandelt die Quarks vom “up”-Typ und bein-
haltet Berechnungen iiber die Moglichkeit, einzelne “top”-Quarks in den
Streuexperimenten an LEPII und HERA zu erzeugen. Dieser Unterabschnitt
enthélt damit ebenfalls neue Ergebnisse, die einer unmittelbaren experimen-
tellen Uberpriifung zuginglich sind. Sollte die Suche nach der Erzeugung ein-
zelner t-Quarks bei den genannten Beschleunigern erfolgreich sein, so wére
damit der Nachweis der beschrénkten Giiltigkeit des Standardmodells gelun-
gen.

Die Arbeit schliefft mit einer Zusammenfassung und Bewertung in Ka-
pitel 4. Zwischenergebnisse zu den in Kapitel 3 vorgestellten Rechnungen
finden sich im Anhang.






Kapitel 2

Das Massenproblem

Die Kapitel 2 und 3 bilden die Hauptteile der vorliegenden Arbeit. In die-
sem zweiten Kapitel wird das Massenproblem iiberwiegend aus der Perspek-
tive der Theoriebildung betrachtet. Dazu wird zuerst in Abschnitt 2.1 das
Standardmodell in seiner theoretischen Grundstruktur vorgestellt. Nach einer
Diskussion der erkennbaren Regelméfligkeiten im Fermionmassenspektrum
und der Quark-Mischungsmatrix im Abschnitt 2.2 findet sich in Abschnitt
2.3 ein Uberblick iiber die Theorien jenseits des Standardmodells, die zur
Losung des Massenproblems vorgeschlagen wurden. In Unterabschnitt 2.3.1
wird eine neue Losungsstrategie vorgestellt, die auf einer eigenen Sichtweise
des Massenproblems beruht. Abschnitt 2.4 beschéftigt sich mit der Unter-
suchung expliziter Ansétze fiir die Massenmatrizen speziell solcher Ansétze,
die von der demokratischen Massenmatrix ausgehen. Diese Untersuchungen
legen die Betrachtung von Substrukturmodellen nahe — Abschnitt 2.5.

Die Unterabschnitte 2.3.1 und 2.4.1 enthalten neue, eigenstindige Resul-
tate.

2.1 Das Massenproblem im GWS-Modell
und in der QCD

Das Standardmodell besteht aus dem Glashow-Weinberg-Salam-Modell
(GWS-Modell) [1] und der Quantenchromodynamik (QCD) [2, 3]. Der Ab-
schnitt beschéftigt sich zunéchst mit dem GWS-Modell der elektroschwachen
Wechselwirkung. Der Schwerpunkt liegt auf dem Mechanismus der Fermion-
massenerzeugung im Standardmodell und dessen Zusammenhang mit der
“flavor”-Mischung. Dabei wird das Fermionmassenproblem aus der Sicht der
Modellbildung als Unbestimmtheit der Yukawa-Kopplungskonstanten in der
GWS-Lagrangefunktion offensichtlich.



Danach geht es um die Quantenchromodynamik als Theorie der starken
Wechselwirkung. Auch im Rahmen der QCD spricht man von einem Mas-
senproblem, das sich jedoch nicht unmittelbar an der QCD-Lagrangefunktion
ablesen 1483t, sondern sich erst im Spektrum der Hadronen zeigt. Hier beob-
achtet man eine Massenliicke zwischen den pseudoskalaren Mesonen und allen
weiteren Hadronen. Diese Massenliicke im Spektrum der QCD tritt beson-
ders deutlich im chiralen Limes verschwindender Quarkmassen hervor. Den
Ausgangspunkt fiir die hier vorgelegten Untersuchungen bildet die Uberle-
gung, dafl die Massenliicke im Hadronenspektrum und die Massenliicke im
Fermionenspektrum (vgl. Abschnitt 2.2) auf analogen Mechanismen beruhen.
Damit ist also ein Hinweis auf eine Fermionsubstruktur gegeben, der in den
Abschnitten 2.4 und 2.5 ndher betrachtet wird.

Das Massenproblem im GWS-Modell

Das GWS-Modell der elektroschwachen Wechselwirkung ist eine renormierba-
re, nicht-abelsche Eichtheorie mit spontan gebrochener Eichgruppe SU(2)y, x

Zu der Hyperladungsgruppe U(1)y gehort das Eichfeld B, und die Kopp-
lungskonstante g;; Y steht fiir die schwache Hyperladung. SU(2);, ist die
Symmetriegruppe des schwachen Isospins mit dem zugehoérigen Eichfeldtri-
plett Wi, a =1,2,3, der Kopplungskonstanten g und den Strukturkonstan-
ten €. Der Index L steht fiir links und deutet an, daf nur linkshéndige
Fermionen nichttrivial unter der Gruppe SU(2)y, transformieren. Die ent-
sprechenden Feldstéirketensoren lauten:

B, = 0.B,—-0,B,, 1)
2.1

W7, D WE — 9, W + go€an WoWE.

Die Lagrangefunktion der Eichbosonen ergibt sich dementsprechend zu:

1 1
EG - —*BMVB'U‘V — Z

: W W, (2.2)

Die Quarks und Leptonen sind die Fermionfelder der Theorie und werden
im Standardmodell als die elementaren Materiekonstituenten angesehen. Die
linkshdndigen Komponenten f;, = %(1 —s5)f und die rechtshiandigen Kompo-
nenten fr = %( 1475) f der Fermionfelder f tragen verschiedene Quantenzah-
len beziiglich der Eichgruppe SU(2)y, x U(1)y. Die linkshéndigen Felder sind
Dupletts unter SU(2)y,, die rechtshéndigen Felder dagegen Singuletts. Damit
ergeben sich etwa fiir die erste Familie der Quarks und Leptonen folgende



SU(2)p-Multipletts:

V/ ) / ( U/ ) / ,
7 y €R y Ug, dR . (23)
( 6/ L d/ L

Gestrichene Felder bezeichnen Eigenzustéinde der schwachen Wechselwir-
kung, die nicht mit den Masseneigenzustéinden iibereinstimmen miissen, wie
weiter unten ndher ausgefithrt wird. Die Hyperladungen Y'(f) der verschie-
denen Felder erfiillen die Gell-Mann-Nishijma Relation fiir die elektrische
Ladung: Qf = I} + Y (f)/2.

Im Standardmodell gibt es keine rechtshidndigen Neutrinos. Diese wéren
wie die anderen rechtshéndigen Fermionen Singuletts unter SU(2)r,. Nach der
obigen Relation hétten sie aber auch eine verschwindende Hyperladung, so
daf sie an keines der Eichbosonen koppeln wiirden.

Die experimentelle Beobachtung hat gezeigt, daf es nicht nur eine Familie
von Quarks und Leptonen gibt, sondern drei Familien mit jeweils identischen
Quantenzahlen:

/ / / /
PR 7 B v, v, V.
L"L‘(l; ) B {<l; >L’<l; >L’<l4 >}
iL — / - 5 ) )
qld L d/ L S/ L b/ L

(2.4)
in = {€R MR TRY,
qu‘LR/ - {UE,C’R, ;2}’
qu/ = {levisﬂ IR}

mit dem Familienindex ¢ = 1, 2, 3. Diese Wiederholung der Fermionfamilien
wird durch die Struktur der Theorie nicht erzwungen. Auch die Zahl der Fer-
mionfamilien ist nicht festgelegt, es wéiren auch noch mehr als drei Familien
denkbar. Jedes einzelne Fermionfeld wird auch als ein Fermion- “flavor” be-
zeichnet; es gibt demnach sechs “quark flavors” und sechs “lepton flavors”.



Die Lagrangefunktion der Fermionfelder lautet nun:

Lo=SL {0 Liin" (0= 7 Wi — 9V (LL)B,) Ly
+ L (O, = 3Y (lg)By) lin
+ Qi (O = PTWL - BY(QU)B) Q. (25)
+ Q?R,i’YM( L — 9V (4}%) )

b (0~ BY (B ).

Dabei sind 7, die Pauli Matrizen.

Die verschiedenen Quantenzahlen fiir die links- bzw. rechtshiandigen Fel-
der ermoglichen es einerseits, die beobachtete Paritétsverletzung in der
schwachen Wechselwirkung zu beschreiben. Sie bedeuten aber andererseits,
daf ein Fermionmassenterm ff = f;fr + frfr nicht SU(2)L-invariant wiire.
Ein Massenterm fiir die Eichbosonen wire ebenfalls unvertriaglich mit der
lokalen Eichinvarianz und wiirde die Renormierbarkeit der Theorie aufhe-
ben. Die einzige bekannte Moglichkeit, die Fermionen und Bosonen mit den
phéanomenologisch erforderlichen Massen auszustatten, besteht in der spon-
tanen Brechung der Eichsymmetrie durch den Higgsmechanismus.

Im minimalen Standardmodell wird dazu ein komplexes, skalares SU(2)-
+

)
(IDO
riant an die Eichbosonen und Fermionen koppelt und dessen ebenfalls eich-
invariante Selbstkopplung durch das Potential V(®) = p2®®+ + \(®PT)?
beschrieben wird. Dieses Higgsduplett erfiillt also zwei Aufgaben. Es ist ver-
antwortlich fiir die spontante Brechung der Eichsymmetrie und somit fiir die
Massen der Eichbosonen der schwachen Wechselwirkung. Gleichzeitig ist es
moglich, fiir dasselbe Duplett eine eichinvariante Kopplung an die Fermionen
anzusetzen und somit die Fermionen ebenfalls mit Masse auszustatten. Dies
macht zum einen eine besondere Effizienz des Standardmodells aus, ist aber
andererseits durch die Struktur der Theorie nicht erzwungen. Es wére denk-
bar, dal es mehrere skalare Dupletts gibt, die auf unterschiedliche Weise an
die verschiedenen Fermionen koppeln.

Fiir die Lagrangefunktion des Standardmodells Lgy gilt somit Loy =

Duplett & = ) mit Hyperladung Y (®) = +1 eingefiihrt, das eichinva-
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Lo = |(9,—‘wrows — wmy(@)B,) 8| — V()

+ 370 { b (L;Lq)) lir =+ [ij ( ;;LCI)) a5 + [ ( ;LCI)) qir + h‘C-}

(2.6)

und & = in®*. Die beliebigen, komplexen Matrizen ( iqj>7q = l,u,d, ent-

halten die Yukawa-Kopplungskonstanten, die die Stédrke der Kopplung des
skalaren Feldes an die verschiedenen Fermionen festlegen.

Fiir 4* < 0 und A > 0 weist das Potential V(®) ein Minimum fiir nichtver-

schwindendes ® auf, so dafl das skalare Feld den nichtverschwindenden Va-

kuumerwartungswert (®) = (0|®|0) = % ( 2 ) mit v = /—p?/\ annimmt.

Wihrend die zugrundeliegende Lagrangefunktion volle lokale SU(2)1, x U(1)y-
Invarianz aufweist, bildet sich ein Vakuumzustand aus, der nur noch unter
U(1)em invariant ist. Dabei ist U(1)en die Eichgruppe der elektromagneti-
schen Wechselwirkung. Man sagt: SU(2);, x U(1)y wird spontan auf U(1)em
gebrochen. Aus den vier Eichfreiheitsgraden W7 und B, bilden sich die
drei massiven Eichbosonen W = (W}l 4+ W2)/v/2 und Z5 = cos Oy W} +
sin Oy B,, sowie das masselose Photon A, = —sin @WWi’ + cos Ow B,,. Drei
der vier skalaren Freiheitsgrade des komplexen Higgsdupletts fungieren als
die longitudinalen Komponenten der massiven Eichbosonen, und nur ein ska-
lares Teilchen, das Higgsboson, verbleibt im physikalischen Spektrum. Der
Weinbergwinkel Oy, beschreibt, wie die Gruppe U(1)ep, in der urspriinglichen
Eichgruppe eingebettet ist. Aus der Forderung der Konsistenz des Standard-
modells mit der Quantenelektrodynamik (QED) und der Fermi-Theorie erge-
ben sich folgende Vorhersagen fiir die Massen der Eichbosonen in niedrigster
Ordnung Storungstheorie:

N
szl: - V2Gp sin? O’

Mzo = Mwi/COS ®W

(2.7)

Dabei ist die Feinstrukturkonstante o die Kopplungskonstante der QED
und die Fermikonstante Gg entsprechend die Kopplungskonstante der Fermi-
Theorie. Die Vorhersagen des Standardmodells fiir die Eichbosonmassen wur-
den mittlerweile u.a. durch Messungen am Beschleuniger LEP auf 1-Schleifen-
Niveau bestétigt. Aufgrund der freien Parameter g und A im Higgspotential
ist innerhalb des Standardmodells keine Vorhersage der Masse des Higgsbo-
sons My moglich. Durch die Préazisionsexperimente bei LEP und am SLAC
1aBt sich heute sagen, dal die Mefergebnisse nur dann mit dem Standard-
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modell konsistent sind, wenn es ein Higgsboson mit einer Masse zwischen
100 GeV und 190 GeV gibt [4].

Durch die spontane Symmetriebrechung werden nicht nur die Bosonen,
sondern auch die Fermionen mit Masse versehen. Entwickelt man das skalare

0
, SO
(v+n(2))/v2
nimmt der dritte Term in Gl. (2.6), also der Term der Yukawa-Kopplung,
folgende Gestalt an:

Feld ® um seinen Erwartungswert v, d.h. ®(x) =

3 v Ly g/ u=u /

u —d'! . d"’
Lyuawa = 25 =1 {ﬁ [ ijtintir T JijdiL qu, + fgqu C]?R + h-C-]

L\/IQ) [ iljl;Ll;R + fhai 4R + f%qu,q;‘iR/ + h-C-” :
(2.8)
Der zweite Summand beschreibt die Wechselwirkung des verbliebenen phy-
sikalischen Higgsbosons mit den Quarks und Leptonen. Der erste Summand
enthélt die Massenterme der Quarks und Leptonen, die durch die spontane
Symmetriebrechung erzeugt worden sind.

In Gl (2.8) sind die Quark- und Leptonfelder als Eigenzustinde der
schwachen Wechselwirkung geschrieben. Darunter versteht man solche Fer-
mionzustédnde, denen eindeutige Quantenzahlen und damit eindeutige Trans-
formationseigenschaften unter der Eichgruppe zugeordnet werden koénnen.
Die entsprechende Basiswahl selbst ist allerdings nicht eindeutig. Davon zu
unterscheiden sind die Masseneigenzustinde, denen ein eindeutiger Massen-
eigenwert zugeordnet werden kann und die die experimentell beobachteten
Zustande darstellen. Fiir Teilchen unterschiedlicher Masse ist die Basiswahl
eindeutig. Diese Unterscheidung wird erforderlich, weil die Fermionen vor
der Symmetriebrechung masselos sind und ihre Massen erst nach der Sym-
metriebrechung von den Yukawakopplungen bestimmt werden. Um also zu
den physikalischen Masseneigenzusténden iiberzugehen, werden die Fermio-
nenfelder so linear transformiert, dafl die beliebigen — also i. a. nichtdiago-
nalen — komplexen Massenmatrizen (M) = —%( ), in reellwertige Matri-
zen in Diagonalform iibergehen. Dies ist durch Multiplikation mit geeigneten
unitdren Matrizen L*, R* von links und von rechts stets moglich [5, 6]:

L*"MUR* = diag(my, me, my),

(2.9)
LHMIRY = diag(mg, ms, my).
Die Transformation der Quarkfelder ergibt sich entsprechend zu:
qgp = L' gy, qf = L%},
(2.10)

/
4% = R"qy, qh=R"qh.
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Durch diese Transformationen wird auch der zweite Term in Gl. (2.8) dia-
gonalisiert, so da3 die Wechselwirkung des Higgsbosons “flavor”-erhaltend
ist.! Gleiches gilt auch fiir die neutralen Stréme in Gl. (2.5). Im geladenen
hadronischen Strom hingegen tritt die Matrix Vogy = LT LY auf:

d d
J}—;du = (ﬂ/aélaz/)% s’ = (@ t)vVexm | s |,
o' b (2.11)

‘]h_adu = (Jlj—ad,u>+ :

Diese Matrix wird Cabbibo-Kobayashi-Maskawa-Matrix (CKM-Matrix) [8, 9]
oder auch Quark-Mischungsmatrix genannt. Die einzelnen Matrixelemente
beschreiben die Wahrscheinlichkeiten, mit der ein gegebener “quark flavor”
in einen der anderen — jeweils moglichen — “quark flavors” iibergeht. Dement-
sprechend werden die einzelnen Matrixelemente bezeichnet:

Vud Vus Vub
Vexm = | Vea Vs Vo |- (2.12)
Vie Vis Vi

Die soeben am Beispiel der Quarks dargestellten Uberlegungen lassen sich
vollig analog auf die Leptonen {ibertragen. Im Rahmen des Standardmodells
jedoch werden die Neutrinos als masselos angenommen, so dafl jede Linear-
kombination der drei Neutrino-“flavors” wieder ein Masseneigenzustand ist.
Die Neutrinos werden daher per Konvention als identisch mit den schwachen
Eigenzustédnden festgelegt — d.h. immer dann und nur dann, wenn z. B. ein
Myon {iiber den geladenen Strom schwach wechselwirkt, entsteht ein Myon-
Neutrino usw. Diese Festlegung ist aber nur fiir masselose Neutrinos zuléssig.
Sollten Neutrinos eine Masse besitzen, so wiirde man auch im Leptonsektor
eine Mischung der “lepton flavors” erwarten. Erste deutliche Hinweise auf
einen solchen Effekt hat das Superkamiokande-Experiment ergeben [10]. Der
aktuelle experimentelle Status zur Frage von nichtverschwindenden Neutri-
nomassen wird im Abschnitt 2.2 kurz vorgestellt.

Zusammenfassend mochte ich betonen: Das prinzipielle Problem — wie
man in einer chiralen Eichtheorie massive Fermionen beschreibt — wird
durch den Higgsmechanismus gelost. Unbefriedigend an dieser Losung ist,

'Es gehort zu den Modellannahmen des Standardmodells, da88 es nur ein Higgsduplett
gibt, das an alle Fermionfelder koppelt. In der Literatur sind auch Modelle mit erweitertem
Higgssektor diskutiert worden, in denen die Wechselwirkung von skalaren Feldern und
Fermionen auch “flavor”-verletzend sein kénnen [7].
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dal die Massen der Fermionen selbst keinen Beschrénkungen unterliegen.
Die Yukawa-Kopplungskonstanten und damit auch die Masseneigenwerte
sind freie und auch untereinander unabhingige Parameter.? Diesen Umstand
mochte ich als das Fermionmassenproblem des Standardmodells bezeichnen.
Die Tatsache, dafl die Parameter des Higgspotentials und infolgedessen auch
die Masse des postulierten Higgsbosons von der Theorie unbestimmt bleiben,
stellt einen Teilaspekt dieses Problems dar.

Das Massenproblem in der QCD

Die Quantenchromodynamik (QCD) ist die Eichtheorie der starken Wechsel-
wirkung. Sie beruht auf der lokalen Eichgruppe SU(3)c. Der Index C steht
fiir “color”, Farbe. Die Krafte zwischen den sechs “quark flavors”, die Farbla-
dungen tragen und jeweils als Triplett unter SU(3)¢ transformieren, werden,
durch ein Oktett von Gluonen vermittelt. Da die Eichsymmetrie ungebrochen
ist, lautet die Lagrangefunktion wie folgt:

. 1 v
Locp = ZG(Z”y“Du —my)q — itrGWG“ ) (2.13)
q

Die Quarkmassen m, kommen durch den Higgsmechanismus im elek-
troschwachen Sektor zustande. Dieser Massenterm kann 0.B.d.A. als diagonal
geschrieben werden, da in der QCD die rechtshéndigen und linkshéndigen
Quarkfelder die gleichen Quantenzahlen tragen. Die kovariante Ableitung
D, = 0, — igG, enthilt die Feldstirke G, = G;A\*/2. Der Feldstirketensor
G ist gegeben durch:

G = 0,G, — 0,G, —ig[G,, G,]. (2.14)
Die Matrizen A\,,a = 1,...,8 bilden ein Erzeugendensystem der Eich-
gruppe SU(3)¢. Es gilt: trA Ay = 2d4p.
Die renormierte Kopplungskonstante o, = ¢*/4m ist fiir ¢*> > Agep in
fithrender Ordnung gegeben durch:

127
(33 — 2ny)In(+L—)’

Aqep

as(q®) = (2.15)

2Trotz des aufgezeigten mathematischen Zusammenhangs zwischen den Massenmatri-
zen und den Mischungsmatrizen iiber die Diagonalisierungsmatrizen und trotz der experi-
mentellen Hinweise, die auf einen Zusammenhang deuten, ist es a priori méglich, dafl sich
in einer tieferliegenden Theorie die Fermionmassenerzeugung und die Fermionmischung
als zwei unabhéngige physikalische Effekte erweisen.
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Der Parameter Agep tritt als Referenzgrofie bei der Renormierung auf
und ist als die Skala definiert, bei der a; in der Stérungstheorie formal diver-
giert. Die QCD beinhaltet somit eine Skala (selbst im Grenzfall verschwin-
dender Quarkmassen). Dieser Umstand wird als dimensionale Transmutati-
on bezeichnet und steht in engem Zusammenhang mit der Tatsache, dafl die
QCD eine ungebrochene nicht-abelsche Eichtheorie ist. An Gl. (2.15) 148t
sich ablesen, dafl die Kopplungskonstante a, vom typischen Impulsiibertrag
qu des betrachteten Prozesses abhéngt und fiir grofie Impulsiibertrége ver-
schwindet; d.h. die QCD ist eine asymptotisch freie Theorie. Bei kleinen
Impulsiibertréigen hingegen wéchst o, starkt an, und die Storungstheorie
bricht zusammen. Es wird vermutet, dafl es unmoglich ist, farblagungstragen-
de Quarks aus ihren Bindungszusténden, den Hadronen, zu isolieren. Diese
Vermutung ist der Inhalt der “confinement”-Hypothese, die besagt, daf3 alle
beobachtbaren Teilchen und Gréflen Farbsinguletts sind.

Chirale Symmetrien in der QCD

Im Grenzfall m,, mg, ms; — 0, der phdnomenologisch gesehen eine gute Néhe-
rung darstellt, ist Locp invariant unter separaten, unitéren Transformatio-
nen der rechts- und linkshéndigen Quarkfelder im (u,d, s)-“flavor”’-Raum,
d.h. die QCD weist dann eine zusétzliche globale U(3)y, x U(3)g-Symmetrie
auf. Im Falle einer ungebrochenen chiralen Symmetrie wiirde man im Hadron-
Spektrum in der Masse entartete Multipletts entsprechend den irreduziblen
U(3)L, x U(3)r-Darstellungen erwarten. Diese Multipletts wiirden paarwei-
se mit entgegengesetzter Paritéit auftreten, also Paritdtsdupletts bilden. Im
beobachteten Spektrum finden sich jedoch nur SU(3)gayo-Multipletts, aber
keine Anzeichen fiir eine Paritatsduplettstruktur. Daraus 148t sich die Vermu-
tung ableiten, daf die chirale Symmetrie spontan und dynamisch gebrochen
ist. Nach dem Goldstone-Theorem erwartet man daher das Auftreten mas-
seloser Bosonen im Spektrum. Diese Bosonen kénnen mit dem Oktett der
pseudoskalaren Mesonen identifiziert werden. Im chiralen Limes tritt also in
einer Theorie ohne vorgegebene Massenskala (m, — 0) eine Massenliicke auf
zwischen den masselosen pseudoskalaren Mesonen und den weiteren massiven
hadronischen Zusténden mit Massen M > 1 GeV. Im Unterschied zur elek-
troschwachen Symmetriebrechung ist hierfiir kein elementares skalares Feld
verantwortlich, sondern der nichtverschwindende Vakuumerwartungswert der
skalaren Dichte gq.
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2.2 Das Massenspektrum der Fermionen

Nach den allgemeineren theoretischen Erwégungen im vorangegangenen Ab-
schnitt soll nun der experimentelle Befund zum Massenproblem im Stan-
dardmodell vorgestellt werden. Zunéchst werden die Werte der bekannten
Fermionmassen zitiert zusammen mit einer kurzen Diskussion ihrer Ska-
lenabhéngigkeit. Daran schlieft sich eine Reihe von Beobachtungen iiber
RegelméBigkeiten und Auffélligkeiten in diesem Spektrum an; insbesonde-
re wird auch auf die CKM-Matrix und die mdoglichen Zusammenhinge mit
dem Massenproblem eingegangen. Der Abschnitt endet mit einer kurzen Dis-
kussion der aktuellen Hinweise auf die Existenz von Neutrinooszillationen.
Die Definition der Masse eines Teilchens bezieht sich im Rahmen des
Standardmodells ausschliefilich auf ihre kinematische Wirkung. Thre Wir-
kung als Quelle eines Gravitationsfeldes bleibt dagegen unberiicksichtigt —
wie im iibrigen die Gravitationswechselwirkung im Standardmodell nicht be-
schrieben wird. Die kinematische Wirkung der Masse manifestiert sich im
Propagator des Teilchens, der fiir ein Fermion generisch wie folgt geschrie-

ben werden kann:
p+m

P2 —m2
In hoherer Ordnung Stérungstheorie erhélt man folgenden generischen Aus-
druck fiir einen Fermionpropagator:

b+m
P —2(p?)

Dabei bezeichnet 3(p?) die Selbstenergie, die fiir instabile Teilchen einen
Imaginérteil aufweist und impulsabhéngig ist, so daf§ der Zahlenwert der
Masse von der jeweils betrachteten Energieskala abhéngt.

Von den im Standardmodell als fundamental angesehenen Fermionen sind
die Massen der geladenen Leptonen — Elektron, Myon, Tau — mit der grofler
Genauigkeit bekannt. Sie treten als freie Teilchen auf und speziell Elektron
und Myon sind experimentell gut zu studieren. Die Massen dieser Lepto-
nen werden durch den Realteil des Pols ihres Propagators definiert. Die ge-
genwirtig besten experimentellen Werte sind [11]:

me = 0.510998902 & 0.000000021 MeV,
m, = 105.658357 4 0.000005 MeV, (2.16)
m, = 1777.037030 MeV.

Die neutralen Leptonen, d.h. die Neutrinos, werden im Standardmodell
als exakt masselose Weyl-Fermionen angenommen. Die direkte Suche nach
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Neutrinomassen durch die Betrachtung der Kinematik geeigneter Zerfille ist
mit dieser Annahme konsistent. Als Obergrenzen fiir die Neutrinomassen?
wurden auf diesem Wege bestimmt [11]:

my,, < 3 eV,
m,, < 019 MeV, (2.17)
m,. < 182 MeV.

-

Aufgrund des “confinement” treten Quarks im Unterschied zu den Lepto-
nen nicht als freie Teilchen auf. Ihre Massen sind somit auch einer unmittel-
baren Messung nicht zugénglich. Vielmehr miissen sie aus ihrem Einflufl auf
das Hadronspektrum oder auf Streuquerschnitte berechnet werden. Daher ist
die Bestimmung der Quarkmassen zu groflen Teilen ein phéanomenologisches
Problem, und bei der Angabe der Resultate mufl sorgfiltig unterschieden
werden, auf welchen Modellannahmen die Berechnungen beruhen und wel-
ches Renormierungsschema verwendet wurde. Die Literatur zum Thema ist
entsprechend umfangreich und teilweise schwer zu vergleichen. Zahlreiche
Literaturhinweise finden sich in [11], wo auch die nachfolgend angegebenen
Werte entnommen sind (s. auch [12]).

Zur Bestimmung der Massenverhéltnisse der leichten Quarks, d.h. der
Quarks mit m, < Agep, wird die chirale Stérungstheorie [13, 14, 15] einge-

setzt:
my/mqg = 0.2-—0.8,

ms/mg = 17— 25, (2.18)
Q = 34-51
mit Q@ = (m, — 3(my + mq))/(ma — m,). Diese Massenverhéltnisse sind

weitgehend unabhéngig von der Renormierungsskala. Um zu Absolutwerten
zu gelangen, werden QCD-Summenregeln [16, 17] ausgenutzt.

Eine weitere Methode von zunehmender Wichtigkeit ist die Berechnung
von Mesonmassen in der Gittereichtheorie, woraus sich ebenfalls die Massen
der leichten Quarks entnehmen lassen [18, 19]. Bei der Skala u = 1GeV
erhilt man zusammenfassend aus den verschiedenen Methoden: 4

3Wenn Neutrinos massiv sind, ist es erforderlich, zwischen Eigenzustéinden der schwa-
chen Wechselwirkung und Masseneigenzustdnden zu unterscheiden, wie bereits in Ab-
schnitt 2.1 ausgefiihrt. Insofern ist es nicht ganz prézise, die Obergrenzen auf einen be-
stimmten Neutrino-“flavor” zu beziehen, vielmehr ist der jeweils entsprechende Massenei-
genzustand gemeint.

4Fiir die leichten Quarks wird die Skala u = 1 GeV konventionell als Vergleichsskala
gewahlt. In Rahmen der Gittereichtheorie wird allerdings oft auch p = 2GeV als Ver-
gleichsskala bevorzugt.
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my(1GeV) = 2-6.8 MeV,
mq(1GeV) = 4—-12 MeV, (2.19)
ms(1GeV) = 81 —230 MeV.

Fiir das “charm”- und das “bottom”-Quark gilt my, > Agep, so dal im
Rahmen der Storungstheorie eine Polmasse mpo definiert werden kann. In
einem engen, quantitativ bestimmbaren Zusammenhang [20] damit steht die
HQET-Masse mg (HQET — heavy quark effective theory [21, 22]), die als
Entwicklungsparameter in der HQET verwendet wird, so dafl auch Ergeb-
nisse aus der HQET in die Berechnung der c-Quark- und b-Quarkmassen
einfliessen konnen. Dariiberhinaus sind auch fiir die Bestimmung der c-
Quark- und b-Quarkmassen sowohl QCD-Summenregeln als auch die QCD-
Gittereichtheorie von Bedeutung. Fiir die laufenden Quarkmassen m(u) im
MS Renormierungsschema findet man:

me(p=m.) = 115-135 GeV,
mp(p=mp) = 4.0—4.4 GeV.

Auf 1-Schleifen-Niveau in QCD-Stérungstheorie ist der Zusammenhang
zwischen Polmasse und laufender MS Masse gegeben durch [23]

(2.20)

4 au(mpm)

Mipor = M(Mype) <1 +3- W) . (2.21)

Das “top”’-Quark zerfallt aufgrund seiner hohen Masse noch bevor sich
Bindungszustédnde ausbilden kénnen. Seine Masse ist daher am ehesten einer
direkten kinematischen Messung zugénglich. Von allen Quarks ist die Masse
des t-Quarks mit der geringsten relativen Ungenauigkeit bekannt. Am Te-
vatron wurde die Polmasse durch Beobachtung verschiedener Zerfallskanéle
gemessen:

my=1743+51 GeV. (2.22)

Wie bereits oben ausgefiihrt, hingen die Quarkmassen in der Regel von
der Renormierungsskala p ab. Um die Quarkmassen im Uberblick zu be-
trachten, ist es daher sinnvoll, zu einer gemeinsamen Skala {iberzugehen.
Diskussionen der Skalenabhéngigkeiten der relevanten Groéflen und der An-
passungsrandbedingung an den “flavor”-Schwellen finden sich in [24, 25, 26]
und den dort zitierten Arbeiten. Beispielhaft seien hier die Quarkmassen auf
der Skala y = My angegeben [12]:

ma(Mz) = 09-29 MeV,
mo(My) = 0.55—0.66 GeV, (2.23)
my(My) = 169 —180 GeV
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und
md(Mz) = 1.8-5.3 MeV,
m

J(Mz) = 35-100 MeV, (2.24)
my(Mz) = 2.7—3.0 GeV.

Zur Illustration des Fermionmassenspektrums sind in Abb. 2.1 die ver-
schiedenen Massen nach Gln. (2.16), (2.23), (2.24) auf einer logarithmischen
Skala abgetragen.® Die Abszisse ist linear im Familienindex. Zur besseren
Ubersichtlichkeit sind die Gruppen von Fermionen gleicher elektrischer La-
dung seitlich gegeneinander verschoben. Zum Vergleich sind auch die Mas-
sen der Vektorbosonen eingetragen. Die beiden horizontalen Linien zeigen die
Grenzen zwischen den unterschiedlichen Familien an. Die Unterscheidung der
Fermionen gleicher Ladung sowie die Zuordnung zu einer Familie erfolgt al-
lein anhand der Masse. Man erkennt, dafl sich die geladenen Fermionen in
voneinander beziiglich ihrer Masse separierte Gruppen einteilen lassen.

In dieser halblogarithmischen Darstellung ergeben sich drei nahezu gerade
und ungefdhr parallele Linien, wenn man die Punkte verbindet, die zu Teil-
chen gleicher Ladung gehoren. Die stiarkste Abweichung von diesem Muster
stammt von der Elektronenmasse, die als relativ niedrig erscheint. Quanti-
tative Diskussionen dieser exponentiellen Relation zwischen Familienindex
und Fermionmasse finden sich in [28]. Qualitativ entnimmt man dem Bild
unmittelbar, dal das Spektrum durch die Massen der Fermionen der dritten
Familie dominiert wird. Das Spektrum weist eine starke Hierarchie auf. Da-
mit kommen die Fermionmassenmatrizen dem Grenzfall einer Matrix vom
Rang Eins nahe, bei dem zwei der drei Eigenwerte verschwinden. Matrizen
dieser Art werden in Abschnitt 2.4 ndher diskutiert.

Nach den Ausfithrungen in Abschnitt 2.1 ist die komplexwertige 3 x 3-
CKM-Matrix Vexy = LT LY unitir. Die resultierenden neun freien Para-
meter lassen sich als drei Drehwinkel und sechs komplexe Phasen interpre-
tieren. Von den komplexen Phasen lassen sich fiinf durch Redefinition der
sechs Quarkfelder absorbieren, so dafl eine komplexe Phase verbleibt, die im
Rahmen des Standardmodells die CP-Verletzung beschreibt. (Es lassen sich
nicht alle sechs Phasen gleichzeitig absorbieren, da eine gemeinsame Phasen-
transformation aller Quarkfelder die CKM-Matrix unveréndert 14£3t.)

Als “Standardparametrisierung” wird in Ref. [11] die folgende Form be-
vorzugt:

5 Aufgrund von QED-Korrekturen reduzieren sich die Massen der geladenen Leptonen
im M S-Schema um hochstens 5% bei der Skala u = My [27].
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Abbildung 2.1: Die Massen der geladenen Fermionen (in MeV) auf logarith-
mischer Skala; Abzisse linear im Familienindex in beliebigen Einheiten.

—is
C12€13 $12C13 S13e” "8
Vv = —819C93 — C19893513€"°13  (C19C93 — S19893513€"013 S93C
CKM 12€23 12523513 12€23 12523513 23C13
i i
812823 — C12023513€"°"®  —C12823 — S12C23813€°1®  C13C23
(2.25)

Der Wert der komplexen Phase 013 ist derzeit nicht genau bekannt. Nur
wenn diese Phase von Null verschieden ist, kann CP-Verletzung im Standard-
modell beschrieben werden. Das Auftreten einer solchen komplexen Phase
beim Ubergang von zwei zu drei Familien und die damit verbundene Be-
schreibung von CP-Verletzung war die entscheidende Beobachtung in der

klassischen Arbeit von Kobayashi und Maskawa [8]. Experimentell nachge-
wiesen wurde CP-Verletzung bislang nur im Kaon-Sektor. Momentan werden
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grofe Anstrengungen unternommen, um an den “B-Fabriken” CP-Verletzung
auch im Bereich der B-Mesonen zu entdecken. Dadurch soll die Frage geklart
werden, ob die Beschreibung iiber eine komplexe Phase in der CKM-Matrix
als einziger Quelle von CP-Verletzung fiir alle derartigen Phénomene aus-
reicht.

Die Kenntnis iiber diese Phase wird iiblicherweise in der Diskussion der
Unitaritédtsdreiecke zusammengefaflt. Unitaritdtsdreiecke sind nichts anderes
als die geometrische Représentation der Unitaritdtsbedingungen in der kom-
plexen Ebene. Die Forderung einer nichtverschindenden Phase wird in dieser
Darstellung in die Forderung einer nichtverschwindenden Fliache dieser Drei-
ecke iibersetzt. Der aktuelle Kenntnisstand in dieser Frage ist Ref. [11] und
den dort zitierten Arbeiten zu entnehmen.

Unter Verwendung aller relevanten Meflergebnisse und Ausnutzung der
Unitaritdt sowie unter der Annahme von genau drei Quarkfamilien werden
in Ref. [11] die folgenden 90%-Vertrauensintervalle fiir die Absolutwerte der
verschiedenen Matrixelemente angegeben:

0.9742 — 0.9757  0.219 — 0.226 0.002 — 0.005
Vekum = 0.219 —0.225 0.9734 — 0.9749  0.037 — 0.043 . (2.26)
0.004 — 0.014 0.035 —0.043  0.9990 — 0.9993

Die Diagonalwerte der CKM-Matrix sind nahe eins. Alle Nichtdiagonal-
werte dagegen wesentlich kleiner als eins. Aber auch bei den Nichtdiagonal-
werten fallt eine Struktur auf: Die Elemente V,, und V.4 sind etwa gleich
grofl und die grofiten Nebendiagonalelemente. Die beiden verbleibenden Ne-
bendiagonalelemente V., und V;, sind ebenfalls von etwa gleicher Grofie, aber
um eine Groflenordnung kleiner als V,,, und V4. Um eine weitere Grofienord-
nung kleiner sind schliefllich V,;, und V,;. Man findet also ebenso wie bei
den Quarkmassen eine klare hierarchische Struktur. Anschaulich gesprochen
sind “favor”-Ubergénge um so stirker unterdriickt, je mehr die beteiligten
Quarks sich in der Masse unterscheiden. Abgesehen von dem algebraischen
Zusammenhang zwischen der Quarkmischungsmatrix und der Diagonalisie-
rungsmatrizen der Massenmatrizen ist damit auch ein physikalischer Hinweis
auf eine Verbindung zwischen den Phidnomen der Quarkmischung und der
Massenerzeugung gegeben.

Wie bereits in Abschnitt 2.1 ausgefiihrt, gelten die Uberlegungen zur
“flavor”-Mischung der Quarks prinzipiell auch fiir die Leptonen. Sie kommen
jedoch nicht zum Tragen, falls die Neutrinos masselos sind. Die direkte Suche
nach Neutrinomassen ist bislang mit der Hypothese verschwindender Neu-
trinomassen konsistent, vgl. Gl. (2.2). Nichtverschwindende Neutrinomassen
konnten sich aber auch indirekt iiber Neutrinooszillationen manifestieren.
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Wenn Neutrinos massiv wiren, dann miifite man wie bei den Quarks zwischen
Eigenzustinden der schwachen Wechselwirkung und Masseneigenzustdnden
unterscheiden. Wenn ein Neutrino durch die schwache Wechselwirkung er-
zeugt wird, befindet es sich in einem definierten “flavor”’-Eigenzustand, der
eine kohérente Superpostion von Masseneigenzusténden ist, d. h. das Neutri-
no kann wéhrend der Propagation spontan in einen anderen “flavor” iiber-
gehen. Diese Uberginge werden dann Neutrinooszillationen genannt.

Gegenwiértig gibt es drei experimentelle Hinweise, darauf dafl Neutrinos
massiv sind und Neutrinooszillationen tatséchlich vorkommen. Der iiber-
zeugendste Hinweis stammt aus der Beobachtung atmosphérischer Myon-
Neutrinos mit dem Superkamiokande-Detektor [10]. Diese Neutrinos entste-
hen durch die Wechselwirkung der kosmischen Strahlung mit der oberen
Erdatmospéhre. Der Flufl des Teils der kosmischen Strahlung, der Neutri-
nos mit Energien von einigen GeV erzeugt, ist isotrop. Dementsprechend
wiirde man auch einen isotropen Einfall von Myon-Neutrinos in den Detektor
erwarten. Beobachtet wird aber, dafl der aufwérts gerichtete Flufl von Myon-
Neutrinos um etwa einen Faktor zwei geringer ist als der abwéarts gerichtete
Fluf. Es muf} also einen Mechanismus geben, der den Myon-Neutrino-Fluf
auf dem Weg durch die Erde zum Detektor abschwicht. Die naheliegend-
ste Erkldarung ist die Oszillation in einen anderen Neutrino-“flavor”. Es sind
auch andere Erklarungen moglich, die jedoch ebenfalls von massiven Neutri-
nos ausgehen [29].

Eine Reihe von Experimenten [30] beobachtet den FluB von Sonnenneu-
trinos bei verschiedenen Energien. Diese Neutrinos entstehen durch die in der
Sonne ablaufenden Kernprozesse. Alle Experimente finden einen geringeren
Flul als vom Standard-Sonnenmodell [31] vorhergesagt. Die Versuche diese
Diskrepanz, durch eine Modifikation des Sonnenmodells ohne Zuhilfenahme
von Neutrinomassen zu erkléren, waren bisher nicht iiberzeugend. Eine Er-
klarung ist dagegen mittels der Annahme von Neutrinooszillationen zwanglos
moglich.

Wiéhrend in den beiden vorangegangenen Beispielen das Signal in einem
“Verschwinden” von Neutrinos besteht, wird bei dem LSND Experiment vom
“Auftauchen” eines Neutrinos berichtet [32], das in der praparierten Neutri-
nomischung nicht vorkommt. Im LSND Experiment werden Neutrinos be-
obachtet, die beim Zerfall abgebremster positiv geladener Pionen entstehen.
Fiir die Zerfallskette werden keine Elektron-Antineutrinos vorhergesagt, es
wird aber ein Uberschufl oberhalb des erwarteten Untergrundes beobachtet.
Dieser Uberschuf8 wird vom KARMEN Experiment [33], das in etwa den
gleichen Parameterraum abdeckt, nicht bestétigt. Es miissen daher weitere
Messungen abgewartet werden, bevor das Ergebnis des LSND Experiments
als gesichert gelten kann. Auch im Fall des LSND Signals stellen Neutrino-
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oszillationen eine natiirliche Interpretation dar.

Diese drei experimentellen Befunde deuten auf die Existenz von Neutri-
nooszillationen und damit von massiven Neutrinos hin. Bislang ist noch kein
eindeutiges Bild des Neutrinospektrums und der Leptonmischung in Sicht.
Einen Uberblick {iber die konkurrierenden Deutungen und weitere Hinweise
auf nichtverschwindende Neutrinomassen — z. B. aufgrund astrophysikali-
scher Uberlegungen - bieten [11, 12]. Die beschriebenen Anzeichen bediirfen
insgesamt noch weiterer experimenteller Bestétigung, dennoch stellt die Neu-
trinophysik derzeit den Bereich dar, von dem man sich aus experimenteller
Sicht am ehesten neue Hinweise auf den Mechanismus der Massenerzeugung
erwarten darf.

Wenn Neutrinos massiv sind, dann konnen sie als Dirac- oder Majorana-
Spinoren dargestellt werden. Fiir masselose Neutrinos sind diese beiden Dar-
stellungen dquivalent. Falls Neutrinos massive Dirac-Teilchen sind, so ist nach
wie vor die totale Leptonzahl eine Erhaltungsgrofie, wiahrend die Leptonfa-
milienzahl durch die Neutrinomischung verletzt wird. Letzteres gilt ebenso
fiir Majorana-Neutrinos, die aber zusétzlich auch die totale Leptonzahl ver-
letzen wiirden, da Majorana-Neutrinos ihre eigenen Antiteilchen sind. Diese
Leptonzahlverletzung konnte sich in einem neutrinolosen doppelten Betazer-
fall zeigen; fiir weitere Einzelheiten siehe Ref. [34]. Die Beobachtung eines
solchen Zerfalls wire ein eindeutiger Hinweis auf die Existenz von Majorana-
Neutrinos. Dariiberhinaus ist die Unterscheidung von Dirac- und Majorana-
Neutrinos experimentell &uflerst schwierig. Abschlielend sei darauf verwiesen,
dal Majorana-Neutrinos kein elektrisches oder magnetisches Dipolmoment
haben koénnen, ebenfalls als Folge der Tatsache, dafl Majorana-Neutrinos ih-
re eigenen Antiteilchen sind.

Damit ist die experimentelle Kenntnis des Fermionmassenspektrums und
der Fermionmischung umrissen. Im folgenden Abschnitt werden die géngig-
sten Ansétze jenseits des Standardmodells vorgestellt, die zu einem tieferge-
henden Versténdnis dieser Sachverhalte beizutragen versuchen.

2.3 Ubersicht der verschiedenen Losungs-
ansatze

Wie im vorangegangen Abschnitt dargelegt wurde, sind die mit dem Massen-
problem verbundenen Parameter keine rein zufillig verteilten Grofien, son-
dern weisen klar erkennbare Muster auf. Die Aufgabe der Theoriebildung
besteht nun darin, diese Indizien auf neue GesetzméBigkeiten aufzugreifen
und Deutungsversuche vorzulegen. Dies ist auch in ganz vielféaltiger Weise ge-
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schehen. Fast alle Modelle jenseits des Standardmodells gehen in irgendeiner
Form auf das Massenproblem ein. Umgekehrt werden bestimmte allgemeine
Ideen zur Losung des Massenproblems oft den verschiedenen iibergreifen-
deren Theorieentwiirfen angepasst und in modifizierter Form wieder aufge-
griffen. Es ist daher nicht moglich, eine exakte Klassifizierung der Losungs-
ansétze vorzulegen. Mit dieser Einschrinkung mochte ich die verschiedenen
Ansétze in insgesamt vier Gruppen einteilen und beispielhaft die Grundideen
einzelner Vertreter dieser Gruppen vorstellen.®

Gruppe 1: Symmetrien und Mechanismen

Gruppe 1 umfafit die Ansétze, die sich nahe an die Massenmatrizen und das
Massenspektrum halten und unmittelbar deren Strukturen und RegelméfBig-
keiten zu beschreiben versuchen.

Horizontale Symmetrien, Familiensymmetrien, Strukturierte Mas-
senmatrizen (Texturen)

Unter der Annahme von drei Fermionfamilien und verschwindenden Neutri-
nomassen gibt es drei komplexe 3 x 3-Massenmatrizen mit insgesamt 54 Para-
metern. Dazu gehoren 13 Observable — die neun Fermionmassen und die vier
Observablen der CKM-Matrix, die Funktionen dieser 54 Parameter sind. Eine
vollstandige Losung des Massenproblems wiirde in einer Vorhersage samtli-
cher 54 Parameter bestehen. Ein Schritt zu einem tieferen Verstdndnis des
Problems ist aber schon dann erreicht, wenn es gelingt, die Zahl der freien
Parameter auf unter 13 zu reduzieren und damit zu Vorhersagen iiber Relatio-
nen zwischen den 13 beobachtbaren Groflen zu kommen. Typische Relationen
dieser Art stellen etwa Formeln dar, die die Elemente der CKM-Matrix als
Funtionen der Quarkmassen beschreiben, vgl. Unterabschnitt 2.4.1.

Der natiirlichste Ansatz, die Zahl der Parameter zu verringern, besteht
darin, zusétzliche Symmetrien zwischen den verschiedenen Fermionen zu po-
stulieren, die entweder bestimmte Parameter auf die gleichen Werte festlegen
oder aber deren Auftreten verbieten. In letzterem Fall spricht man von einer
“texture zero”. In der Literatur wurden sowohl diskrete als auch Eichsym-
metrien in diesem Zusammenhang diskutiert. Da die entsprechenden Sym-
metrien die verschiedenen Fermionfamilien in Multipletts zusammenbringen,
spricht man von horizontalen oder Familiensymmetrien.

Diese Vorgehensweise wurde zuerst in Ref. [36] fiir ein Modell mit zwei
Quark-Familien diskutiert. Durch Erweiterung der Eichgruppe auf SU(2), x

6Fiir einen Uberblicksartikel siche Ref. [35]
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SU(2)r x U(1) und zusétzlicher Forderung von Paritéts- und CP-Erhaltung
und einer weiteren diskreten Symmetrie wurde die Zahl der freien Parameter
auf vier beschrankt, so dal das Modell eine Relation zwischen dem Cabbibo-
Winkel und den vier Quarkmassen vorhersagt:

Im , Im
0., = arctan 4 _ ¢ arctan . (2.27)
mg me

Diese Relation — ohne den zweiten Term — war schon lange vorher phéno-
menologisch bekannt [37], konnte aber erst durch diesen Ansatz theoretisch
begriindet werden. In der Folge zeigte sich dann, dafl die Relation auch nur
mit diesem zweiten Term phidnomenologisch richtig bleibt.

Die Erweiterung auf drei Familien wurde in Ref. [38] diskutiert. Seitdem
sind zahlreiche weitere Modelle vorgeschlagen worden; einen ersten Uberblick
bietet Ref. [12].

Strahlungsmechanismus

Wie erstmals in den Arbeiten von Weinberg [39] sowie von Georgi und Glas-
how [40] gezeigt wurde, ist es unter bestimmten Voraussetzungen moglich,
dafl durch Strahlungskorrekturen, ausgehend von einer hohen Startmasse, in
einer Kaskade die Massenterme der jeweils leichteren — urspriinglich masselo-
sen — Fermionen generiert werden konnen. Da in die Massenterme Potenzen
der jeweiligen Eichkopplungskonstanten eingehen, liefert dieser Mechanismus
eine natiirliche Erklarung fiir die beobachtete Hierarchie des Spektrums. Die
Erzeugung der Startmasse kann im Rahmen dieses Mechanismus nicht be-
schrieben werden, so dafl der Mechanismus nur einen Teil des Problems 1osen
kann. Neuere Entwicklungen werden in Ref. [41] beschrieben.

“Seesaw”-Mechanismus

Der “seesaw”-Mechanismus’ stellt urspriinglich den Versuch einer natiirli-
chen Erkldrung fiir die Kleinheit der Neutrinomassen dar [42], die, wenn nicht
verschwindend, dann jedoch mehrere Groflenordnungen kleiner sind als die
Massen der zugehorigen geladenen Leptonen, vgl. Gl. (2.17). Der allgemein-
ste Term fiir die Masse eines Neutrinos 148t sich in einer bestimmten Basis
mit Hilfe einer 2 x 2-Matrix darstellen, die den Dirac- und die Majorana-
Massenterme beinhaltet:

[ mp mp
M, = ( mp mp ) . (2.28)

T“seesaw” (engl.) — Schaukel, Wippe.
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Da der zu my gehérige Term nur durch ein Higgs-Triplett erzeugt werden
kann, das phdnomenologisch unerwiinscht ist, liegt es nahe, von einer Matrix
mit m; = 0 auszugehen. Unter der plausiblen Annahme, dafl die Masse des
rechtshéndigen Neutrinos mp von der GroBlenordnung einer neuen Energie-
skala An oberhalb der elektroschwachen Skala ist, sind die Eigenwerte der
Matrix M,, ndherungsweise gegeben durch:

i

m mp (2.29)
my =~ Mg.

12

Wenn nun die Diracmasse des Neutrinos mp von der gleichen Gréf8enordnung
ist wie die Masse des zugehorigen geladenen Leptons, so sind Neutrinomas-
sen zwischen einigen MeV etwa fiir mp ~ m,, Ay ~ 1TeV bis herunter zu
10~ eV fiir mp ~ m., Ay ~ Mp; ohne weiteres natiirlich zu erkléren.

Varianten dieses Mechanismus wurden inzwischen im Rahmen der unter-
schiedlichsten Modelle diskutiert; teilweise auch unter Anwendung auf die
geladenen Fermionen.

Renormierungsgruppenflufl

Wie in Abschnitt 2.2 dargestellt wurde, hdngen die Zahlenwerte der Fer-
mionmassen von der betrachteten Renormierungsskala ab. Eine Vielzahl von
Untersuchungen iiberpriift die Fragestellung, ob die beobachteten Fermion-
massen und Mischungswinkel bei bestimmten Werten der Renormierungsska-
la einfache Relationen erfiillen (“bottom-up”-Ansatz) [43]. Andere Arbeiten
gehen von bestimmten Massenmatrizen bei hohen Skalen aus und untersu-
chen, ob diese mit den beobachteten Werten bei niedrigen Skalen konsistent
sind (“top-down”-Ansatz) [44]. SchlieBlich wurde in der Literatur verschie-
dentlich darauf hingewiesen, dafl sich unter bestimmten Voraussetzungen
Fixpunkte im Renormierungsgruppenflufl verschiedener Modelle finden las-
sen. Dies bedeutet, daf3 die Werte bestimmter Groflen — etwa die Masse des
“top”-Quarks — unabhéngig von ihrem Wert bei hohen Skalen immer gegen
denselben Wert bei niedrigen Skalen konvergieren [45].

Gruppe 2: Supersymmetrie und Grofle Vereinheitlichte
Theorien

In Gruppe 2 sind die populédrsten Theorien jenseits des Standardmodells zu-
sammengefaflt, deren Hauptmotivation aber nicht in einer Losung des Mas-
senproblems liegt. Es soll kurz dargestellt werden, welche Art von Aussagen
zu diesem Problem dennoch im Rahmen dieser theoretischen Ansitze ge-
macht werden kénnen.
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Supersymmetrische Theorien

Unter einer Supersymmetrie versteht man eine verallgemeinerte Raum-Zeit-
Symmetrie, die eine Transformation zwischen Bosonen und Fermionen be-
schreibt. Nach dem Coleman-Mandula-Theorem [46] ist dies die einzige Klas-
se von Symmetrien der S-Matrix, die neben den Raum-Zeit-Symmetrien
und den durch halbeinfache Lie-Gruppen beschriebene Eichsymmetrien noch
denkbar ist. Ein Studium supersymmetrischer Theorien ist allein aus diesem
Grunde sinnvoll.

Wenn die Natur exakt supersymmetrisch wire, so miiiten die durch eine
supersymmetrische Transformation verbundenen Bosonen und Fermionen in
der Masse entartet sein. Die beobachteten Bosonen und Fermionen zeigen
eine solche Massenentartung jedoch nicht, so dafy die Supersymmetrie gebro-
chen sein mufl und allenfalls eine ndherungsweise Symmetrie der Natur sein
kann.

Ein phidnomenologisch zuldssiges supersymmetrisches Modell der Teil-
chenphysik ist durch die minimale supersymmetrische Erweiterung des Stan-
dardmodells (MSSM) [47] gegeben. Die Brechung der Eichsymmetrie beruht
in diesem Modell wie bei dem Standardmodell auf dem Higgsmechanismus,
so dafl alle Aussagen zum Massenproblem im Standardmodell prinzipiell
zunéchst auch fiir das MSSM gelten. Als zusétzliches Problem taucht im
MSSM die Frage auf, wie die Supersymmetrie gebrochen wird. Aufgrund
dieser ungelosten Frage kommen zu den 18 freien Parametern des Standard-
modells im MSSM weitere 106 freie Parameter hinzu, die iiberwiegend die
Massen und die Mischungswinkel der Superpartner beschreiben [48].

Ohne weitere Annahmen erlaubt die Supersymmetrie keinerlei tieferge-
hendes Verstindnis der Fermionmassen. Unter der Vorausetzung, dafl die
Supersymmetrie unterhalb einer Skala von etwa 1 TeV gebrochen wird, 1483t
sich jedoch eine Obergrenze von ca. 130 GeV [49] fiir das leichteste Higgsbo-
son ableiten.

Grofle Vereinheitlichte Theorien (GUT)

Die oben diskutierte Untersuchung der Skalenabhéngigkeit der Parameter
des Standardmodells brachte als eine der ersten Beobachtungen, daf die drei
Kopplungskonstanten des Standardmodells bei einer Skala von etwa 10%GeV
den gleichen Wert annehmen.® Dies kann so interpretiert werden, daf bei die-
ser Skala nur eine einfache Eichgruppe mit entsprechend nur einer Kopplungs-
konstanten existiert, aus der dann durch spontane Symmetriebrechung nach

8Historisch betrachtet waren fiir die Entdeckung von GUT allerdings rein gruppentheo-
retische Erwégungen ausschlaggebend.
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dem Higgsmechanismus die drei Eichgruppen des Standardmodells hervorge-
hen. Die Gruppe mit dem niedrigsten Rang, die als Eichgruppe einer GUT in
Frage kommt, ist SU(5). Wie Georgi und Glashow zeigen konnten [50], las-
sen sich alle Standardmodell-Fermionen so auf SU(5)-Multipletts verteilen,
daB die SU(5)-GUT keine zusétzlichen Fermionen vorhersagt. In der GUT
mit der Eichgruppe SO(10) [51] konnen alle 15 Fermionen einer Familie als
Mitglieder einer SO(10)-Darstellung 16 aufgefait werden. Ein rechtshéndiges
Neutrino komplettiert das 16-plett und kann in natiirlicher Weise als das fiir
den “seesaw”-Mechanismus erforderliche Majorana-Neutrino angesehen wer-
den. Den beiden genannten GUT sowie allen weiteren ist gemein, dafl sowohl
Quarks als auch Leptonen in den gleichen Multipletts auftreten. Dies ist die
Ursache fiir den Protonzerfall, der eine generische Vorhersage von GUT ist.
Eine weitere Konsequenz dieser Tatsache besteht darin, dafl in GUT Quark-
und Leptonmassen typischerweise nicht mehr unabhéngig sind. Im Rahmen
der SU(5)-Theorie gilt bei der Skala Agyr beispielsweise fiir die Yukawakopp-
lungen A; = Xy, As = Ay, Ag = Ae. Davon ist nur A; = A, phénomenologisch
akzeptabel. In der Arbeit von Georgi und Jarlskog [52] wurde spéter ei-
ne Struktur vorgeschlagen, die auf phinomenologisch akzeptable Relationen
fithrt. Aussagen dieser Art konnen in einer Vielzahl von GUT-Varianten ge-
macht werden. Ahnlich wie bei der Untersuchung bestimmter Massenmatrix-
Texturen kann so die Zahl der freien Parameter reduziert werden, d.h. in
einer GUT kann das Fermionmassenproblem teilweise gelost werden.

Andererseits enthalten diese Theorien neue schwere Eichbosonen und z.T.
skalare Felder in hochdimensionalen Darstellungen. Die Massen dieser zusétz-
lichen Teilchen bleiben in GUT weithin unbestimmt.

Die einfachste SU(5)-GUT ist mittlerweile aufgrund der zu niedrig vorher-
gesagten Protonlebensdauer experimentell widerlegt. Eine supersymmetri-
sche Erweiterung der SU(5)-Theorie ist hingegen phanomenologisch zuléssig.
Sie liefert sogar eine sehr gute Vorhersage fiir die Vereinigung der Kopp-
lungskonstanten. Beziiglich der Vorhersagen zu den Fermionmassen bietet
diese Theorie aber keine wesentlichen neuen Einsichten.

Da die Phanomenologie der vieldiskutierten Stringtheorien ausschliefllich
iiber spezifische “stringinduzierte” GUT erfolgt [53], ergeben sich aus diesen
Theorien keine neuen Anhaltspunkte fiir das Fermionmassenproblem.

Gruppe 3: Zusammengesetztes Higgsboson

In Gruppe 3 werden solche Ansétze zur dynamischen Massenerzeugung vor-
gestellt, in denen das Higgsboson nur ein effektiver Freiheitsgrad ist, der
durch Fermionkondensation entsteht.

28



“Technicolor”

Ein grundlegender dynamischer Ansatz besteht darin, den Mechanismus der
chiralen Symmetriebrechung in der QCD auf die Symmetriebrechung im
Standardmodell zu iibertragen. Wie in Abschnitt 2.1 erldutert, bildet sich
die skalare Dichte gg dynamisch und der nichtverschwindende Vakuumer-
wartungswert (gq) fungiert als Ordnungsparameter der spontanen Symme-
triebrechung. Wollte man dieses Quark-Kondensat zur Erkldrung der Bre-
chung SU(2);, x U(1)y — U(1)em verwenden, so ergéibe sich die Vorhersa-
ge Mz ~ 30MeV, vgl. [54]. Aus diesem Grund postulierten Weinberg und
Susskind [55] neue masselose “techni”-Fermionen f, die einer neuen Eich-
wechselwirkung mit “technicolor” (TC) Eichgruppe Gr¢ unterliegen und de-
ren Kondensat ff als zusammengesetztes Higgsboson agiert. Dieser Ansatz
ist insofern sehr natiirlich, da auch in anderen physikalischen Situationen,
in denen spontane Symmetriebrechung auftritt — wie z. B. in der Supralei-
tung, Fermionkondensation beobachtet wird. Eine wesentliche Schwéche von
TC-Theorien besteht darin, daf§ zunéchst nur die Eichbosonmassen erzeugt
werden, dagegen aber keine Yukawakopplungen zwischen den zusammenge-
setzten Higgsbosonen und den Fermionen.

Diesem Problem wird durch Erweiterung der Eichgruppe (extended TC,
ETC) und der Einfithrung eines zusétzlichen Symmetriebrechungsschritts be-
gegnet [56]. Die erweiterte Eichgruppe Ggrc umfait Gre, SU(3) und Ggayor
und wird auf einer Skala von einigen hundert TeV auf Gr¢ x SU(3) gebro-
chen. Die so erzeugten schweren Eichbosonen vermitteln Ubergiénge zwischen
Standardmodell-Fermionen und TC-Fermionen, wodurch &hnlich wie in dem
oben beschriebenen Strahlungsmechanismus die erforderlichen effektiven Yu-
kawaoperatoren erzeugt werden.

Dieselben Uberginge induzieren aber auch “flavor”-verletzende neutrale
Strome, fiir die z. T. sehr starke Schranken bestehen, die es erforderlich ma-
chen, weitere Verfeinerungen des Modelle zu diskutieren (walking TC, WTC
[57]). Die Komplexitit dieser Ansétze zusammen mit der Schwierigkeit der
Behandlung stark wechselwirkender Fermionen haben bislang quantitativ zu-
verldssige Vorhersagen der Fermionmassen und -mischungswinkel verhindert.

Ubersichtsartikel finden sich in Ref. [58].

“Top”-Kondensation

Das “top”-Quark ist als einziges Fermion nicht als leicht im Vergleich mit der
elektroschwachen Skala anzusehen. Es besitzt daher eine wesentliche stéarkere
Kopplung an den symmetriebrechenden Sektor des Standardmodells, d. h.
At =~ O(1). Es ist also denkbar, dafl die Yukawakkopplung des t-Quarks zu
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einer “top”-Kondensation fithren konnte [59]. Im Rahmen eines Ansatzes,
in dem die Selbstwechselwirkung des t-Quarks durch einen 4-Fermion-Term
beschrieben wird, konnte durch eine Selbstkonsistenzrechnung die Masse des
t-Quarks berechnet werden [60], allerdings liegt die Vorhersage hoher als
der schliellich experimentell beobachtete Wert. Auch in Ansétzen, in denen
der 4-Fermion-Term durch eine neue Eichwechselwirkung generiert wird [61],
konnte dieser Mangel nicht behoben werden.

Weitere Entwicklungen dieser Grundidee kombinieren die “top”-
Kondensation mit der TC-Idee (“topcolor assisted TC” [62]). Ein aktueller
Uberblick ist in Ref. [63] enthalten.

Gruppe 4: Substrukturmodelle

Wihrend in den soeben diskutierten Ansédtzen nur die skalaren Felder
zusammengesetzt sind, sollen in Gruppe 4 Theorien mit einer vollstdndigen
Ebene von Substruktur betrachtet werden. Dies sind Modelle in denen
auch die massiven Eichbosonen und die Fermionen nicht elementar,
sondern zusammengesetzt sind. Eine ausfiihrlichere Diskussion dieser Mo-
delle wird auf den eigenen Abschnitt 2.5 am Ende dieses Kapitels verschoben.

Nach dieser skizzenhaften Ubersicht verschiedener Ldsungsansétze soll
in dem nachfolgenden Unterabschnitt eine eigene, neue Herangehensweise
an das Massenproblem vorgelegt werden.

2.3.1 Ein neuer Blick auf skalare Felder

Die skalaren Felder spielen aus theoretischer Sicht eine zwiespéltige Rolle im
Standardmodell, aber auch in Theorien jenseits des Standardmodells:

Einerseits ist klar, daf} es ein Higgsboson geben muf§ oder zumindest ein
Teilchen, dessen Kopplung an Fermionen proportional zu deren Masse ist.
Dies ist etwa in Ref. [64] erldutert am Beispiel der Aufhebung der verschie-
denen divergenten Beitrige zum Prozess ete™ — WTW ™, die nur dann zu-
stande kommt, wenn es ein skalares Teilchen H gibt, dessen Kopplung Hee
proportional zur Elektronmasse ist.

Auf der anderen Seite stehen prinzipielle theoretische Erwégungen, die
einer fundamentalen Rolle fiir skalare Felder zu widersprechen scheinen.
Die Quantenkorrekturen zu den Massenparametern skalarer Felder enthalten
quadratisch divergente Beitrdage. Diese werden von den héchsten eingehenden
Impulsen dominiert. Wenn es bis zur Planck-Skala keine neue Physik gibt,
erhéalt das Quadrat der Masse eines skalaren Feldes also Quantenkorrekturen

30



von der Ordnung O((10')% GeV?). Infolgedessen miissen die Massenpara-
meter in jeder Ordnung Storungstheorie extrem genau festgelegt werden, um
die Masse des skalaren Feldes auf der entsprechenden Skala von der Ordnung
O(100 GeV) zu stabilisieren. Dieser Umstand wird als “fine-tuning”- bzw.
Hierarchieproblem bezeichnet [65, 66].

Es gibt auflerdem starke Hinweise [67, 68|, daf§ die skalare Feldtheorie
nur als freie, d. h. nicht-wechselwirkende, Theorie konsistent ist. Eine solche
Feldtheorie wird trivial genannt. Dies wird generell als ein Indiz dafiir ange-
sehen, dafl ein Modell mit einem skalaren A¢*-Wechselwirkungsterm nur eine
effektive Theorie sein kann, die auf einer hohen Energieskala in eine umfas-
sendere Theorie eingebettet sein mufl. Ein solcher Wechselwirkungsterm ist
aber fiir die spontane Symmetriebrechung im Standardmodell wesentlich.

Skalare Felder werden schliefSlich als reine Hilfsfelder fiir die Symmetrie-
brechung betrachtet. Fiir diese Hilfsfelder gibt es jedoch selbst in dieser Funk-
tion keine physikalische Notwendigkeit, wie die eingangs beschriebenen Theo-
rieanséitze mit zusammengesetzten Higgsbosonen belegen. Der skalare Sektor
wird zu diesem Zweck iiberdies ad hoc eingefiihrt, was zu einer grofien Zahl
freier Parameter fiithrt. Diese Unbestimmtheit der Kopplungskonstanten ist
der offensichtliche Grund fiir die Unbestimmtheit der Fermionmassen und
der Masse des Higgsbosons, also des Massenproblems.

In diesem Unterabschnitt mochte ich die genannten Einwédnde und Vor-
behalte gegen skalare Felder als fundamentale Materiebestandteile beiseite
lassen und eine andere Sichtweise vorschlagen. Wie eben gesagt, zeichnet sich
der skalare Sektor durch eine Vielzahl beliebiger Kopplungskonstanten aus.
Diese Situation erinnert an die Lage in der Hadronphysik vor Entdeckung
der QCD, wo jeder einzelne Wechselwirkungsterm ebenfalls eine eigene theo-
retisch unbestimmte Kopplungskonstante implizierte. Die Leistungsfahigkeit
von Eichtheorien besteht nun u.a. gerade darin, die Struktur der Kopplungs-
terme festzulegen und die Zahl der Kopplungskonstanten auf je eine pro
halbeinfache Eichgruppe zu reduzieren.

Gesondert sei auch auf folgende Beobachtung hingewiesen: Durch den
Austausch eines Higgsbosons im s-Kanal wird dem Standardmodell eine neue
Wechselwirkung hinzugefiigt. Dies ist die einzige Wechselwirkung im Stan-
dardmodell, die nicht aus einem Eichprinzip abgeleitet wird.

Was konnte also naheliegender sein, als nach einer Eichsymmetrie Aus-
schau zu halten, die die Wechselwirkung des Higgsbosons mit den Fermio-
nen und seine Selbstwechselwirkung festlegt und dadurch die unerwiinschten
freien Parameter aus der Theorie eliminiert? So naheliegend und einfach die-
se Idee auch ist, es gibt eine offensichtliche Schwierigkeit: Nach dem Prin-
zip der minimalen Substitution miissen die Eichfelder die gleiche Lorentz-
Tensorstruktur haben wie der Differentialoperator 9,. Diese Bedingung ist
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fiir ein skalares Feld aber nicht erfiillt.

Die ersten Versuche, das Higgsfeld als ein FEichfeld zu konstruieren
[69], sind daher von der Annahme einer hoher-dimensionalen Raumzeit wie
in Kaluza-Klein-Theorien ausgegangen. Die zusétzlichen Komponenten der
Eichfelder wurden dann mit dem Higgsfeld identifiziert [70]. Dieser Ansatz
ermoglichte eine Vorhersage der Masse des Higgs-Teilchens und des Wein-
bergwinkels — allerdings im Widerspruch mit der Beobachtung, wie sich
spater herausstellte. Eine dhnliche Herangehensweise wurde in jlingerer Zeit
im Rahmen der nichtkommutativen Geometrie verfolgt aufbauend auf der
urspriinglichen Arbeit von M. Dubois-Violette, R. Kerner und J. Madore
[71]. Dort wird das Higgsfeld als das Eichfeld der hypothetischen diskreten
Komponente der Raumzeit aufgefasst, die die Nichtkommutativitat dieser
Geometrie charakterisiert.

Ich mochte hier eine andere Strategie vorstellen. Anstatt die skalaren
Felder mit den bekannten Eichfeldern zu verkniipfen, sollen die skalaren Fel-
der hier durch eine Vektorgrofle dargestellt und als eigenstédndige Eichfelder
betrachtet werden. Die natiirlichste Wahl fiir eine solchen Zweck ist das Vek-
torfeld ¢(z)7,, wobei ¢(z) eine reellwertige skalare Funktion des Minkowski-
Raums ist. ?

Im folgenden werden wir sehen, daf§ sich das Vektorfeld ¢, in starker
Analogie zu den konventionellen Vektorfeldern A, verhélt. Zusétzlich wird
gezeigt, dafl der eine Freiheitsgrad des Vektorfeldes ¢y, gerade die Eigen-
schaften eines skalaren Bosons besitzt mit dem Unterschied, daf§ alle Kopp-
lungen dadurch festgelegt werden, daf§ die Grofe ¢y, entsprechend einem
Eichfeld eingefiithrt wird. Die ganze Konstruktion wird im Detail fiir die
Eichgruppe U(1) und ein einfaches nicht-abelsches Beispiel vorgestellt. Der
Unterabschnitt endet mit einer Diskussion der Stédrken und Schwéchen des
Ansatzes.

Abelscher Fall

Betrachten wir zunéchst die freie Feldtheorie des Vektorfeldes ¢y,. Wir de-
finieren den (Higgs-) Feldstérketensor H,, wie iiblich durch:

HMV = aﬂ(@’%/) - ay(SD'Yu) (230)

Der Term fiir die zugehorige kinetische Energie lautet tr(H,, H*"), wobei
die Spur iiber die y-Matrizen auszufiithren ist. Unter Ausnutzung der An-
tikommutationsrelation fiir die y-Matrizen y#~v" 4+ y*~y* = 2g" mit g =

9Dies ist sicher keine eindeutige Wahl. Man konnte beispielsweise pseudoskalare Boso-
nen durch ¢(x)vys7y, darstellen usw.
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diag(1,—1,—1,—1) kann die Spur ausgewertet werden:
trH,, H*" = 240,00" ¢. (2.31)

Diese Gleichung zeigt, dafl die Lagrange-Funktion des freien Vektorfeldes
¢, gerade mit der Klein-Gordon Lagrange-Funktion eines masselosen reellen
Skalarfeldes ¢ iibereinstimmt.

Betrachten wir nun die Kopplung des Vektorfeldes ¢y, an ein Dirac-
Fermion . Die entsprechende Lagrange-Funktion kann in vollstdndiger Ana-
logie zum Fall der QED geschrieben werden:

1
Lsp = Y (iv*D, — m)y + ﬁtrHWH‘“’, (2.32)
wobei die kovariante Ableitung D,, gegeben ist durch [72]:
D, =0, +igpvy,. (2.33)

Die Lagrange-Funktion Lgp ist invariant beziiglich der folgenden lokalen
Eichtransformation (Siehe aber die einschrankende Diskussion am Ende des
Unterabschnitts.):

P — eio‘(‘”)w, (2.34)
P — ey, (2.35)
1
OV = PV — gaua(x). (2.36)

Fiir den Wechselwirkungsterm entnimmt man Gl. (2.32) somit:

gy ()0 = 49 (2.37)

Aus dieser Gleichung lisst sich entnehmen, dafl die durch das neue Eichfeld
vermittelte Wechselwirkung gerade durch den bekannten Yukawa-Term be-
schrieben wird. Die Yukawa-Kopplungskonstante kann mit der neu eingefiihr-
ten Eichkopplungskonstanten ¢ bis auf einen Faktor 4 identifiziert werden.!?
Schlieflich soll noch die Selbstwechselwirkung des ¢v,-Feldes berticksich-
tigt werden durch folgende Modifikation der Definition von H,, (vgl. GL
(2.30)):
H,, = D) — Dulpy,)- (2.38)
Im Falle des Photonfeldes ist diese Modifikation irrelevant wg. [A,, A,] = 0.
Fiir das Vektrofeld ¢, hingegen erhélt man einen Selbstwechselwirkungs-
term, obwohl man es mit einer abelschen Eichgruppe zu tun hat:

H,, = 0.(p7) — 0o () +i99% [, 1. (2.39)

10Der Strom, an den das skalare Feld koppelt ist der Fermionzahl-Strom; vgl. die Dis-
kussion der Kopplung eines Bosons an den erhaltenen Strom der Baryonenzahl [73].
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Es kann leicht verifiziert werden, daf§ der modifizierte Feldstéarketensor H,,
invariant ist unter den Eichtransformationen aus Gl. (2.34 — 2.36). (Beachte
das caveat am Ende des Unterabschnitts.)

Zusammenfassend lésst sich sagen, dafl die neu eingefithrten y-Matrizen
aus der Lagrange-Funktion letztlich herausfallen und nur bereits bekannte
Term verbleiben:

Lsp = P(in"d, — m)y — 4gpidip + 900" + 8¢° ", (2.40)

Diejenige Terme, die entsprechend im Standardmodell ad hoc erscheinen, und
zwar der Yukawa-Term und das skalare Potential, entstehen im hier vorge-
stellten Rahmen auf vollig natiirliche Art und Weise. Wie bei den bekannten
Eichtheorien gibt es keinen Massenterm fiir das Eichboson, noch darf es einen
solchen Term geben. Die spontane Brechung der Eichsymmetrie konnte nach
dem Colemann-Weinberg-Mechanismus [74] erfolgen und so Massenterme so-
wohl fiir das skalare Boson als auch fiir das Fermion erzeugen. Die Frage der
Symmetriebrechung soll aber hier nicht weiter diskutiert werden.

Nun lielen sich ohne weitere Komplikationen ein Photonfeld A, und die
elektromagnetische Wechselwirkung hinzufiigen. Die Struktur des Yukawa-
Terms verbietet eine elektrische Ladung fiir das skalare Feld ¢, es sei den
man geht zu einer chiralen Theorie iber mit m = 0 und unterschiedlichen
Ladungen fiir die links- und rechts-héndigen Fermionfelder.

Nicht-Abelscher Fall

Die soeben vorgestellten Konstruktionen lassen sich ohne weiteres auf nicht-
abelsche Eichgruppen verallgemeinern. Anstelle eines einzelnen Vektorfeldes
¢, geht man zu einem Multiplett von Vektorfeldern iiber ¢,7v,,a =1,---,n.
Zur Tllustration sei das Beispiel eines SU(2) Fermion Dupletts ¥ vorgestellt,
das an ein Triplett (©17,, Y2V, ©37,) von Vektorfeldern koppelt, wobei jedes
einzelne ¢; ein reelles skalares Feld darstellt.

Die Lagrange-Funktion kann entsprechend der bekannten Yang-Mills
Theorie [75] geschrieben werden:

— 1
Lsue) = V(@y"Dy —m)¥ + S tri, HY (2.41)

mit der kovarianten Ableitung

D,=0,+1i9®, (2.42)
und dem Eichfeld 1
P, = §Ta(g0a%), (2.43)
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wobei 7, fiir die Pauli Matrizen steht und eine Summe iiber wiederholte
Indices ausgefiihrt wird. Der Feldstérketensor ist wie zuvor in Gl. (2.38)
definiert:

H, =0,(®,) — 0,(®,) +ig[D,, ,]. (2.44)

Die Spur im kinetischen Term von Gl. (2.41) muss iiber SU(2)- und ~-
Matrizen genommen werden.

Es ist einfach zu verifizieren, daf die Lagrange-Funktion Lgy(9) invariant
ist unter den folgenden lokalen Eichtransformationen (Siehe aber die ein-
schrankende Diskussion am Ende des Unterabschnitts.):

U(x) — G(x)¥(x) (2.45)
mit )
G(z) = exp {;Ta@a($)} (2.46)
und ‘
o, — GO,G + ;(QLG)G‘I. (2.47)

Genau wie im abelschen Fall verschwinden alle mit den Vektorfeldern ein-
gefithrten y-Matrizen und man erhélt:

1+ 12
+0,0a0" 00 + 329" (Paa)” - (2.48)

Loy = W0, w20 (P

Wie zuvor beobachten wir, dal die Eichsymmetrie einen Yukawa-Term und
ein skalares Potential erzeugt, das nur aus einem ¢*-Term besteht. Die
entsprechenden Kopplungskonstanten werden durch die Eichsymmetrie be-
stimmt und sind einfache Funktionen der neuen Eichkopplung g.

Diskussion und Ausblick

Waéhrend die diskutierten Lagrange-Funktionen tatséchlich invariant sind un-
ter den formalen Ersetzungen nach den Gln. (2.36, 2.47), besteht der we-
sentliche Schwachpunkt des vorgestellten Ansatzes darin, dafl es sich dabei
nicht um wirkliche Transformationen handelt. Die Ausdriicke, durch die die
skalaren “Eichfelder” dabei ersetzt werden, haben nicht dieselbe algebrai-
sche Struktur wie die Ausgangsgréfien. Betrachten wir die Ersetzung nach
Gl. (2.36) im Detail: Die Ausgangsgrofie ist die VektorgroBe «, multipliziert
mit einer skalaren Funktion . Die Zielgrofle auf der rechten Seite der Glei-
chung enthélt die Divergenz einer skalaren Funktion d,(z). Es ist nun nicht
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moglich, diesen Term mit dem Term ¢+, in einem Ausdruck der Form ¢'y,
zusammenzufassen. Genau das wére aber erforderlich, wenn die algebraische
Struktur der Ausgangsgrofien durch die Ersetzung respektiert werden sollte.
Gleiches gilt analog fiir die Ersetzung nach Gl. (2.47). Von einer eigentlichen
Symmetrieoperation kann daher nicht die Rede sein.

Der Wert der vorgestellten Uberlegungen liegt nach meiner Meinung
in ihrer moéglichen Funktion als ein Denkanstofl. Durch die &uflerst simple
Représentation einer skalaren Gréfie in der Form ¢, konnten sowohl die
Yukawa-Terme als auch das skalare Potential in Analogie zu Ausdriicken aus
echten Eichtheorien verstanden werden. Dies kann als ein Hinweis darauf
gedeutet werden, dafl es moglich sein konnte, skalare Felder durch Analogie-
betrachtung mit Eichfeldern besser zu verstehen.

2.4 Massenmatrizen

Allen denkbaren Losungen des Massenproblems ist gemein, dafl sie letztlich
die Massenmatrizen — bei einer bestimmten Skala — vorhersagen miissen.
Es ist daher sinnvoll, allgemeine Uberlegungen anzustellen, welche Struktu-
ren der Massenmatrizen mit dem Massenspektrum und der Mischungsmatrix
konsistent sind.

Wie in Abschnitt 2.2 ausgefiihrt, wird das Spektrum der geladenen Fer-
mionen von der dritten Familie dominiert. Ein naheliegender Ausgangspunkt
fiir die Beschreibung des Spektrums ist also folgende Matrix vom Rang eins:

000
Mpier =Mo-| 0 0 0 |. (2.49)
001

Die Basis, in der eine Massenmatrix vom Rang eins diese Struktur annimmt,
wird als hierarchisch bezeichnet, weil sie die Hierarchie des Spektrums am
deutlichsten widerspiegelt.

Es ist bemerkenswert, dafl diese Matrix durch eine einfache Basistrans-
formation™ UM}, U mit

U=| — (2.50)

=gl
< oSS~
Shshsi

1UDie Matrix U aus GI. (2.50) hat nicht die allgemeinste Form. Aufgrund der Entartung
des Eigenwertes null kénnen noch eine Rotation sowie Phasenfaktoren auftreten, vgl. [76].
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in eine Matrix mit lauter gleichen Eintréagen {ibergeht:

111

M

Mdem:?‘). 111 ]. (2.51)
111

Diese Matrix und die entsprechende Basis werden demokratisch genannt.
Die demokratische Massenmatrix zeichnet sich gegeniiber der hierarchischen
Massenmatrix durch ihre offensichtlich groflere Symmetrie aus. Der entspre-
chende Massenterm ist invariant unter der diskreten Gruppe S(3)1, x S(3)g.
Allein diese Eigenschaft spricht dafiir, in der demokratischen Basis einen aus
mathematischer Sicht ausgezeichneten Startpunkt fiir die Beschreibung des
Spektrums zu sehen. Die Matrix Mgye, spielt aber auch aus physikalischer
Sicht eine besondere Rolle. Als Beispiele seien genannt die BCS-Theorie der
Supraleitung (dort im Hilbertraum der Cooper-Paare) [77], der Hamiltonian
zur Beschreibung grofler Liicken im Spektrum der Kernniveaus durch nu-
kleare Paarungskrifte [78] sowie das Spektrum der neutralen pseudoskalaren
Mesonen (7,7,7') in der QCD [79]. In allen diesen Beispielen beschreibt die
Matrix das Auftreten einer (Massen-)Liicke im Spektrum. Es féllt weiter auf,
daf} es sich in allen Féllen um Systeme mit einer Substruktur handelt, deren
Dynamik durch eine Paarwechselwirkung beschrieben wird. Eventuell kann
allgemein in der Physik das Auftreten einer Massenliicke — wie im Spektrum
der Quarks und Leptonen — als Hinweis auf einen analogen zugrundeliegenden
Mechanismus von Substruktur und Paarwechselwirkung gedeutet werden.

In einer Reihe von Arbeiten [80] wurde nachgewiesen, dafl bereits klei-
ne Brechungsterme der exakten “flavor”-Demokratie ausreichen, um zu ei-
ner realistischen Beschreibung des Quarkmassenspektrums und der Quark-
mischungsmatrix zu kommen.

Ein moglicher Brechungsterm zur Erzeugung der Massen der zweiten Fa-
milie wurde in Ref. [81] diskutiert. Dort wurde gezeigt, daf der einfachste
Term c - diag(0,0,1) eine zutreffende Vorhersage des Matrixelements | Vi, |
erlaubt.

Im folgenden Unterabschnitt werden zwei neue Brechungsterme zur Fr-
zeugung der Massen der ersten Familie vorgestellt.

2.4.1 Zwei explizite Beispiele

Nach diesen allgemeinen Uberlegungen zur Rolle, die die Diskussion expli-
ziter Ansétze fiir die Massenmatrizen zur Verbesserung des Verstdndnisses
des Massenproblems beitragen kénnen, sollen in diesem Unterabschnitt zwei
neue Ansétze vorgestellt und die zugehorigen Vorhersagen fiir die Quarkmi-
schungsmatrix berechnet werden.
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Beide Ansétze basieren auf der zuvor besprochenen demokratischen Mas-
senmatrix. Der Storterm im ersten Beispiel ist diagonal und hierarchisch
strukturiert. Ausgehend von einer Stérung ¢, des (3, 3)-Elementes, ¢ = u, d,
mit ¢, < 1 [81] wird in einem zweiten Symmetriebrechungsschritt eine dia-
gonale Stormatrix mit Eintragen e, an den (1, 1)- und (2, 2)-Positionen und
verschwindender Spur hinzugefiigt mit ¢, < ¢,. Dementsprechend lauten die
Ansétze fiir die Massenmatrizen wie folgt:

1—€, 1 1 1F ey 1 1
M, = py- 1 1+4+¢, 1 Mg = pg- 1 1x¢4 1
1 1 1+4+¢, 1 1 1+ ¢y
(2.52)

Die Parameter der Massenmatrizen ergeben sich als Funktionen der Massen-
eigenwerte ndherungsweise zu:

1 _ 1maq
Hq = 3m3q( 2m3q>>

9 mag —
o ™ g q=ud (2.53)
Eq ~ 3 M - 3m1q2m2q
m3,

Nach Berechnung der entsprechenden FEigenvektoren erhélt man in erster
Néherung fiir die Elemente der CKM-Matrix als Funktionen der Massenei-
genwerte:

Vud =~ ]-7
Vus ~ _<:i: md_ mu>7
My My
Vi = i(i T _ m)
mS mC
Vee = 1,
1 /m m
V. g_(S—C) 2.54
b 5 Ume e (2.54)
1 /m m
V. ~ (S_C)
' \/§ myp my
V;ﬁb ~ 1a
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Diese Formeln dienen zur Orientierung iiber das fiithrende Verhalten der Ma-
trixelemente, sind fiir eine quantitative Auswertung aber nur wenig geeig-
net. Unter Verwendung eines Programms fiir eine numerische Anpassung der
Eingangsparameter [82] und nach Einfiihrung einer Phasenmatrix in der fol-
genden Form:

10 0
Vegm=L""-[ 01 0 |-L° (2.55)
0 0 e

1aBt sich folgender Satz von Eingangsparametern finden:
Wy = 73251 MeV, pug = 1743.0MeV,

cu = 0.0276, ca = 0.1490,
€. = 0.0020, g = 0.0274, (2.56)
¢s = 0.0797.

Mit diesem Parametersatz errechnet man die folgenden laufenden Quarkmas-
sen bei p = 1Gev:

m, = —42MeV, m, = 1346MeV, m; = 220432MeV,
mg = —53MeV, m, = 175MeV, m, = 5319MeV.

Fiir die Absolutwerte der CKM-Matrix ergibt sich:

0.9752 0.2210 0.0073
Verar = | 0.2210 0.9743 0.0427 | . (2.58)
0.0128 0.0414 0.9991

Damit ist gezeigt, dafl der untersuchte Massenmatrixansatz die Quarkmassen
und -mischung adéquat beschreiben kann.

In dem zweiten Beispiel wird ein alternativer Storterm fiir den zweiten
Symmetriebrechungsschritt diskutiert, der besser mit den diskreten Symme-
trien der demokratischen Massenmatrix vertréiglich ist, siche dazu Ref. [83].
Die Massenmatrizen sind gegeben durch:

l—e, 1 1+¢
M, = - 1 l+e 1—¢ |, q=u,d. (2.59)
I+e 1—¢€¢ 1+4¢

(2.57)

In diesem Fall erhélt man in erster Ordnung fiir die Parameter als Funktion
der Masseneigenwerte folgende Abhéngigkeiten:

~ 1 _ 1mag

Mg = 3M3q ( 2m3q> )
9 M2q

~Y =z =1 —
Co = g ¢ =u,d, (2.60)

~ 3migmaq
Eq — - 2

m3,
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Nach entsprechender Standardrechnung kommt man auf die folgenden Aus-
driicke fiir die Elemente der CKM-Matrix:

Vud =~ 17
vus:_< md_ mu>7
M me
‘/cd = ( md_ mu>7
mg me
%S 2 17
1 c
Vo ~ —— (ms—m), (2.61)
2\my, my
1 /m m
Vi, ~ <S_C>
' \/§ my My
‘/;fb ~ ]-7
Vi o[ (e )
me \my My
mg (Ms Mg
Via =~ d(—).
me \my My

2.5 Substrukturmodelle und Massenmatri-
zen

Das Massenproblem als eines der wesentlichen Schwachstellen des Stan-
dardmodells ist in den vorangegangenen Abschnitten ausfiihrlich dargestellt
worden: die Zahl der freien Parameter im Higgssektor, das “fine-tuning”-
Problem, die Frage der Trivialitdt, die unbestimmte Zahl der Higgsdupletts
und insbesondere die Fragen nach dem Fermionmassenspektum und der
Struktur der Fermionmischung.

Daneben gibt es aber noch eine Reihe von weiteren Fragen, die das Stan-
dardmodell unbeantwortet 1af3t:

e Was ist der Grund fiir die Paritétsverletzung in der schwachen Wech-
selwirkung? Im Standardmodell wird sie durch die unterschiedlichen
Quantenzahlen fiir links- bzw. rechtshéndige Fermionen zwar ausrei-
chend beschrieben, ohne aber eine tiefere Erklarung zu geben. Warum
ist der geladene Strom rein linkshéndig?

e Was ist der Mechanismus der CP-Verletzung? Nach derzeitigem Kennt-
nisstand kann die CP-Verletzung durch die komplexe Phase in der
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CKM-Matrix addquat beschrieben werden, wofiir die Tatsache wesent-
lich ist, dafl es mehr als zwei Fermionfamilien gibt. Das Standardmodell
bietet keinen tieferen Einblick in den Mechanismus.

e Warum wiederholen sich die Fermionfamilien? Die stabile Materie ist
nur aus den Fermionen der ersten Familie aufgebaut. Warum gibt es
mehr als diese eine Familie? Gibt es mehr als drei Familien?

e Damit verbunden ist die Frage, warum es so viele fundamentale Felder
gibt. Pro Familie sind es 15 Fermionen; dazu kommen 12 Eichboso-
nen und wenigstens ein skalares Teilchen. Sind all diese Felder wirklich
elementar?

e Woher kommt die grofie Ahnlichkeit der Quarks und Leptonen
beziiglich der elektroschwachen Wechselwirkung? Die Multiplettstruk-
tur beziiglich SU(2)y, ist weitgehend analog fiir Quarks und Leptonen
und die elektrische Ladung des Elektrons ist mit groffter Genauigkeit
entgegengesetzt gleich zur Ladung des aus drei Quarks bestehenden
Protons.

e Was ist die Erklarung fiir die Struktur der Eichgruppe des Standardmo-
dells? Wie 143t sich die Grole der Eichkopplungskonstanten verstehen?

Man erkennt also, daf} trotz des auflerordentlich groflen phdnomenologi-
schen Erfolgs des Standardmodells viele strukturelle Fragen nicht beantwor-
tet werden. In der Geschichte der Physik hat es sich immer wieder gezeigt,
daB ein tieferes Verstdndnis von struktureller Fragen und insbesondere von
Mechanismen fiir unerklarte Phéanomene erst durch die Entdeckung einer
neuen Substrukturebene erreicht wurde. Dies galt fiir die Atomphysik, die
Kernphysik und schlieBlich beim Ubergang von der Hadronphysik zur QCD.
In allen Féllen hatte man es mit einer stetig komplexer werdenden Phianome-
nologie des Spektrums und der zugehorigen Ubergangswahrscheinlichkeiten
zu tun, das auf dem Niveau von Konstituenten berechenbar und verstiandlich
wurde. In der Physik der Quarks und Leptonen geht es um das Massenspek-
trum und die Fermionmischung. In Abschnitt 2.3 wurden die Modelle vorge-
stellt, in denen nur der Higgssektor eine Substruktur aufweist. Dort wurden
auch die Schwierigkeiten angesprochen, in solchen Modellen realistische Yu-
kawakopplungen zu induzieren. Der néchste natiirliche Schritt konnte darin
bestehen, auch fiir die Quarks und Leptonen eine Substruktur zu postulieren.
In einem dynamischen Modell dieser Art wéire dann im Prinzip das gesamte
Spektrum der Teilchen inklusive ihrer Quantenzahlen berechenbar. So daff in
einem vollstédndig geldsten, phdnomenologisch zutreffenden Substrukturmo-
dell sowohl das Massenproblem und das Phanomen der Mischung verstanden
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wéren als auch die oben aufgelisteten Fragen nach der Paritéts- und der CP-
Verletzung, der Wiederholung der Fermionfamilien und der Ahnlichkeit von
Quarks und Leptonen beantwortet wiirden.

Ob in einem solchen Modell auch die Vektorbosonen zusammengesetzt
sind, ist derzeit noch nicht eindeutig geklédrt. Nach einem Satz von Weinberg
und Witten [84] gibt es starke Einschriankungen fiir die mogliche Existenz
masseloser zusammengesetzter Vektorbosonen, so dafl eine Substruktur fiir
das Photon und die Gluonen unwahrscheinlich ist. Anders ist die Situation
fiir die massiven Vektorbosonen, hier ist eine Situation in Analogie zur QCD
leicht denkbar. Danach wiirden die Vektorbosonen der schwachen Wechsel-
wirkung etwa dieselbe Rolle spielen wie die p- und w-Mesonen in der QCD,
die schwachen Krifte wiren vergleichbar mit den Kernkriften als residua-
le Wechselwirkungen und der schwache Isospin wére nicht mehr als lokale
Eichsymmetrie anzusehen sondern als eine globale Symmetrie wie auch der
Isospin in der QCD.

Nach einer Analyse [85] aktueller Streuexperimente bei den hochsten
verfiigharen Energien ist der Radius R der Quarks und Leptonen kleiner
als 107" cm. Die zughorige charakteristische Energieskala Ay, ist entspre-
chend mindestens von der Groflenordnung 1TeV. Falls es also eine weitere
Substrukturebene der Materie gibt, unterscheidet sich ihre Dynamik von dem
bisher Beobachteten. In der QCD etwa entspricht der inverse Radius des Pro-
tons genau der charakteristischen Energieskala Agcp von der GoBenordnung
100 MeV bzw. der Protonmasse. Eine solche Relation zwischen inversem Ra-
dius des Bindungszustands, charakteristischer Energieskala und Masse des
Bindungszustandes erwartet man allgemein in nicht-abelschen Eichtheorien
mit “confinement”, weil die einzige und damit charakteristische Skala solcher
Theorien festgelegt wird durch die Energieskala, bei der die Kopplungskon-
stante formal divergiert; vgl. Gl. (2.15).

Andererseits sind diese Theorien derzeit die einzigen sinnvollen Kandi-
daten zur Beschreibung der Dynamik der Konstituenten der Quarks und
Leptonen. Die zugehorige Quantenzahl wird {iblicherweise als “hypercolor”
bezeichnet und die entsprechende Eichgruppe mit dem Index H gekennzeich-
net. Demnach wiirde man in Substrukturmodellen generell Fermionmassen
von einigen TeV erwarten, mehrere Groflenordnungen iiber den beobachte-
ten Werten. Die Schwierigkeit besteht also darin, zusammengesetzte Teil-
chen zu beschreiben, die sowohl leicht als auch klein sind. Als Startpunkt
sucht man daher nach Theorien, in denen die zusammengesetzten Fermionen
zundchst masselos sind. 't Hooft [86] wies darauf hin, dafl unter bestimm-
ten Voraussetzungen ungebrochene Eichtheorien mit “confinement” globale
chirale Symmetrien aufweisen, die masselose zusammengesetzte Fermionen
implizieren, solange die chiralen Symmetrien nicht spontan gebrochen wer-
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den. Fiir ein solche spontane Symmetriebrechung ist das Auftreten von An-
omalien wesentlich. Unter einer Anomalie versteht man in diesem Zusam-
menhang, dafl ein mit der chiralen Symmetrie einhergehender Strom auf der
Ebene der (klassischen) Lagrange-Funktion formal erhalten ist, aber durch
Quanteneffekte eine anomale Divergenz erhélt, was bei der Berechnung ent-
sprechender Feynmangraphen sichtbar wird. Eine notwendige Bedingung an
die Anomaliestruktur der Theorie fiir das Ausbleiben spontaner Brechung
der chiralen Symmetrien wurde in der gleichen Arbeit angegeben [86]: Fiir
jeden erhaltenen globalen Strom miissen sich dieselben Anomalien auf dem
Niveau der fundamentalen Konstituenten wie auf dem Niveau der masselo-
sen physikalischen Bindungszustidnde ergeben. Anhand dieser Bedingung 1483t
sich iiberpriifen, ob in einem gegebenen Modell iiberhaupt masselose Fermio-
nen mit Substruktur auftreten kénnen und es lassen sich so viele Modelle
ausschliessen. Die physikalische Situation ist analog zur Brechung der chira-
len Symmetrie in der QCD, vgl. Abschnitt 2.1. Dort treten die Pionen als
masselose Goldstone-Bosonen der spontan gebrochenen chiralen Symmetrie
auf, die durch eine weitere explizite Symmetriebrechung aufgrund der nicht-
verschwindenden Quarkmassen eine kleine Masse (verglichen mit der Skala
AQCD) erhalten.

Nach diesen allgemeinen Uberlegungen zur Motivation von Substruk-
turmodellen, zu den experimentellen Schranken fiir den etwaigen Radius
von Quarks und Leptonen und den sich daraus ergebenden Schwierigkei-
ten, natiirlich hinreichend kleine Fermionmassen zu erhalten, sollen nun zwei
typische Beispiele kurz vorgestellt werden.

Quarks und Leptonen kénnen als Fermionen am einfachsten aus drei Fer-
mionen oder aus einem Boson und einem Fermion aufgebaut werden. Jeder
dieser beiden Ansitze wird an einem typischen Modell illustriert. Ubersichts-
artikel mit Hinweisen auf weitere Substrukturmodelle finden sich in den Re-
ferenzen [87] — [98].

Rishon-Modell

Im Rishon-Modell [99] gibt es zwei — Rishons genannte — Fermionen T und V
mit elektrischer Ladung %e bzw. 0, die als Tripletts unter der “hypercolor”-
Eichgruppe SU(3)y transformieren. Die Fermionen der ersten Familie konnen
mit den folgenden “hypercolor”-Singuletts identifiziert werden:

() - (W) (3) - () e

Im Rishon-Modell bleiben neben der “hypercolor”-Wechselwirkung auch die
starke und elektromagnetische Wechselwirkung fundamental und werden
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durch ungebrochene lokale Eichtheorien beschrieben. Unter der Eichgruppe
SU3)g x SU(3)c X U(1)en transformieren die Rishons somit wie

T = (3,3,5), V = (3,3,0). (2.63)

Die schwache Wechselwirkung wird in diesem Modell nicht durch eine
lokale Eichtheorie beschrieben. Der Austausch der folgenden “hypercolor”-
Singuletts

Wi g TTTVVV
Zp | = | TT+VV (2.64)
Wik TTTVVV

vermittelt die schwache Wechselwirkung und wird in einer effektiven Lagran-
gefunktion mit globaler SU(2)y, x SU(2)g Symmetrie beschrieben. Die Masse
dieser W- und Z-Bosonen kann durch eine spontane, dynamische Symme-
triebrechung mit zusammengesetzten Higgsbosonen erzeugt werden, die auch
die Quark- und Leptonmassen erzeugt und fiir die spontane Brechung der Pa-
ritat sorgt.

Das Rishon-Modell ist ein gutes Beispiel dafiir, daf sich sehr 6konomisch
Bindungszustdnde mit den geeigneten Quantenzahlen erzeugen lassen. An-
dererseits gibt es eine Reihe phdnomenologischer Probleme. Da in diesem
Modell nur die Quantenzahl (B — L) erhalten ist und nicht die Baryonzahl B
und die Leptonzahl L individuell, ist der Protonzerfall p — e*7® kaum un-
terdriickt. Daraus ergibt sich je nach der spezifischen Variante des Modells
eine “hypercolor’-Skala Ay von 107 GeV bis zu 10'® GeV. Die Frage der klei-
nen Massen der Quarks, der Leptonen und der schwachen Bosonen stellt sich
daher mit besonderer Deutlichkeit. Dariiberhinaus ist nicht klar, warum die
weiteren “hypercolor”-Singuletts sich in der Masse von den Standardmodell-
Teilchen stark unterscheiden sollten.

Haplon-Modell

Das Haplon-Modell [100] enthélt ein Fermion-Paar («, ), das als schwa-
ches Isospin-Duplett transformiert und das als Konstituenten der schwachen
Vektorbosonen dient. Hinzu kommen zwei Skalare x und y, die fiir die Unter-
scheidung von Quarks und Leptonen sorgen. Damit ergibt sich eine Quark-
Lepton-Familie wie folgt:

)= () (5) = () ew

Wie im Rishon-Modell sind die elektromagnetische und die starke Wechsel-
wirkung fundamental. SU(N)y ist die ungebrochenen Eichgruppe der “hy-
percolor”. Fiir die SU(3)¢-Darstellungen der Haplonen «, 3, x und y gibt es
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verschiedene Mo6glichkeiten, von denen die einfachsten in Tabelle 2.1 zusam-
mengefaft sind.

Haplon | Spin | el. Ladung | “hypercolor” | “color 1”7 “color 2”7  “color 3”
a : : N 1 3 3
B 5| -3 N L 3 3
X 0 % N 3 1 3
y 0 -3 N 1 3 3

Tabelle 2.1: Mogliche Quantenzahlzuordnungen im Haplon-Modell

Das schwache Isospin-Triplett von “hypercolor’- und “color”-Singuletts
kann mit den schwachen Vektorbosonen identifiziert werden:

W aff
wi | = | plea—pp) |. (2.66)
W- af

Der Zustand %(ao’z + 33) kann als Higgsboson fungieren. Die Haplonen o
und £ sind wie in Tab. 2.1 zu sehen nicht unbedingt SU(3)c-Singuletts. Man
kann daher die Existenz von Farboktett-Partnern der W- und Z-Bosonen
erwarten, wie auch exotische Quarks und Leptonen in nichttrivialen SU(3)c-
Darstellungen.

Das Hauptproblem des Haplon-Modells besteht darin, daf} es die Existenz
fundamentaler Skalare voraussetzt. Diese sind aber mit den gleichen theore-
tischen Schwierigkeiten behaftet wie das Higgs-Boson im Standardmodell —
insbesondere miissen die als masselos vorausgesetzten Haplonen gegen Strah-
lungskorrekturen geschiitzt werden. Auch in diesem Zusammenhang wurde
wie schon in den “technicolor”-Theorien als Losung diskutiert, die skalaren
Haplonen als gebundene Fermion-Antifermion-Paare mit einer eigenen Sub-
strukturskala anzusehen.

Massenspektren und Demokratische Massenmatrizen

Wihrend ein vollstéandig gelostes Substrukturmodell — wie eingangs des Ab-
schnitts betont — viele der offenen Fragen des Standardmodells moglicherwei-
se beantworten konnte, ist man nach dem gegenwértigen Stand der Forschung
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noch weit davon entfernt, Theorien mit einer starken Bindung, wie sie in Sub-
strukturmodellen vorausgesetzt wird, tatséchlich l6sen zu konnen. Aber auch
aus qualitativer Sicht weisen diese Modelle eine Reihe von Schwierigkeiten
auf.

Um Massen fiir die Quarks und Leptonen zu erhalten, die klein sind auf
der Substrukturskala, versucht man zunéchst masselose Fermionen zu kon-
struieren. Um nun aber zu massiven Fermionen iiberzugehen, sind genau
wie im Fall der Pionmassen explizite Massenterme fiir die Konstituenten
erforderlich. Fiir diese Massenterme stellt sich natiirlich die Frage nach ih-
rer Erzeugung prinzipiell in der gleichen Weise, wie sie sich schon fiir das
urspriingliche Massenproblem gestellt hat. Damit wire das Massenproblem
um eine Substrukturebene verschoben, wenngleich es eventuell in dem neuen
theoretischen Rahmen einfacher zu 16sen sein kénnte.

In den beiden vorgestellten Beispielen wurde gezeigt, wie sich die Fer-
mionen der ersten Familie aufbauen lassen. In fast allen Modellen besteht
das Problem zu erklédren, wie sich die weiteren Familien generieren lassen.
Modellunabhéngig werden die folgenden Mechanismen hierfiir erwogen: Die
schwereren Familien kénnten einfach die angeregten Zusténde der ersten Fa-
milie sein. Gegen diesen Mechanismus spricht die Erwartung, dafl die ange-
regten Zustdnde dann Massen von der GroBlenordung der Substrukturskala
haben sollten. In einer Variation dieses Mechanismus enthalten die angereg-
ten Zustande zusétzliche Konstituenten — etwa Teilchen-Antiteilchen-Paare
der Konstituenten der ersten Familie. Schliellich besteht die Moglichkeit,
einem der Konstituententeilchen einen Familienindex hinzuzufiigen.

Einerseits belegen diese Mechanismen, dafl es ohne weiteres moglich ist,
qualitativ die Entstehung zusétzlicher Familien zu erklaren. Andererseits gibt
es wenig quantitative Einsichten in das jeweils zu erwartende Spektrum — also
die Zahl der Familien, das Massenspektrum und die Ubergangswahrschein-
lichkeiten. Desweiteren mufl man annehmen, dafl das gesamte Anregungs-
spektrum in den meisten Féllen Zusténde enthélt, deren Quantenzahlen nicht
mit denen der Teilchen des Standardmodells iibereinstimmen. Die Beobach-
tung bestimmter solcher exotischer Zustédnde wiirde daher sehr gute Hinwei-
se auf das zugrundeliegende Substrukturmodell zu liefern. Es erfordert aber
auch eine Erkldrung, warum nur die Standardmodell-Teilchen leicht sind.

Motivation fiir die Beschéftigung mit Substrukturmodellen in dieser Ar-
beit war die in Abschnitt 2.4 ausgefiihrte Beobachtung, dafl demokratische
Massenmatrizen erstens ein exzellenter Ausgangspunkt fiir die Beschreibung
des Fermionmassenspektrums sind und zweitens in anderen physikalischen
Situationen das Auftreten von demokratischen Matrizen stets mit einer Sub-
struktur des betrachteten Systems einhergeht. Zu Beginn dieser Arbeit habe
ich eine ausfiihrliche Literaturrecherche durchgefiihrt. Auch im weiteren Ver-
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lauf meiner Arbeit habe ich die neuerscheinenden Artikel in den fithrenden
Zeitschriften kontinuierlich gesichtet. Ziel dieser Literaturbeobachtungen war
es, die in der Literatur diskutierten Substrukturmodelle hinsichtlich der Vor-
hersage einer demokratischen Massenstruktur zu iiberpriifen.

Als Ergebnis mochte ich festhalten, dafl ein direkter Zusammenhang zwi-
schen spezifischen Substrukturmodellen und demokratischen Massenmatri-
zen nicht nachgewiesen werden konnte. Wenngleich demokratische Massen-
matrizen in Substrukturmodellen auftreten [101], ergab sich kein eindeutiger
Hinweis auf eine bevorzugte Struktur der Symmetriebrechung in solchen Mo-
dellen. Daraus lafit sich aber nicht ableiten, dafl ein solcher Zusammenhang
prinzipiell ausgeschlossen werden kann. Vielmehr zeigt sich hierin die all-
gemeinere Schwierigkeit im Verstdndnis der Dynamik von stark bindenden
Systemen, zu denen auch die Substrukturmodelle zéhlen.

Weil ich kein spezifisches Substrukturmodell identifizieren konnte, ha-
be ich die phidnomenologischen Konsequenzen einer moglichen Quark- und
Lepton-Substruktur modellunabhéngig durch Betrachtung von Formfakto-
ransdtzen untersucht. Die Ergebnisse dieser Untersuchungen werden im nach-
folgenden Kapitel 3 vorgestellt.
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Kapitel 3

Phinomenologische
Konsequenzen

Dieses Kapitel beschéftigt sich mit der Phdnomenologie von Substruktur-
modellen, die auf der Grundlage von Formfaktoranséitzen ausgewertet wird.
In Abschnitt 3.1 geht es zunéchst allgemein um das Auftreten von Form-
faktoren in der Beschreibung zusammengesetzter Teilchen. Dann wird auf
einen moglichen Zusammenhang zwischen dem Massenerzeugungsmechanis-
mus und dem Auftreten von anomalen, magnetischen Dipolmomenten hin-
gewiesen, die auch “flavor”’-Uberginge induzieren konnen. In den {ibrigen
Abschnitten wird dieser Zusammenhang ndher ausgefithrt und auf die vier
Gruppen von Fermionen gleicher elektrischer Ladung angewendet. Unterab-
schnitt 3.2.1 behandelt die geladenen Leptonen und diskutiert das potentielle
Auftreten von “flavor”-verletzenden Strahlungszerféllen und “lepton flavor”-
Verletzung in der Streuung vor dem Hintergrund der aktuellen Messungen
des anomalen magnetischen Dipolmoments des Myons im Experiment E821
in Brookhaven. Neutrinos werden in Unterabschnitt 3.2.2 angesprochen. Un-
terabschnitt 3.2.3 widmet sich kurz den Quarks vom “down”-Typ. Aufgrund
seiner hohen Masse und seiner entsprechend starken Kopplung an den mas-
senerzeugenden Sektor ist das “top”’-Quark von besonderem Interesse. Die
Moglichkeit der Erzeugung einzelner t-Quarks bei LEPII und HERA wird
in Unterabschnitt 3.2.4 untersucht. In den Unterabschnitten 3.2.1 und 3.2.4
finden sich die neuen, eigenstiandigen Resultate [102, 103, 104], die den Kern
dieses Kapitels bilden.
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3.1 Allgemeine Formfaktoransitze

Aufgrund der im vorangegangenen Kapitel angestellten Uberlegungen ins-
besondere in Abschnitt 2.4 liegt es nahe, die Existenz einer Substruktur
der Quarks und Leptonen in Betracht zu ziehen. Es ld8t sich aber, wie in
Abschnitt 2.5 erldutert, kein iiberzeugender Kandidat fiir ein spezifisches
Substrukturmodell jenseits des Standardmodells auszeichnen. Daher ist es
erforderlich, die phdnomenologischen Konsequenzen einer Substrukturhypo-
these modellunabéngig auf der Grundlage von Formfaktoren und effektiven
Operatoren zu untersuchen.

Wenn die Quarks und Leptonen eine Substruktur aufweisen, sie also nicht
mehr als punktformig anzunehmen sind, besitzen sie stattdessen eine raum-
liche Ausdehnung, die sich rein phéanomenologisch durch Formfaktoren para-
metrisieren 148t. Entsprechend wird ein Formfaktor F%(¢?) fiir eine bestimm-
te Streureaktion definiert als die Abweichung des gemessenen differentiellen
Streuquerschnitts von dem fiir punktférmig angenommene Streupartner in
erster Bornscher Ndherung theoretisch berechneten:

do exp
2
F*(¢*) = %,
(i)
wobei ¢? den Impulsiibertrag bei der Streuung bezeichnet. Dieser Ansatz
1aBt sich fiir jede Reaktion und jede Wechselwirkung und je zwei Streu-
partner aufstellen. Der Formfaktor subsummiert in diesem Ansatz den Ein-
flufl der rdumlichen Ausdehnung beider Streupartner. Wenn einer der Part-
ner als hinreichend punktférmig angesehen werden kann — wie etwa in der
Elektron-Nukleon-Streung — wird der Formfaktor ganz dem zweiten Partner
zugeschrieben. In diesem Fall und in nichtrelativistischer Ndherung kann der
Formfaktor dann iiber eine Fouriertransformation mit einer Ladungsdichte-
verteilung in Verbindung gebracht werden:

F(@) = [ o(P)e™ s (32)

Geht man von einer radialsymmetrischen Verteilung aus, so kann der Form-
faktor nach ¢ in eine Reihe entwickelt werden, deren erster nichttrivialer
Term den mittleren quadratischen Ladungsradius beinhaltet:

()~ ldFdéZz)] . (3.3)

In Tabelle 3.1 sind Beispiele fiir typische Ladungsverteilungen zusammenge-
faBBt [105].

(3.1)
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Ladungsverteilung p(r) Formfaktor F'(¢?)
Punktfoérmig o(F— 1) Const. 1
Yukawa i\—Qe_AT Einf. Pol L

r 1+45

A2
Exponentiell é\—;e*/\" Dipol 12 5
()

GauB #e’mm/?) GauB e (@*/20%)

Tabelle 3.1: Formfaktoren und Ladungsverteilungen

Im Rahmen der vollen Quantenfeldtheorie treten die Formfaktoren in
den Vertexoperatoren auf, die die Wechselwirkung der beiden Streupartner
beschreiben. Unter Ausnutzung der Lorentz-Kovarianz und der Hermitizitét
148t sich etwa fiir das Matrixelement der Kopplung eines Fermions der Masse
m an einen erhaltenen Strom j* folgende allgemeine Zerlegung zeigen [106]:

¥, Blg*(x)lp, o) =

e =2y (pf) (49 Fi(g?) + i %52 Fa(q?) + 7775 Fa(¢%)] u (p).

(3.4)
Dabei bezeichnen o und ( die Spinindices des Spinors u. Fiir die Impulse
gilt ¢ = p — p und p? = p’> = m2. Die drei reell-wertigen Formfaktoren
F;(¢?) schlieflich sind Funktionen des Impulsiibertrags. Wenn j* den elek-
tromagnetischen Strom darstellt, lassen sich im nichtrelativistischen Limes
die folgenden Korrespondenzen ableiten: eF;(0) entspricht der elektrischen

Ladung des betrachteten Fermions, ;% (F(0) + F»(0)) dem magnetischen

’ 2m

Moment g mit der nichtrelativistischen Kopplung po - B und 5o F3(0)
einem elektrischen Dipolmoment mit der nichtrelativistischen Kopplung
d& - E. Aus der Annahme von Parititserhaltung folgt F3(¢*) = 0 Ein
nichtverschwindendes elektrisches Dipolmoment wiirde dariiberhinaus die
CP-Invarianz verletzen. In der weiteren Diskussion wird die ¢?-Abhéingigkeit
aller Formfaktoren nicht mehr explizit ausgeschrieben und fiir die numerische
Auswertung der Formeln nicht beriicksichtigt.

Wie bereits in Abschnitt 2.1 betont, hat ein Fermionmassenterm die

Struktur ff = frfr + frfr. Man erkennt also, dal durch die Massenterme
linkshéndige Fermionfelder f; mit rechtshéndigen Feldern fr verbunden
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werden. Dies ist eine Besonderheit des masseerzeugenden Sektors, da alle
Eichwechselwirkungen des Standardmodells die Chiralitdt der beteiligten
Fermionen unveréndert lassen. Im Rahmen des Standardmodells kommen
die Massenterme durch die Wechselwirkung mit dem Higgsfeld zustande.
In einer dynamischen Theorie der Massenerzeugung, wie sie durch die in
Abschnitt 2.5 diskutierten Substrukturmodelle gegeben ist, erwartet man
nun neben den Massentermen weitere effektive Wechselwirkungen zwischen
den Fermionen und den Eichbosonen, die eine den Massentermen &hnliche
chirale Struktur zeigen. Der Term niedrigster Dimension, der links- und
rechtshindige Felder verbindet, ist gegeben durch const. - fro,, frRE*, wobei
F*¥ generisch fiir ein beliebiges Eichfeld steht. Die Existenz solcher Terme,
wenn sie sich im Experiment bestétigen lassen konnte, wire ein klarer
Hinweis auf neue Wechselwirkungen jenseits des Standardmodells.

Man kann nun die Massenerzeugung als eine Kaskade von Symmetrie-
brechungen chiraler Symmetrien betrachten und dabei zunéchst von den
Massenmatrizen nach den Gln. (2.49, 2.51) ausgehen. In diesem “Rang-
Eins-Limes” sind nur Terme mit Fermionen der dritten Familie vorhanden
f3L0W fsrE* (+h.c.). Diagonale Terme mit Fermionen der zweiten Fami-
lie wie fgLUW forEF'" oder “flavor”-verdndernde Terme wie fgLUW farE""
wiirden die chirale Symmetry SU(2), x SU(2)gr verletzen, die in diesem
Grenzfall gilt. Man erwartet nun die Terme des anomalen magnetischen Mo-
ments in Analogie zum Massenterm wie folgt:

€ mio\ 7
— N fr F*Y .C. )
Der Index i steht dabei fir ¢ = U, D,l mit myg = my, mpy = m; und

my = m,. Der Skalenparameter A beschreibt die typische Energieskala, die
man fiir die zugrundeliegende Substrukturdynamik erwartet. Die Matrix im
“flavor”-Raum ist wie die Massenmatrix in diesem Limes gegeben durch:

111
N=|111]. (3.6)
111

Man erkennt, dafl nach der Diagonalisierung der Massenmatrix auch der
Term in Gl. 3.5 Diagonalform annimmt, d.h. in diesem Grenzfall haben
nur die Fermionen der dritten Familie ein anomales magnetisches Moment,
“flavor”-verletzende Terme treten nicht auf.

Sobald nun diese Symmetrie gebrochen wird und die Massen der Fermio-
nen der zweiten Familie eingefiithrt werden, tauchen auch effektive Uberginge
zwischen der zweiten und dritten Familie auf. Nach der Diagonalisierung
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der Massenmatrizen, d.h. nachdem durch geeignete Basiswahl sichergestellt
ist, daf keine “flavor”-verletzenden Massenterme auftreten, erhélt man i.A.
“flavor”-Mischung zwischen der zweiten und dritten Famlilie im schwachen
geladenen Strom. Es gibt aber keinen Grund, warum gleichzeitig auch die
“flavor”-verletzenden Terme, die potentiell in Gl. 3.5 enthalten sind, durch
die Diagonalisierung der Massenmatrizen verschwinden sollten. Man erwartet
also Terme der Art ¢ o, tg F*Y, 510,, bg F*Y bzw. [if, 0, Tr F*”. Solche
Operatoren werden auch im Standardmodell als effektive Wechselwirkungen
in héherer Ordnung Stérungstheorie generiert, sind aber generell zu klein,
um experimentell beobachtbare Effekte zu erzeugen. (Fiir eine spezielle Dis-
kussion im Fall des tc-Ubergangs s. [107].)

3.2 Anomale Dipolmomente der Fermionen

Die im vorangegangenen Abschnitt vorgestellten allgemeineren Uberlegun-
gen zu Formfaktoren und anomalen Dipolmomenten werden in den folgenden
Unterabschnitten der Reihe nach auf die geladenen Leptonen, die Neutrinos,
die Quarks vom “down”-Typ und die Quarks vom “up”-Typ angewendet und
konkretisiert. Trotz der grofien formalen Ahnlichkeit der zugrundeliegenden
Ideen und der expliziten Rechnungen unterscheidet sich die Phénomenologie
fiir die genannten vier Gruppen von Fermionen erheblich, so dafl eine Dis-
kussion in separaten Unterabschnitten angemessen ist. Neben den anomalen
Dipolmomenten werden in dieser Arbeit keine weiteren effektiven Operatoren
diskutiert.

3.2.1 Die geladenen Leptonen

Unter den Fermionen mit elektrischer Ladung zeichnen sich die geladenen
Leptonen dadurch aus, dafl sie im Gegensatz zu den Quarks als freie Teil-
chen vorkommen. Dies hatte schon bei der Bestimmung der Fermionmassen
— wie in Abschnitt 2.2 dargestellt — zur Folge, daf§ die Massen der gelade-
nen Leptonen mit der groBiten Genauigkeit unter allen Fermionen bekannt
sind. Gleiches zeigt sich nun wieder bei der Bestimmung moglicher Dipolmo-
mente. Hier eignen sich insbesondere Elektron und Myon zu Experimenten
hochster Préazision. Darin wird gleichzeitig auch die Sonderrolle des Myons
sichtbar, das als das leichteste geladene Fermion der zweiten Familie eine
vergleichsweise lange Lebensdauer von 7(u) ~ 2.2 x 1075 s aufweist. (Vgl.
7(K*) ~ 1.2 x 1078 s bzw. 7(D*) ~ 1.1 x 1072 s.) Dadurch werden Expe-
rimente moglich, die sonst nur mit den stabilen Elektronen oder Protonen
machbar sind — wie etwa die Speicherung in Beschleunigerringen oder die Ver-
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wendung als Myon-Strahlen in Streuexperimenten.® Andererseits stellt das
Myon eine Briicke zur dritten Familie dar, wenn man von den Uberlegungen
in Abschnitt 3.1 ausgeht, daB magliche anomale “favor”-Ubergénge zwischen
der zweiten und dritten Familie mit dem Massenerzeugungsmechanismus in
Zusammenhang stehen und dementsprechend die grofite Wahrscheinlichkeit
haben.

Eine erste Schranke fiir die Skala, auf der solche neuen Effekte auftre-
ten konnten, bestimmt man aber aus der Prézisionsmessung des anomalen
magnetischen Moments des Myons a,. Fiir diese Grofe gibt es sowohl sehr
genaue theoretische Vorhersagen im Rahmen des Standardmodells [108] als
auch seit langerer Zeit genaue Messungen [109]. Die Genauigkeit dieser Mes-
sungen konnte durch neue Experimente in Brookhaven zuletzt deutlich ge-
steigert werden und weitere Verbesserungen werden in den néchsten Jahren
von diesem Experiment noch erwartet. Durch die neueste Messung [110] hat
sich der kombinierte Fehler um einen Faktor drei reduziert. Der Weltmittel-
wert der Meflergebnisse des anomalen magnetischen Moments betragt:

as™ = 11659203(15) x 1071 (3.7)

Dieser Wert wird von der aktuellsten Messung [110] dominiert, wobei die
verschiedenen Mefiwerte untereinander gut iibereinstimmen.

Fiir diese Grofle existiert ebenfalls eine sehr genaue Standardmodell-
Vorhersage, die QED-Beitrige bis zur Ordnung o beriicksichtigt und elek-
troschwache Beitrédge bis zur 2-Schleifen-Ordnung. QCD-Korrekturen flielen
durch virtuelle hadronische Beitrédge zum Photonpropagator ein. Der derzeit
genauste Wert [108] ist:

ai*" = 11659159.6(6.7) x 107", (3.8)

Das Meflergebnis liegt damit geringfiigig iiber der Standardmodell-
Vorhersage. Die Abweichung da,, = a;? — azheor betragt:

da, = (43 +16) x 10717 (3.9)

oder bezogen auf den Fehler 2.60. Es gibt nun prinzipiell drei verschiedene
Erklarungsmoglichkeiten fiir die beobachtete Abweichung. Es wire erstens
moglich, dafl es keine Diskrepanz zwischen Theorie (Standardmodell) und
Experiment gibt und die Abweichung eine rein statistische Fluktuation dar-
stellt. Die Wahrscheinlichkeit fiir eine solche Fluktuation liegt bei 1%. Durch

'Es sei aber darauf hingewiesen, daf8 auch mit Kaon- und Hyperon-Strahlen experi-
mentiert wird. Da das “strange”-Quark hierbei — wie alle Quarks — nur gebunden vorliegt,
wird nicht die gleiche Genauigkeit wie in Experimenten mit Myonen erreicht.
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die Analyse der bereits jetzt aufgezeichneten neuen Daten wird der experi-
mentelle Fehler voraussichtlich um einen Faktor zwei reduziert werden. Damit
wiirde sich die statistische Signifikanz deutlich erhohen, falls der Zentralwert
der Messung durch die neuen Daten im Wesentlichen unveréndert bliebe.
Zweitens ist denkbar, dafl sich die Standardmodell-Vorhersage verschieben
konnte bei gleichzeitiger Reduktion ihrer Unsicherheit. Der Fehler der theo-
retischen Vorhersage wird durch die QCD-Korrekturen dominiert. Bei der
Berechnung dieser hadronischen Beitrige flieen der gemessene Wirkungs-
querschnitt der Hadronproduktion in der eTe™-Vernichtung und die gemes-
sene hadronische Zerfallsbreite des 7-Leptons ein. Zusétzliche neuere Daten
sind bislang noch nicht in die Auswertung des hadronischen Beitrags zu a,
einbezogen.

Sollten die Verbesserungen von Vorhersage und Experiment, die statisti-
sche Signifikanz der Abweichung auf mehr als 50 erhéhen, so bliebe drittens
die Schluffolgerung, dal das anomale magnetische Moment des Myons vom
Standardmodell nicht vollstdndig addquat beschrieben werden kann und sich
in der Messung von a, erstmals neue Physik jenseits des Standardmodells
zeigt.

Derartige neue Physik, die eine Abweichung von den Vorhersagen des
Standardmodells in der beobachteten Weise erwarten lassen wiirde, konn-
te genau in einer Substruktur der Fermionen bestehen, mit Auswirkungen
wie sie bereits in Abschnitt 3.1 in allgemeiner Form beschrieben wurden.?
Spezifisch fiir das Myon 148t sich ein zusétzlicher Beitrag zum anomalen ma-
gnetischen Moment wie folgt schreiben:

€
Lo = 27/\/1 (C + Ds) o™, (3.10)

wobei p das Myon-Feld, F* die elektromagnetische Feldstidrke und A die
Substrukturskala bezeichnen. C und D sind die Formfaktoren und werden
als Konstanten von der Groflenordnung eins angesehen. Entsprechend der
allgemeinen Diskussion der chiralen Struktur dieses Terms und der Analo-
gie zur Struktur des Massenterms (vgl. Abschnitt 3.1) wird auch hier ein

zusétzlichen Unterdriickungsfaktor & erwartet:

e

eff —
£ 2A

my, _ v
= TMM (C+ Dvs) o puB, (3.11)
Unter der Annahme C = 1 und unter Beriicksichtigung, dal der paritétsver-
letzende ~5-Term nicht zum anomalen magnetischem Moment beitrégt, folgt

2Dariiberhinaus sind weitere Erklirungsansitze bekannt: anomale Kopplungen des W-
Bosons sowie Vertexkorrekturen aufgrund neuer Teilchen, die beispielsweise in supersym-
metrischen Theorien vorhergesagt werden.
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fiir den zusétzlichen Beitrag zu a, aufgrund einer Substruktur:

mo 2
da, <A”) . (3.12)
Wenn man die beobachtete Abweichung ganz einer Myonsubstruktur zu-
schreibt, iibersetzt sich somit Gl. (3.9) in ein Intervall fiir die zu erwartende
Substrukturskala A [111]:

1.22 TeV < A < 3.19 TeV. (3.13)

Erweitert man nun die Diskussion auf den “flavor”-Raum (e, p,7) und
beriicksichtigt, dafl im Allgemeinen nicht zu erwarten ist, dafi die Diagona-
lisierung des Leptonmassenterms auch gleichzeitig zu einer Diagonalisierung
der Matrix der magnetischen Momente fiihrt, dann gelangt man zu einem
Term der Struktur [102]:

Lol = 2%%1&1\/[ (C + Ds) 0 b FH. (3.14)
mit ¢ = (€, i, 7). Die Matrix M enthilt demnach auch nicht-verschwindende
Nicht-Diagonal-Elemente, die “lepton flavor”-Ubergénge induzieren, die im
Standardmodell verboten sind.

Auch diese “flavor”-verletzenden Terme miissen mit der chiralen Sym-
metrie vertriaglich sein. Das bedeutet zum einen, dafl jeder “lepton flavor”
[ im Limes m; — 0 von den “flavor”-Ubergéingen entkoppelt; so muf z. B.
der p-e-Ubergang fiir m, — 0 verschwinden. Da die “flavor”-verletzenden
Effekte zum anderen wesentlich durch die Substruktur bedingt sind, miissen
die “favor”-Uberginge im Limes A — oo ebenfalls verschwinden. In dem
cinfachsten Ansatz, der diese Bedingungen respektiert, sind die Ubergéinge
zwischen “lepton flavor” i und j proportional zu /m;-m;/A. Dieser Aus-
druck verschwindet mit m; und m; sowie fiir A — oo. Damit hat die Matrix
M die allgemeine Form:

Me MeMm, VMmemr
~ me Oe,u A - CeT A
M = Cp L2 My O | (3.15)
Cor Y O YT 1

Die Groflen C; sind Konstanten der Gréflenordnung eins, die von den De-
tails der Substrukturdynamik abhédngen. Im allgemeinsten Fall kénnen zwei
unterschiedliche Matrizen fiir den paritdatserhaltenden Term und den paritéts-
verletzenden ~vs-Term auftreten. Da es hier aber nur um eine Abschétzung
der Groflenordnung gehen soll, geniigt es den einfacheren Fall mit nur einer
gemeinsamen Matrix zu betrachten.
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In den folgenden beiden Absétzen werden die phanomenologischen Konse-
quenzen dieser neuen “flavor”-verletzenden Terme vorgestellt und zwar zum
einen fiir mogliche Strahlungszerfille der geladenen Leptonen und zum an-
deren in der Elektron-Positron-Vernichtung.

Strahlungs-Zerfille

Durch die Ubergangsmomente aus Gln. (3.14, 3.15) werden die Strah-
lungszerfille y — ey, 7 — py und 7 — ey moglich. Die Zerfallsbreiten
ergeben sich unmittelbar zu [102]:

e () () (
e = S () () () e

R S O RCOICORNC

Daraus folgen die entsprechenden Verzweigungsverhaltnisse:

(4}

I(p—ey) =

)2, (3.16)

R

Br(p —ey) ~ 28x107%, (3.19)
Br(r — uy) ~ 6.1x107%, (3.20)
Br(r —ey) ~ 3.0x 107" (3.21)

wenn man vom zentralen Wert fiir A in Gl. (3.13) ausgeht. Dem Intervall fiir
A entspricht ein Intervall der Verzweigungsverhéltnisse:

1.5x 1077 >Br(p —ey) >4.6x 107" (3.22)
33x107 > Br(r — uy) >1.0x 107, (3.23)
1.6 x 107" > Br(r —ey) >5.0x 107", (3.24)

Die Obergrenzen der Verzweigungsverhéltnisse aufgrund der Nichtbeobach-
tung dieser Zerfille sind [112]:

Br®®(y — ey) < 1.2 x 1071, (3.25)
BrP(1 — puy) < 2.7 x 1079, (3.26)
BrP(r — ey) < 1.1 x 1079, (3.27)

Fiir den Zerfall y — e ist somit der obere Bereich des Verzweigungsverhélt-
nisses bereits experimentell ausgeschlossen. Bei einem Experiment das ge-
genwartig am Paul Scherrer Institut geplant wird, soll eine Empfindlichkeit
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bis zu einem Verzweigungsverhéltnis von 107'* erreicht werden [113]. Damit
ist eine experimentelle Uberpriifung der Abschitzungen in Gl. (3.19) und Gl
(3.22) absehbar. Sollte der Zerfall 1 — ey in der hier erwarteten Héaufig-
keit gefunden werden, lieen sich daraus wichtige weitere Schliisse {iber die
innere Struktur der Quarks und Leptonen ableiten. Das erwartete Verzwei-
gungsverhéltnis fiir den Zerfall 7 — pv liegt um vier Gréflenordnungen un-
ter der gegenwirtigen experimentellen Schranke, so dafl in diesem Fall eine
experimentelle Bestétigung auf absehbare Zeit nicht erfolgen kann. Der Zer-
fall 7 — ey ist erwartungsgeméafl gegebiiber 7 — vy um weitere etwa zwei
Groflenordnungen unterdriickt. Dessen Beobachtung ist deshalb noch weniger
wahrscheinlich.

Elektron-Positron-Vernichtung

Die Ubergangsmomente nach GIn. (3.14, 3.15) induzieren neben den eben
diskutierten Zerfillen auch solche Reaktionen in der e™e-Vernichtung wie
z.B.ete” — v* — putr7 ,u 7, die die Lepton-Familien-Zahl verletzen. Der
Wirkungsquerschnitt fiir diesen Prozefl berechnet sich zu:

et iy \ 2 fmy 2 08
"‘sm2< A )(A) (3.28)
Die obige Gl. (3.28) zeigt keine Abhéngigkeit von der Schwerpunktsenergie s
des Prozesses. Dies ist aber nur richtig insoweit die zugrundeliegenden Néhe-
rungen giiltig sind. Zum einen gilt die Formel nur fiir Energien weit oberhalb
der Schwelle fiir die pu-7-Erzeugung von etwa 2 GeV, so dafl — wie gesche-
hen — etwaige Schwellenfaktoren, die von s abhéngen, ndherungsweise gleich
eins gesetzt werden diirfen. Zum anderen wurde s < A angenommen, so dafl
sich die Effekte der Substruktur auf die hier diskutierten anomalen Operato-
ren beschrianken. Fiir Energien von der Gréfle der Substrukturskala erwartet
man, dafl vollig neue Freiheitsgrade auftreten und dadurch die Beschreibung
mit effektiven Operatoren zusammenbricht.
Fiir den mittleren Wert von A = 1.62 TeV entsprechend Gl. (3.13) ergibt
sich ein Wert von

o =4-10""fb. (3.29)

Trotz der offensichtlichen Unabhéngigkeit von s erwartet man eine hohere
Wahrscheinlichkeit fiir einen solchen “flavor”-verletzenden Prozefl je hoher
die Schwerpunksenergie der Reaktion ist. Dies liegt daran, daf die diskutier-
ten Formfaktoren Funktionen des Impulsiibertrages ¢ sind und fiir ¢> < A
stark abfallen. Diese Abhéngigkeit wurde in den Gleichung nicht explizit
ausgefiithrt. Zum Vergleich eignen sich daher Messungen bei den grofiten zur
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Verfiigung stehenden Energien — d.h. beim Beschleuniger LEP-2. Von diesem
Experiment liegt eine Analyse der hier diskutierten Reaktion vor [114]. Als
Obergrenze fiir den Wirkungsquerschnitt wurde dort gemessen

o < 64fb (3.30)

fiir 200 < /s < 209. Dieser Wert liegt um viele GréBenordnungen oberhalb
des berechneten Wertes nach Gl. (3.29). Eine Uberpriifung dieser Vorhersa-
ge erscheint auch an einem kiinftigen Linearbeschleuniger unwahrscheinlich.
Als Richtgrofle fiir die dort zu erwartende integrierte Luminositéit wird iibli-
cherweise ein Wert von 500 fb™! genannt, so daf nicht erwartet werden kann,
Ereignisse vom diesem Typ beobachten zu kénnen.

Aktuelle Bemerkung

Wihrend der Fertigstellung dieser Arbeit sind eine Reihe von Publi-
kationen erschienen [115], die die Uberlegungen und insbesondere die An-
nahmen dieses Unterabschnittes betreffen. Aufgrund der zitierten Messung
des anomalen magnetischen Moments des Myons und der beobachteten Dis-
krepanz zur Standardmodell-Vorhersage wurde von einem Intervall fiir ei-
ne mogliche Substrukturskala ausgehend argumentiert. In den Publikatio-
nen [115] wird auf einen Vorzeichenfehler in den Berechnungen der hadro-
nischen Beitrdge zum anomalen magnetischen Moment des Myons hinge-
wiesen. Unter Beriicksichtigung des richtigen Vorzeichens verschiebt sich die
Standardmodell-Vorhersage, wodurch sich die ohnehin geringe Diskrepanz
auf

da, = (23.1 £16.9) x 107" (3.31)

weiter reduziert [116] und somit nur noch eine niedrige statistische Signi-
fikanz aufweist. Von den genannten Mdoglichkeiten zur Erkldarung der Dif-
ferenz scheint demnach, die Variante einer modifizierten Standardmodell-
Vorhersage gegeben zu sein — allerdings nicht aufgrund genauer gemesse-
ner AusgangsgroBen, sondern aufgrund einer Uberpriifung und Revision der
Rechnungen.

Die hier vorgestellten Uberlegungen bleiben prinzipiell als Modell fiir
einen zusitzlichen Beitrdg zum anomalen magnetischen Moment des Myons
richtig. Gleichwohl ergeben sich Verschiebungen in den berechneten Zahlen-
werten fiir die hypothetische Substrukturskala und die Zerfallsbreiten. Vor
einer Revision dieser Groflen bietet es sich aber an, zunéchst die bereits an-
gesprochenen, erwarteten genaueren Meflergebnisse abzuwarten.
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3.2.2 Die neutralen Leptonen

Die Frage nach der méglichen Existenz magnetischer und auch elektrischer
Dipolmomente der Neutrinos ist besonders interessant wegen der vielfalti-
gen phanomenologischen Implikationen, die selbst sehr kleine Momente in
der Astrophysik und Kosmologie hétten. Gleichzeitig ist die theoretische Be-
schreibung aber auch komplizierter als bei den geladenen Fermionen, da Neu-
trinos als Dirac- oder als Majorana-Neutrinos beschrieben werden kénnen
und je nachdem teilweise unterschiedliche Eigenschaften aufweisen. In die-
sem Unterabschnitt sind verschiedene Aussagen zu Neutrinos mit magneti-
schem Moment aus der Literatur zusammengestellt. Es werden keine eigenen
Rechnungen présentiert.

Im Rahmen des Standardmodells werden die Neutrinos als masselo-
se Dirac-Fermionen aufgefafit. Da die Dipolmomente linear mit der Masse
skalieren bedeutet dies, dal sowohl elektrisches als auch magnetisches Di-
polmoment verschwinden. Diese Uberlegung gilt auch fiir die Ubergangs-
momente. Fiir masselose Neutrinos ist die Unterscheidung zwischen Dirac-
und Majorana-Darstellung streng genommen bedeutungslos, da die beiden
Darstellungen in diesem Fall mathematisch dquivalent sind. Insofern gelten
obige Aussagen iiber die Momente masseloser Dirac-Neutrinos unveréndert
auch fiir Majorana-Neutrinos. Dariiberhinaus haben auch massive Majorana-
Neutrinos stets ein verschwindendes elektrisches und magnetisches Dipolmo-
ment aufgrund der CPT-Invarianz, da Majorano-Neutrinos ihre eigenen An-
titeilchen sind. Trotz der mathematischen Aquivalenz im masselosen Fall
sei auf die Beobachtung von Kayser hingewiesen [117], der gezeigt hat,
daf sich die elektromagnetischen Eigenschaften selbst masseloser Dirac- und
Majorana-Neutrinos stark unterscheiden, falls es rechtshéandige Strome gibt!

Die Aussagen des vorangegangenen Absatzes gelten fiir Neutrinos im feld-
freien Vakuum. Selbst im Rahmen des Standardmodells weisen Neutrinos ein
magnetisches Moment auf, wenn sie sich in &ufleren Magnetfeldern bewegen.
Dieses wird induziert durch die Polarisierung der geladenen Teilchen, in die
ein Neutrino durch schwache Wechselwirkung virtuell fluktuieren kann. Das
Verhalten von Neutrinos in Magnetfeldern wird derzeit intensiv untersucht,
da eine genaue Kenntnis dariiber entscheidend ist fiir die Interpretation einer
Reihe von Neutrinoexperimenten. Starke Magnetfelder existieren in Neutro-
nensternen und Supernovae, so dafl die genaue Art der Wechselwirkung des
Magnetfeldes und der Neutrinos deren Entstehung und Entwicklung beein-
fluBen. Auch fiir die Beobachtung der zeitlichen Abhéngigkeit des Flusses
von Sonnenneutrinos ist das Verstdndnis ihrer Wechselwirkung mit dem Ma-
gnetfeld der Sonne und dem Sonnenwind von grofler Wichtigkeit. Bewegen
sich Neutrinos iiber kosmologische Distanzen, so konnen auch kleinste inter-
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galaktische Magnetfelder deren Ausbreitung entscheidend beeinflufien.

Die Phénomenologie der Neutrinos wird deutlich reicher und vielfaltiger,
wenn man die verschiedenen Theorien jenseits des Standardmodells und ihre
unterschiedlichen Vorhersagen zu den magnetischen Momenten der Neutrinos
in Betracht zieht.

Die erste und einfachste Erweiterung besteht darin, Dirac-Neutrinos mit
einer Masse auszustatten. Dazu werden dem Standardmodell rechtshandi-
ge Singulett-Neutrinos hinzugefiigt, die als rechtshindige Partner fiir den
Dirac-Massenterm benétigt werden. In diesem Fall erwartet man folgendes
magnetisches Dipolmoment [118]:

3€GF

Vzi'ml/ 332
=323 (3.32)

oder in Einheiten des Bohrschen Magnetons pug = eh /2me, wenn m,, in der
Einheit eV angegeben wird: 1, = (3.20x 107*)m, up. Unter Verwendung der
Schranken aus Abschnitt 2.2 erhélt man beispielsweise: p1,, < (2.3x107'8)up.
Dieser Wert liegt deutlich unterhalb der Empfindlichkeit gegenwartiger Ex-
perimente. Als experimentelle obere Schranken werden in Ref. [11] die Werte:

ty, < (1.5x 107" up
o, < (74x107")pup (3.33)
ty, < (5.4 %107 up

genannt. Uber die Giiltigkeit stérkerer Schranken durch den Riickschluf aus
astrophysikalischen Beobachtungen herrscht momentan noch kein Konsens
[119].

Fiir Majorana-Neutrinos ist es im Unterschied zu Dirac-Neutrinos nicht
auf die gleiche Weise méglich, eine Masse einzufiihren, da dies eine Verletzung
des schwachen Isospins bedeuten wiirde. In Ref. [120] wird ein Modell vor-
gestellt, bei dem das Standardmodell um ein Higgs-Triplett erweitert wird,
um Massenterme fiir die Majorana-Neutrinos zu erzeugen. Es wird dort be-
tont, dafl dies nicht die einzige konsistente Vorgehensweise ist und dafl die
elektromagnetischen Eigenschaften der Majorana-Neutrinos von den Details
des jeweiligen Modells abhéngen.

Sobald Neutrinos eine Masse und damit ein nichtverschwindendes magne-
tisches Moment besitzen, sind die verschiedenen Wechselwirkungen mit Pho-
tonen denkbar: der Strahlungszerfall v; — v;7, und die Photonenaufspaltung
v — v , jeweils sofern kinematisch zuléssig. Die Indices i und j bezeichnen
den Neutrino-“flavor”. Die Reaktionen im Falle ¢ = j sind auch fiir masse-
lose Neutrinos in Magnetfeldern oder in Materie moglich. Man spricht dann
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vom Cherenkov-Prozess bzw. vom Plasmonen-Zerfall. Fiir die Reaktionen
mit i # j sind nichtverschwindende Ubergangsmomente erforderlich.

Als ein Beispiel sei hier die Zerfallsbreite I' fiir den Strahlungszerfall eines
massiven Dirac-Neutrinos zitiert [120]:

9

ma

a [3GF1? m%—m%s 5 5 mig \?]°
r |:327T2:| [ <m2+m1) za:UlaUga <J\4,VV> s (334)

wobei a die Feinstrukturkonstante und G die Fermi-Konstante bezeichnet;
der Index 1 das Neutrino im Endzustand und der Index 2 dasjenige im Aus-
gangszustand beschreibt. m;, mit a = 1, 2, 3 steht fiir die Masse des zugehori-
gen geladenen Leptons und My, fiir die Masse des W-Bosons. Die Formel gibt
die fithrende Ordnung in der Naherung my;, < My . Uy, und Uy, sind die ent-
sprechenden Elemente der unitdren Matrix, die die Masseneigenzustande der
Neutrinos mit den Eigenzusténden der schwachen Wechselwirkung verbindet.
Fiir ein 7-Neutrino mit einer Masse von 30 eV wiirde man nach GIl. 3.34 eine
Lebensdauer von der Gréflenordnung 103 Jahren erwarten.

In Modellen mit einer vierten Fermion-Familie mit Standardmodell-
Kopplungen miifite das geladene Lepton nach den aktuellen Messungen eine
Masse von iiber 90 GeV aufweisen [11]. Somit wire der Faktor my, /My we-
nigstens von der Gréflenordnung eins und die damit zusammenhéngende Un-
terdriickung des betrachteten Strahlungszerfalls wiirde entfallen. Je nach den
Annahmen iiber die Leptonmischungsmatrix wéren in einem solchen Modell
Lebensdauern im GréSenordnungsbereich von 102 bis 10% Jahren méglich,
vgl. [121, 122]. Vergleichbare GroBenordnungen kénnten sich ergeben, wenn
man eine vierte Neutrinofamilie einfiihrt, die aus einem linkshdndigem und
einem rechtshéndigen Singulett-Neutrino ohne ein entsprechendes geladenes
Lepton besteht [120, 121]. Auch unter der Annahme einer Substruktur fiir
die Neutrinos wiirde man naturgemaf deutlich hohere magnetische Momente
und Ubergangsmomente erwarten als fiir massive aber punktformige Neutri-
nos.

Raffelt hat [123] aus Uberlegungen zur Luminositit von roten Riesen eine
allgemeine Schranke abgeleitet. Danach gilt:

ty <3 x 107 2up (3.35)

gleichermaBen fiir diagonale magnetische Momente und Ubergangsmomen-
te und unabhéngig davon, ob es sich um Dirac- oder Majorana-Neutrinos
handelt, solange das betreffende Neutrino leicht genug ist, um von einem
roten Riesen emittiert werden zu konnen, d.h. solange m, < 5keV gilt. Die-
se Schranke ist starker als die in Gl. 3.33 angegebenen Werte, dafiir aber
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abhéngig von den Modellannahmen fiir die Berechnung der Luminositét ro-
ter Riesen.

Zusammenfassend 148t sich sagen, daffl die Phanomenologie der Neu-
trinos mit magnetischem Moment sehr vielfialtig und teilweise stark mo-
dellabhéngig ist. Es mufl unterschieden werden, ob die Neutrinos vom Dirac-
oder Majorana-Typ sind, ob sie masselos oder massiv sind, ob die Betrach-
tung im feldfreien Vakuum oder im Magnetfeld erfolgt. Fiir massive Neutri-
nos ist weiterhin wichtig, ob reine Dirac-Massenterme oder reine Majorana-
Massenterme oder eine Mischform vorliegen sowie ob es CP-Verletzung im
Leptonsektor gibt oder nicht. Auflerdem muf} beriicksichtigt werden, ob ein-
zelne Neutrinomassen entartet sind oder nicht. Entsprechend der Vielzahl
von Moglichkeiten ist auch die Literatur zum Teil stark fragmentiert und
kann hier nicht im Uberblick zitiert werden.

Die Frage nach magnetischen Momenten von Neutrinos ist gleichwohl
von unmittelbarer Bedeutung fiir die Interpretation der Indizien fiir die Exi-
stenz von Neutrinooszillationen in der Beobachtung von Sonnenneutrinos,
vgl. Abschnitt 2.2. Anstatt die Daten allein durch die Annahme von Oszilla-
tionen zu erkldren, muf fiir Neutrinos mit magnetischem Moment auch de-
ren Wechselwirkung mit dem Magnetfeld der Sonne beriicksichtigt werden.
Die in der Sonne erzeugten linkshéndigen Elektron-Neutrinos v, konnten
dann durch ein diagonales magnetisches Moment einen Spin-Flip erfahren
und in rechtshidndige Elekton-Neutrinos v.g iibergehen, die nicht schwach
wechselwirken und somit in den betreffenden Experimenten nicht nachgewie-
sen werden konnten. Auf entsprechende Weise konnten die Sonnenneutrinos
durch nicht-verschwindende Ubergangsmomente auch einem Spin-“favor”-
Ubergang unterliegen und in v,g, vrg, V,r oder U, iibergehen. Obwohl v,
und 7,r nicht steril sind, konnen sie in den verschiedenen Experimenten
nicht oder nur mit einem geringen Wirkungsquerschnitt nachgewiesen werden
[124]. Die genannten Uberginge konnten somit der Grund sein fiir das Defizit
nachgewiesener Sonnenneutrinos im Vergleich mit dem nach dem Standard-
sonnenmodell erwarteten Fluf.

Da die Stiarke des Sonnenmagnetfeldes zusammen mit der Zahl der
Sonnenflecken und der Aktivitdt der Sonne einem elfjahrigen Zyklus un-
terliegt, erwartet man in diesem Erkldrungsansatz auch eine entsprechen-
de zeitliche Modulation des beobachteten Neutrinoflusses. Zusétzlich soll-
te sich ein magnetisches Moment im Spektrum der Elektron-Riickstoflener-
gien manifestieren. Neben dem Standardmodell-Beitrag aufgrund der schwa-
chen Wechselwirkung wiirde der Wirkungsquerschnitt einen neuen Beitrag
aufgrund des magnetischen Moments aufweisen, der fiir kleine Elektron-
RiickstoBenergien stark ansteigt [125]. Die aktuellen Sonnenneutrinodaten
des Superkamiokande-Experiments [126] erlauben es, eine Obergrenze von
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. < 1.5 x 1071%5 abzuleiten [127]. Dieser Wert ist vergleichbar mit der in
Gl. 3.33 angegebenen Schranke, die aus der Beobachtung von Neutrinos aus
Reaktoren stammt.

Im Zusammenhang mit der im Superkamiokande-Experiment beobachte-
ten Anomalie atmospérischer Neutrinos dagegen miissen mogliche magneti-
sche Momente der Neutrinos nicht beriicksichtigt werden, da das Erdmagnet-
feld zu gering und der Erdradius zu klein ist, um einen meflbaren Effekt zu
erzeugen.

Fritzsch und Xing haben in Ref. [128] die Erweiterung des in Abschnitt 2.4
vorgestellten Ansatzes zur Beschreibung der Quarkmassen und -mischung auf
Neutrinos und die Leptonmischung diskutiert. Auch ohne genaue Kenntnis
iiber die Neutrinomassen kann man mit Gewiflheit sagen, dafl die Neutrinos
in jedem Fall deutlich leichter sind als die geladenen Fermionen der gleichen
Familie. Daher wurde in Ref. [128] angenommen, da8 in der Neutrinomassen-
matrix der fithrende demokratische Beitrag verschwindet und entsprechend
ein anderer physikalischer Mechanismus bei der Massenerzeugung der Neu-
trinos wirksam ist — vgl. etwa die Diskussion des “seesaw”-Mechanismus in
Abschnitt 2.3. Da aber gerade dieser demokratische Anteil an der Massenma-
trix als Indiz fiir eine Substruktur angesehen werden kann, wire es demnach
naheliegend, fiir Neutrinos keine Substruktur zu vermuten. Die interessanten
Uberlegungen, welche Implikationen alternative Massenerzeugungsmechanis-
men fiir mogliche magnetische Momente von Neutrinos hétten, konnten im
Rahmen dieser Arbeit nicht weiter verfolgt werden.

3.2.3 Die Quarks des “Down”-Typs

Die Uberlegungen zu Formfaktoren und anomalen Beitréigen zum magneti-
schen Moment von geladenen Fermionen aus Unterabschnitt 3.2.1 lassen sich
analog auch auf die Quarks vom “down”-Typ, also das “down”-, “strange”-
und “bottom”-Quark, iibertragen.

Fiir das “down”-Quark wiirde entsprechend beispielsweise ein zusétzlicher
Beitrag
€ My —

= ———d(C+ D)o, dF*, (3.36)

eff
£ 2A A

erwartet — mit den bereits zuvor verwendeten Bezeichnungen. Obwohl spe-
ziell fiir das Proton und Neutron genaue Messungen des magnetischen Mo-
ments vorliegen, lassen sich die prézisen Werte der magnetischen Momente
der Quarks bislang nicht daraus berechnen, da theoretisch nicht mit aus-
reichender Genauigkeit bekannt ist, wie sich das magnetische Moment der
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Baryonen aus den magnetischen Momenten der Konstituenten-Quarks zu-
sammensetzt bzw. welchen Beitrag virtuelle Felder liefern.

Fiir die Quarks vom “down”-Typ ist somit ein Test der Hypothese eines
zusétzlichen Beitrags zum magnetischen Moment nur durch die Untersuchung
“flavor”-dndernder Operatoren moglich. Solche “flavor”-andernden Operato-
ren miissen erwartet werden, wenn man in analoger Weise die Diskussion
auf den “flavor”-Raum (d, s,b) erweitert und wiederum beriicksichtigt, daf
die Diagonalisierung des Quarkmassenterms nicht unbedingt gleichzeitig zu
einer Diagonalisierung der Matrix der magnetischen Momente fiihrt, sondern
zu einem Term der Form

e = ZDVUNI(C 4 Ds)a P (3.37)
2A A
mit ¢ = (d, 5,b). Die Matrix M beinhaltet dann ebenfalls Nicht-Diagonal-
Elemente, die “flavor”’-Ubergéinge induzieren, die im Standardmodell stark
unterdriickt sind.

Diese “flavor”-verletzenden Terme miissen in gleicher Weise mit der chi-
ralen Symmetrie vertréglich sein wie bei den geladenen Leptonen diskutiert.
D. h. ein “quark flavor” ¢ entkoppelt im chiralen Limes m, — 0 von den an-
omalen “flavor”’-Ubergéingen und die “favor”-verletzenden Operatoren ver-
schwinden im Limes A — oo. Der einfachste Ansatz, der dieses Verhalten
zeigt, ist gegeben, wenn die “favor”-Ubergénge zwischen “quark flavor” i
und j mit | /m; /A skalieren.® Die Matrix M lautet dementsprechend:

o Cas ¥ Cgp =

5 my A A
M = | Oyl s Cop o™ | (3.38)
Cdb \/mimb Csb A /mAsmb 1

Die Konstanten Cj; sind von der Grofienordnung eins und koénnten nur
unter Annahme einer expliziten Substrukturdynamik bestimmt werden. Au-
Berdem konnten sie fiir den C- und den D-Term unterschiedlich sein. Da es
in dieser Diskussion wie zuvor nur um eine Abschétzung der Groflenordnung
der neuen Effekte geht, wird der einfache Fall angenommen, daf sie fiir beide
Terme identisch sind.

Strahlungs-Zerfille

Die Operatoren in den Gln. (3.37, 3.38) induzieren die Strahlungszerfille
s — dvy, b — sy und b — d~. Fiir die zugehorigen Zerfallsbreiten gilt auf

3Etwaige Effekte der “favor”-Mischung der Quarks sind in dieser Betrachtung der
Einfachheit halber aufler Acht gelassen.
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Partonniveau:

I(s —dy) = QT; ( medf (TX)Q (T’)Q (3.39)
L —s7) = 2% ( ”X’ms)Z (T)Z <7Xb)2 (3.40)
T(b—dy) = 622::( mAbmd>2 (”Xb)? (7\“’)2 (3.41)

Unter der Annahme, daf§ die Partonzerfallsbreiten den Zerfallsbreiten der
Hadronen entsprechen, ergeben sich die folgenden Verzweigungsverhéltnisse
fiir bestimmte explizite Strahlungszerfille:*

Br(K* — 7n5y) ~ 6x 1071,
Br(B* - K*y) ~ 9x 107, (3.42)
Br(B* — 7%y) ~ 4x107%,

wenn man beispielsweise vom zentralen Wert A = 1.62 TeV nach Gl. (3.13)
ausgeht.

Diese Zerfille sind noch nicht beobachtet worden. Dagegen wurden ver-
wandte Zerfélle mit folgenden Verzweigungsverhéltnissen bzw. deren Ober-
grenzen gemessen [11]:

BroP(K* — nfete”) = (29+1.3)x 1077, (3.43)
Bro®(K* — rutp™) = (7.6 +2.1) x 1075, (3.44)
BreP(B* Kﬂ:e—l-e) < 3.9x1073, (3.45)
Br*?(B* — r¥efe”) < 3.9x107%, (3.46)

Aktuell werden von der CLEO-Kollaboration folgende Ergebnisse zu Strah-
lungszerféllen des B-Mesons berichtet [130]:

Br?(B" — K*'v)
Br*?(B~ — K" v)
Br*?(B — Xyy) =
Br*?(B® — p)
Br*?(BT — p*v)
Bro?(BY — wy) <

(454 0.740.3) x 107°, (3.47)
(3.840.940.3) x 107°, (3.48)
(3.15+£0.35 4+ 0.41) x 1074, (3.49)
1.7 x 1075, (3.50)
1.3 x107°. (3.51)
0.9 x 107°. (3.52)

“Tatséchlich muB fiir jede bestimmte Reaktion das Verhéltnis I'(¢; — ¢57v)/T'(X, —
Xg,7v) eigens untersucht werden. Fiir eine Diskussion des Falles I'(b — sv)/T'(B — K*v)

und weitere Referenzen siehe [129].
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Die Ergebnisse aus Gl. (3.42) stellen nur eine recht grobe Abschétzung dar
und ein direkter Vergleich mit den zitierten Meflergebnissen ist nicht moglich.
Dennoch reichen die Angaben aus, um die momentan erreichte Genauigkeit
der Experimente der GroBlenordnung der zu erwartenden Effekte gegeniiber-
zustellen.

Die stiirkste Einschrankung resultiert aus dem Zerfall K* — n¥utu—,
fiir dessen Verzweigungsverhiltnis ein Wert von der GréBenordnung 1078 ex-
perimentell ermittelt wurde. Die hier erwartete Groflenordnung von zusétzli-
chen Effekten bei Kaon-Zerfillen, die durch einen neutralen Strom vermittelt
werden, liegt mit 1071° aber noch zwei Groenordnungen darunter. Sie sind
also ohne weiteres im Rahmen der Mefligenauigkeit mit der Beobachtung ver-
traglich.

Das CLEO-Experiment erreicht derzeit eine Empfindlichkeit der Ordnung
107° fiir seltene B-Meson-Zerfille. Die hier vorhergesagten neuen Effekte
liegen ebenfalls wenigstens zwei Groéflenordnungen unter diesen Schranken.
Zusammenfassend gilt demnach, dafl die bei der Betrachtung der gelade-
nen Leptonen zugrundegelegten Annahmen mit den Ergebnissen der Suche
nach “flavor”-verletzenden neutralen Strémen bei den K- und B-Mesonen
vertraglich sind.

3.2.4 Die Quarks des “Up”-Typs

Die allgemeine Diskussion am Ende von Abschnitt 3.1 sowie die spezifischen
Uberlegungen zu den geladenen Leptonen in Unterabschnitt 3.2.1 haben illu-
striert, wie im Zusammenhang mit den Symmetriebrechungsschritten bei der
Massenerzeugung im Rahmen von Substrukturmodellen auch neue “flavor”-
verletztende Terme generiert werden.

Als explizites Beispiel fiir einen solchen Symmetriebrechungsschritt sei
hier die einfachste Art der S(3), x S(3)g-Brechung vorgestellt, die bereits
in Ref. [81] diskutiert wurde. In diesem Ansatz haben die Massenmatrizen
sowohl fiir die Quarks der Ladung 2/3(U) als auch der Ladung —1/3(D) die

Form:
1

11
My=My| 11 1 (3.53)
11 1+¢

mit ¢ = U, D. Durch den Symmetriebrechungsparameter ¢ wird der Rang
der Massenmatrix auf zwei erhoht. Das bedeutet, dafl die zweite Quark-
Familie (“charm” und “strange”) mit Masse ausgestattet wird. Gleichzeitig
tritt “flavor”-Mischung zwischen der zweiten und dritten Familie der Quarks
auf, wobei die Mischungswinkel Funktionen der Massenverhéltnisse m/my,
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und m./m, sind [81]. Aufgrund des beobachteten Massenspektrums gilt fiir
das Verhéltnis der beiden Symmetriebrechungsparameter: ey /ep = 0.1.

Wir gehen nun davon aus, dafl auch nach diesem Symmetriebrechungs-
schritt das anomale magnetische Moment der geladenen Fermionen durch
einen Term wie in Gl. 3.5 gegeben ist:

20 LA
wobei die “favor’-Matrix N in Analogie zur Massenmatrix in Gl. 3.53 die
folgende Struktur hat:

e <mi0) frou N fr- F*Y + h.c., (3.54)

11 1
No=|11 1 (3.55)
11 146

mit ¢ = U, D. Aus Symmetriegriinden werden sowohl die Massenterme als
auch die Terme der magnetischen Momente im Raum der Familien durch
Matrizen beschrieben, deren (3,3)-Terme von eins abweichen. Wéren nun
die Parameter ¢; und ¢; identisch, so wiirden durch die Diagonalisierung der
Massenmatrizen gleichzeitig auch die Matrizen der magnetischen Momente
diagonalisiert. Es giéibe in diesem Fall also keine Ubergangsmomente.

Da aber die Massenterme und die magnetischen Momente unterschiedli-
che Eigenschaften der Fermionen sind, obwohl sie sich in ihrer chiralen Struk-
tur dhnlich sind, gibt es keinen Grund zur Annahme, dafl die Parameter ¢;
und 9; identisch seien. Dennoch erwartet man, daf} sie von derselben Grofien-
ordnung sind. Das bedeutet, daf sobald die S(3), x S(3)g-Symmetrie ge-
brochen wird, nicht nur “favor”-Mischung sondern auch Ubergangsmomente
induziert werden.

In dem hier diskutierten Beispiel sind diese Terme proportional zum Mas-
senverhéltnis der Quarks der zweiten und dritten Familie mq/mg:

L(gs — q2) = const. - i : <77X3> <ZZ> @L Oy G2 F*7 + h.c.(3.56)
Die Proportionalitéitskonstante const. hingt davon ab, wie stark das Verhélt-
nis der Symmetriebrechungsparameter ¢;/¢; von eins abweicht.

Das soeben vorgestellte Beispiel belegt, dafl das “top”- und das “bottom”-
Quark eventuell Nicht-Standard-Eigenschaften aufweisen, die “flavor”-
verletzende Ubergéinge induzieren kénnten. Die GroBe der Ubergansampli-
tuden wird dabei bestimmt vom Grad der Unterschiedlichkeit zwischen den
Massenmatrizen und den Matrizen, die die magnetischen Momente beschrei-
ben.

Anhand des diskutierten expliziten Beispiels wird deutlich, daf3 dieser
Unterschied auf die Brechung der S(3). x S(3) g-Symmetrie zuriickzufithren
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ist. Im Grenzfall ungebrochener Symmetrie tritt noch kein Unterschied auf. In
dem gegebenen Beispiel sind die Ubergangsterme von der Gréfenordnung der
Mischungswinkel m./m, oder mg/my,. In anderen Beispielen sind auch Terme
von der Ordnung (m,./m;)"/? oder (m./m;)*/? moglich. Dies ist z.B. der Fall,
wenn das (2,2)-Element der Matrix der magnetischen Momente verschwindet,
bezogen auf die hierarchische Basis. In dieser Situation findet man etwa fiir
das “top-charm”-Ubergangsmoment:

L(t—c)= ‘ Me 1/25 'Y + h 3.57
= const. - — - [ — ) Y 4 h.c. .
( ¢) = cons 5 (mt) LOuwCR c (3.57)

In der weiteren Diskussion soll auch diese Mdoglichkeit in Betracht gezogen
werden [103, 104].

Fiir die Wechselwirkung des t-Quarks sowohl mit dem Photon als auch
mit dem Z-Boson ergeben sich somit folgende anomale Vertices:

A7 = ¢ (Z (Cz + Dzvs) Uﬂugu) tZu
my

Atvc = cC (Z (Cy + Dyvs) UWQV) tA, - (3.58)
my

Entsprechend der obigen Diskussion ist fiir die Grolenordnung der Vertex-
parameter C und D folgende Abschéitzung zu erwarten:

m m
const.- — e < C,, D, <const.- [— -e
my my
m m
const. - — -g; < Cy, Dy < const. | — gy (3.59)
my my

(92: Z-Boson Kopplungskonstante)

e

cos Oy

Fiir const. ~ 1 sollten die C- und D-Parameter also von der Ordnung 102
bis 1072 sein. Im folgenden werden wie schon in Unterabschnitt 3.2.1 phéno-
menologische Konsequenzen dieser neuen “flavor”-verletzenden Vertices in
verschiedenen experimentellen Situationen vorgestellt [103, 104].

“Top”-Quark Zerfille

Neben dem im Standardmodell dominierenden Zerfall ¢ — bW werden
durch die anomalen Vertices die Zerfélle t — ¢ Z, t — ¢~ induziert, die im
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Standardmodell stark unterdriickt sind. Die Zerfallsbreiten berechnen sich
VAV

m M?2 1M2 1 M?
L(t — cZ) = (|Cz* + |DzI?) 8;( - ) ( — 55— m) . (3.61)

I (t—cy) = (|C, \2+er)

Fiir die Zerfallsbreite des Standardzerfalls gilt:

Gr 1, 12 Mg, My, My
T(t — bW) = 8f|v;b| m? (1—m2 R sy (3.63)

t
Daraus ergibt sich fiir die Verzweigungsverhéaltnisse:

M2 1M2 1M4
T

Bry = = 24Dy,
rz L(t — bW)  Gp|Vy|Pm? (1 B M@) (1 M2 Iz ) (|Cz| + | Dy )
(3.64)
Lt — ) V2 1 , ,
Br., = = .
ik Lt — W)  Gp|Vi|?*m? (1 B M%) ( M M ) (|Cw| +[Ds] )
(3.65)

Fiir die Zerfille t — c~,t — c¢Z existieren folgende experimentelle
Schranken [131]:
Br(t—qZ) < 04,
Br(t —qv) < 0.029. (3.66)

Damit folgt:

|ICz> + |Ds|*> < 0.16,
G2 +|D,)? < 6.5-107°. (3.67)

Zur Abschétzung der GroBenordnung sei C' = D. Damit:

Cz, D, < 0.3,
C,.D, < 0.06. (3.68)

Diese Schranken sind erheblich grofier als die zuvor abgeschétzten Werte.
Dies gilt insbesondere fiir die Parameter, die die Z-Wechselwirkung betreffen.
Unter der Annahme, dal C und D im oberen Bereich liegen, findet man
Br(t — c¢v) und Br(t — c¢Z) in der Ordnung von 1 %. Fiir die weitere
Diskussion gelte diese Grofle als Richtschnur.
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Die Produktion einzelner “Top”-Quarks bei LEP II

Wenn die anomalen Vertices aus Gl. (3.58) existieren, ist es moglich, ein-
zelne t-Quarks in der e e”-Vernichtung oberhalb von etwa 180 GeV zu erzeu-
gen und zwar durch die Reaktion et e~ — v*, Z* — ¢t, t c. Die Moglichkeit
eines solchen Prozesses wurde bereits in Ref. [132] diskutiert allerdings unter
der Annahme eines anderen Satzes von anomalen Operatoren. (Siehe auch
[133].) Der totale Wirkungsquerschnit fiir die Erzeugung einzelner t-Quarks
ist gegeben durch:

Otot (e+ e~ —te, Et) =0, 407+ Oint. (3.69)
Der Term o, beschreibt den Photon-Austausch:
N062
oy = ——
T 16my/2m?

oz enthéilt den Anteil des Wirkungsquerschnitts, der allein durch den Aus-
tausch des Z-Bosons zustande kommt:
NcG FM% 82

= =2 (1452 +851) (|Cz|* + |Ds|? cg.
72 = Gomaymng T80 (G 4 1D2P) Ty
(3.71)

(IC51” + D)) es. (3.70)

Der Interferenzterm o;,; schlieflich lautet: °

Nce GzM% 2 S
Oint = 1 —4s;, c 3.72
' 16mv2m? | V2 ( ) (s — M%) +T% M2 o (372)

[2(s = M3) (ReC ReCz + ImC,ImCy + ReDyReDyz + ImD,ImDy)
—2I'yMy; (ImC,ReCy; — ReC,ImCy + ImD,ReDy; — ReD.ImDy)].

Dabei wurden die folgenden Abkiirzungen verwendet:

2 mem
o = BB (492 — 20162 — 281 + 87 )
und
5121_(mt+m6)2’ 53:1_(mt_m6)27 ﬁi=1—m§_mg
S S s

°In der Formel fiir ¢;,; werden die Imaginérteile der Formfaktoren nur der Vollstandig-
keit halber mitgefiithrt. Bei der Berechnung der Absolutwerte der Wirkungsquerschnitte
wurden verschwindende Imaginérteile vorausgesetzt ebenso wie C' = D. Diese Annahmen
dienen lediglich dazu, ein quantitativ bestimmtes Ergebnis zu erhalten, sie sollten aber die
zu erwartenden neuen Ergebnisse nicht qualitativ veréindern.
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Numerisch ergibt sich fiir Br, = Bry = 1% bei
Vs =190GeV : ooy = 6.8 - 1072pb (3.73)

und bei
Vs =200GeV : gyor = 14.6 - 107 %pb . (3.74)

Im Fall einer integrierten Luminositit von 170 pb~! /Jahr wiiren 12 Ereignisse
bzw. 25 Ereignisse zu erwarten. In Anbetracht der groBenordnungsméfigen
Abschétzung der Vertexparameter C und D sind diese Vorhersagen nicht son-
derlich prézise. Dennoch ist die Schlufifolgerung zuldssig, dafl es nicht vollig
aussichtslos ist, nach solchen Ereignissen bei LEP II zu suchen. Sollte die Er-
zeugung einzelner t-Quarks in den Daten von LEP II entdeckt werden, wére
dies ein klarer Hinweis auf eine Verletzung des Standardmodells. Im Rahmen
des Standardmodells ist die Erzeugung einzelner t-Quarks durch Austausch
eines W-Bosons im t-Kanal moéglich. Der entsprechende Wirkungsquerschnitt
ist aber zu klein, um an LEP II beobachtet zu werden [134].

Mittlerweile ist eine erste Analyse des OPAL-Experimentes erschienen
[135]. Von den anderen LEP-Experimenten liegen vorldufige Analysen vor
[136]. Die besten Schranken an den Wirkungsquerschnitt sind fir

Vs =189GeV : 0P = 24 - 10~ %pb (3.75)

und bei

Vs =200GeV : o0 = 50-10"%pb (3.76)

bei einem Vertrauensintervall von 95 %. Diese Schranken liegen noch um
einen Faktor 3 bis 4 iiber den Vorhersagen aus den Gleichungen (3.73) und
(3.74). Obwohl die Datennahme bei LEP II inzwischen beendet ist, sollten
weitere Analysen noch gewisse Verbesserungen ergeben, weil den zitierten
Arbeiten noch nicht alle aufgezeichneten Daten zugrunde liegen. Die demon-
strierte Empfindlichkeit der Messungen an LEP II macht zumindest deut-
lich, dafl sich die Schranken fiir “flavor”-verletztende t-Quark-Kopplungen
gegeniiber den Messungen am Tevatron verbessern lassen.

Die Produktion einzelner “Top”-Quarks bei HERA

In den Elektron-Proton- (bzw. Positron-Proton-) Stossen, die bei den Ex-
perimenten an HERA beobachtet werden, konnen t-Quarks nicht erzeugt
werden, wenn das Standardmodell giiltig ist [137]. In dem hier betrachteten
Szenario allerdings ist die Reaktion ec — et moglich. Die dazu erforderli-
chen “charm”-Quarks sind als Teil des ¢g-Sees im Proton vorhanden. Der
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differentielle Wirkungsquerschnitt ist gegeben durch:

do(ec —et) 1 3 v v 1
di ~ 167 WIVN, Ay Dy () Dy (1)

VV'i=~,Z

{(cvca + Dy D) (vyvys + avay:) [_ (1454 = (1+7°) t]

+ (CvDik// + Dvc‘*//) (Uva\// + aVvV/) [(1 — 64) t— (1 — 62) tt:‘| } .

Die Konstanten /{—“’/ und IJ:L’, werden in den folgenden numerischen Beispie-
1%

len auf den Wert m% festgesetzt, um feste Zahlenwerte zu erhalten. Weitere
Konstanten sind g, = (—i)Q., wobei die Ladung des Elektrons . den Wert

—e hat, und g7 = (—%) Gf/]\;%. Die Propagatoren im t-Kanal sind gege-

ben durch D, (t) =t bzw. D(t) =t — M%. Die Konstanten ay und vy sind
die {iblichen Axialvektor- und Vektor-Kopplungskonstanten fiir die Kopplung
von ¢~ oder et mit dem Boson V = v, Z. Der dominante Beitrag stammt
vom y-Austausch, der gegeben ist durch:

= 1 ¢ 1+6Y (1+p°
e (e ripp) |SAE D BB oy

Der Wirkungsquerschnitt wird maximal fiir minimales ¢. Der minimale t-
Wert |t|min ist proportional zu m? im Limes s > m? und zwar gilt:

m2(mi —mg)?
‘t’min = tS2 . (379)

Der Teil des Phasenraums nahe der Schwelle liefert demnach den Hauptbei-
trag zum Wirkungsquerschnitt, in dem das einlaufende Lepton — betrach-
tet im Quark-Lepton-Schwerpunktssystem — seinen gesamten Impuls abgibt.
Dessen Energie wird auf das einlaufende c-Quark iibertragen, um das schwe-
re t-Quark zu erzeugen, das in diesem spezifischen Bezugssystem nahezu in
Ruhe ist. Im Laborsystem haben sowohl das auslaufende t-Quark als auch
das auslaufende Lepton keine nennenswerten transversalen Impulse, so dafl
das Lepton in Vorwértsrichtung verloren geht. Das t-Quark zerfillt in ein
b-Quark und ein W-Boson.

Um aus dem oben angegebenen Parton-Wirkungsquerschnitt den Quer-
schnitt fiir die Reaktion ep — etX zu berechnen, ist es erforderlich iiber die
c-Quark Verteilungsfunktion zu integrieren. Unter den kinematischen Ge-
gebenheiten bei HERA, wo das einlaufende Lepton eine Energie von 27.6
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GeV aufweist, benotigt das c-Quark einen Impuls von mehr als 277 GeV
(x > 0.338), damit ein t-Quark erzeugt werden kann. Der Wirkungsquer-
schnitt ist also um so grofler je hoher der Anteil von c-Quarks mit einem
hohen Impulsanteil x ist. Ausgehend von den c-Quark-Verteilung, die Mar-
tin et al. aus einer globalen Analyse von Proton-Streudaten extrahiert haben
[138] und unter der Annahme Br., = Br; = 1% ergibt sich ein Wirkungs-
querschnitt von etwa 7 - 10~*pb. Unter diesen Annahmen wire die Erzeu-
gung einzelner t-Quarks bei HERA nach wie vor nicht beobachtbar. Diese
SchluBfolgerung bleibt selbst dann giiltig, wenn die Parameter C und D die
nach Gl. (3.59) maximal zuléssigen Werte annehmen, weil die MRS-c-Quark-
Verteilungen fiir groe Werte von x stark abfallen. Alternativ wurden auch
c-Quark-Verteilungen mit anderem Verhalten fiir grole = betrachtet. Von
besonderem Interesse ist dabei die “intrinsic-charm”-Hypothese [139]. Die
nachfolgend angegebenen Ereignisraten wurden basierend auf zwei Vertei-
lungsfunktionen berechnet, die von dieser Hypothese ausgehen [139, 140]:

1 1
o (x) = 5 Nsa? [3(1 ~2)(1+ 102+ 2?) + 22(1 + ) mx} . (3.80)
1
coz) = meS [35 + 11552 — 157522 — 1137523

—92450x* + 4902° — 982% + 1427 — 28
+x (1443 + 7161z + 520122 + {840 1+ 58802 + 5880:52} In q;)] .
(3.81)

(Bem.: Die Werte N5 = 36 bzw. (N5 = 288028) wurden verwendet, so daf
c(x) auf 1% normiert ist. Die Verteilungsfunktion ¢(x) ist identisch zu ¢(z).)
Wieder unter der Annahme Br., = Brz = 1% ergibt sich:

ci(z) Otor = 1.7-1072pb, (3.82)

co() Orot = 3.2- 107 2pb. (3.83)

Nach dem aktuellen HERA-Upgrade wird eine integrierte Luminosiéit von
etwa 1000 pb~! in den niichsten Jahren erwartet. Es kénnten sich also unter
giinstigen Umstanden einige Ereignisse dieses Typs beobachten lassen.

Die Topologie dieser Ereignisse wire von einer Art, die im Rahmen des
Standardmodells nicht erklart werden konnte. Fiir einen leptonischen W-
Zerfall wiirde ein b-Quark-Jet (bzw. ein Anti-b-Quark-Jet) zusammen mit
einem hochenergetischen Elektron oder Myon erzeugt. In diesem Zusammen-
hang ist es sehr bemerkenswert, daf3 die H1-Kollaboration vor kurzem einige
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Abbildung 3.1: Die c-Quark-Verteilungsfunktionen wie in Gl. (3.80) — durch-
gezogene Linie — und Gl. (3.81) — gestrichelte Linie. Die vertikale Linie ent-
spricht dem Schwellenwert, der {iberschritten werden mufl damit die Erzeu-
gung von einzelnen t-Quarks kinematisch moglich wird.

Ereignisse beobachtet hat, die sich durch ein hochenergetisches isoliertes Lep-
ton auszeichnen [141]. Fiir weitere Ergebnisse siehe auch [142] und [143]. Drei
dieser Ereignisse in einer Stichprobe von 36 pb~! zeigen kinematische Eigen-
schaften, die “untypisch fiir Standardmodell-Prozesse“ genannt werden. Die
Erzeugung einzelner t- oder Anti-t-Quarks kénnte im Prinzip diese Art von
Kinematik und Topologie verursachen. Zum Test dieser Hypothese wire es
erforderlich auch die Ereignisse nachzuweisen, in denen das W-Boson ha-
dronisch zerfallt. Bei diesen Ereignissen werden drei Jets erwartet, die nach
Masse und Impuls das zerfallende t-Quark rekonstruieren lassen sollten.
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Kapitel 4

Diskussion und
Zusammenfassung

Das Standardmodell der Teilchenphysik beschreibt das momentane Wissen
iiber die Eigenschaften der Elementarteilchen in bemerkenswerter Eleganz
und Effizienz. Gleichwohl gibt es eine Reihe von Fragen, die im Rahmen
des Standardmodells unbeantwortet bleiben. Unabéngig von deren konkreter
Formulierung lassen sie sich in zwei Gruppen einteilen: Fragen zu den Wech-
selwirkungen und Fragen zum Teilchenspektrum. In Bezug auf die Wechsel-
wirkungen ist beispielsweise noch ungeklart, warum es davon gerade drei gibt,
wodurch die jeweiligen Eichgruppen bestimmt werden und welcher Mecha-
nismus die Stirke der zugehorigen Kopplungskonstanten festlegt. Beim Teil-
chenspektrum fehlt ein tieferes Verstandnis der Anzahl der Teilchen (hier ins-
besondere die Frage nach der Wiederholung der Teilchenfamilien) und ihrer
Quantenzahlen: Wodurch werden die Darstellungen der Teilchen beziiglich
der verschiedenen Eichgruppen determiniert? In diesen Zusammenhang fallt
auch die Frage nach den Teilchenmassen und dem Mischungsverhalten, die
der Gegenstand dieser Arbeit war.

Diese Frage — die auch als das Massenproblem bezeichnet wird — ist in ge-
wissem Sinne eine Frage nach der genauen Natur des hypothetischen Higgsfel-
des. Wenn das Higgsteilchen tatséchlich existiert, ist es dann ein elementares
Teilchen oder zusammengesetzt?

Mit dieser Arbeit liegen einige neue Uberlegungen zur Klirung dieser Fra-
ge vor. In Unterabschnitt 2.3.1 wird die Hyphotese betrachtet, dafl das Higgs-
boson als Elementarteilchen existiert. Bei dieser Betrachtung fillt auf, dafl
das Higgsboson wie die anderen Bosonen im Standardmodell eine Wechselwir-
kung vermittelt. Besonders augenfillig wird diese Tatsache im Zusammen-
hang mit den Uberlegungen zum Bau eines Myon-Antimyon-Colliders, als
dessen Stérke die Moglichkeit zur Beobachtung des Austausches von Higgs-
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bosonen im s-Kanal angesehen wird.

Durch diese Betrachtungsweise verwandelt sich eine Frage zum Teilchen-
spektrum unversehens in eine Frage nach den Wecheselwirkungen des Stan-
dardmodells. Werden im Standardmodell nicht tatsédchlich vier Wechselwir-
kungen beschrieben? Welche Symmetrie gibt dieser vierten Wechselwirkung
die Struktur? Welche Darstellungen haben die Fermionen beziiglich einer
solchen hypothetischen neuen Symmetrie? Wodurch wird die Stérke der zu-
gehorigen Kopplungskonstanten festgelegt? Gibt es eine eigene Kopplungs-
konstante fiir jedes Fermion oder gibt es eine Entsprechung zur Universalitét
von Eichwechselwirkungen, wie sie durch den Erfolg demokratischer Massen-
matrizen nahegelegt wird?

In der umfangreichen Literatur zum Massenproblem finden sich faktisch
keine Untersuchungen, die das Massenproblem in dieser Weise betrachten.
In Kaluza-Klein-Theorien wurde das Higgsboson mit der dort auftretenden
zusétzlichen fiinften Komponente der Eichbosonen identifiziert; im Rahmen
der Formulierung des Standardmodells in der nichtkommutativen Geometrie
kann das Higgsboson als Eichboson einer neuen diskreten Symmetriekompo-
nente der Raumzeit aufgefasst werden.

Die hier aufgeworfenen Fragen bleiben {ibrigens auch in supersymmetri-
schen Theorien ohne Antwort. In solchen Modellen und den darauf aufbau-
enden Ansétzen werden meist mehrere skalare Felder als fundamental ein-
gefithrt. Dies dussert sich unmittelbar darin, dafl diese Theorien gegeniiber
dem Standardmodell eine deutliche hohere Anzahl an freien Parametern auf-
weisen, die in ihrer Mehrzahl mit Teilchenmassen und -mischung zusam-
menhéngen. Selbst wenn also zukiinftig Superpartner bekannter Elementar-
teilchen experimentell nachgewiesen werden sollten, wére es somit weiterhin
berechtigt und notwendig zu untersuchen, ob die Wechselwirkungen skalarer
Felder aus einem Symmetrieprinzip ableitbar sind.

Die hier erstmals vorgelegten einfachen Uberlegungen im genannten Un-
terabschnitt weisen auf eine grofie formale Néhe zwischen den Eichbosonen
und dem hypothetischen Higgsboson hin. Auch wenn es nicht gelungen
ist, ein echtes Symmetrieprinzip anzugeben, erscheint es in diesem Licht
betrachtet als sinnvoll, nach neuen mathematischen Beschreibungen fiir
skalare Felder zu suchen, die das Finden und Formulieren von Symmetrie-
prinzipien zur Beschreibung der Wechselwirkung zwischen skalaren Feldern
und Fermionen erleichtern konnten.

Eine alternative Untersuchungsrichtung geht davon aus, daf} die skala-
ren Felder tatséichlich nicht als fundamentale Felder existieren, sondern
nur effektive Felder darstellen, die ihren Ursprung in Substrukturmodellen
haben. Die phéanomenologischen Konsequenzen dieser Hypothese wurden im
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Kapitel 3 dieser Arbeit auf der Grundlage von Formfaktoransitzen unter
Berticksichtigung der Vertréglichkeit mit bestimmten chiralen Symmetrien
betrachtet, ohne die Konstituententeilchen und deren Dynamik néher zu
spezifizieren.

Im Rahmen dieser Betrachtungsweise 148t sich eine Abweichung des an-
omalen magnetischen Moments des Myons von dem im Standardmodell er-
warteten Wert als Hinweis auf eine mogliche Substruktur deuten. Sollten sich
die ersten Anzeichen fiir eine Diskrepanz durch weitere Prézisionsmessungen
am Experiment E821 in Brookhaven verdichten, so wiirde die hier vorge-
legte Deutung die Existenz des Strahlungszerfalls ;1 — ey implizieren und
zwar mit einer Haufigkeit, die innerhalb der Reichweite der derzeit am PSI
in Villingen laufenden Suche liegt. Eine experimentelle Uberpriifung dieser
Vorhersagen steht demnach unmittelbar bevor.

Dariiberhinaus wére es moglich, weitere phanomenologische Konsequen-
zen zu betrachten; beispielsweise fiir die hypothetischen Zerfille: py* —
efete™, 75 — pFltl~ und 7F — et~ oder fiir “lepton flavor”-verletzende
Prozesse in der Lepton-Hadron-Streuung, wie sie bei HERA untersucht wird
oder fiir einen moglichen Myon-Proton-Collider.

Fiir das “top”-Quark wurde die Moglichkeit “flavor”-verletzender Prozes-
se untersucht. Diese konnten sich in der Erzeugung einzelner t-Quarks zeigen.
Sollten etwa bei der Auswertung der bei LEP II aufgezeichneten Daten, Er-
eignisse dieses Typs gefunden werden, so ldge damit ein eindeutiger Hinweis
auf Effekte jenseits des Standardmodells vor. Gleiches gilt fiir die Messungen
am Elektron/Positron-Proton-Beschleuniger HERA. Im Rahmen des Stan-
dardmodells ist eine Erzeugung von t-Quarks dort ausgeschlossen. Unter be-
stimmten Voraussetzungen ist sie hingegen im Rahmen von Substrukturmo-
dellen moglich. Von besonderem Interesse sind hier die am H1-Experiment
beobachteten Ereignisse mit isolierten Leptonen, die auf die Erzeugung ein-
zelner t-Quarks zuriickgehen kénnten. Mit der kiirzlich gesteigerten Lumi-
nositét und einer genaueren Untersuchung der zu erwartenden Kinematik
und Verteilung der Zerfallsprodukte kann die hier vorgelegte Deutung dieser
Ereignisse in naher Zukunft experimentell iiberpriift werden.

Sollten Abweichungen vom Standardmodell in der beschriebenen Weise
gefunden werden, wéiren damit erste wichtige Hinweise auf die Natur des
Higgs-Bosons als ein Teilchen mit Substruktur etabliert.
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Anhang

In diesem Anhang werden einige Zwischenergebnisse von Rechnungen présen-
tiert, auf denen die in Kapitel 3 vorgestellten Ergebnisse beruhen. Die Be-
zeichnungen und Konventionen folgen dem Lehrbuch von C. Quigg [144].
Bei der Beschreibung der magnetischen Momente tritt die Matrix o, auf,
die wie folgt definiert ist: .
i
Opv = B [7#7’71/] . (4'1)
Zur Summation iiber verschiedene Spinzustinde miissen in den Produkten
von Matrixelementen folgende Spuren ausgewertet werden, die sich nicht den
Lehrbiichern entnehmen lassen:

tr{o_)xuo-pa} - 4[9)\pgua - g)\agltﬂ]u
tr{’ySO-)\uUpo} = 4i5Auva
tr{/YpUua’y/\o—l/ﬁ} = 4[9,0;1.9041/9)\/6 — GpuGapsIrv

—9urGpvYas + Jur9pBYav
—GuvGpadrp + Juv9pr9ap — Guv9psYJar
+g,uﬁgpag)\u — GuB9prGav + guﬁgpugaA]a

tr{V5%p0ua1r0us} = 4i[€puar9rs — EppasIrv
+Eapurdon — Euprrdpal- (4.2)

Zur Berechnung der verschiedenen Wirkungsquerschnitte und Zerfalls-
breiten werden Feynman-Diagramme auf Baum-Niveau berechnet, die an ei-
nem Vertex den durch das anomale Dipolmoment induzierten neuen Opera-
tor enthalten. Als Beispiel dient das folgende Matrixelement; es beschreibt
ein einlaufendes Elektron mit Impuls p_ und ein einlaufendes Positron mit
Impuls p,, die nach dem Standardmodell an ein virtuelles Vektorboson V'
mit Impuls ¢ koppeln. Das Vektorboson kann ein Photon V = v oder ein
Z-Boson V =7 sein, das dann iiber den anomalen Dipolmoment-Operator
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an ein t-Quark mit Impuls ¢_ und ein Anti-c-Quark mit Impuls ¢, koppelt:

—q (glw _ q]\*;%” . 5\/)
My = gvlﬂt(CI—)UA 7 (Cv + Dy~s) ve(gy) z
AV ’ ¢ Dv<q2)

Ee(er)’y,, [Ue\/ + aeV75] ue(p—)a (43)

if

mit den Kopplungskonstanten g, = (—1)Q. und Q.= —e sowie

g7 = (—ﬁ) Gf/l\;% und den weiteren Konstanten im Zéahler des Propagators

6, =0 und dz =1 und folgenden Nennern des Propagators D, (q?) = ¢?
und Dz = q? — MZ +il';Mz und schliesslich den Standardmodell-Vektor-
und Axialvektor-Kopplungskonstanten: ve, =1, ae, =0, vez = —1+4s3y
sowie acz = 1. Die iibrigen Konstanten f,, fz, C,, D,, Cz, Dz, A, und Ay
beschreiben die Kopplungstéirke und typische Energieskala des anomalen
Vertexoperators.

Die folgenden Produkte von Matrixelementen werden zur Bestimmung
des Betragsquadrats des Matrixelements fiir den Prozefl efe™ — ~* Z* — tc
benotigt:

o Jvifvagvigis _ A D
MyiMy, AviAvaDvi(g®) Dv2(q?) Ela-)ona (G + D) vela)
@e(p+)7“ (Ue\/l + ae\/l’%) Ue (p—)]
'[ae(p*) (Uevz - aevﬂs) ’YUUe(er)

Ve(q1) (Cyg = Dyo¥s) 4”0 poie(q-)], (4.4)

wobei sowohl V1 = ~, 7 als auch V2 = =, Z moglich sind. Wenn die Konstan-
ten C und D komplexwertig sind, dann geniigt es, % als reellwertig anzuneh-
men.
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Nach Mittelung {iber die Spins der einlaufenden Fermionen und Summa-
tion iiber die Spins der auslaufenden Fermionen und Auswertung der Spuren
nach Gl. (4.1) ergibt sich:

. Jvifvagvigis
MMy, = AviAvaDvi(q?)Dya(q?)

4 (CviCyy + DviDyy) (VeviViya + Gevitiys)
{2(¢- - )+ O (p- Q+)+2(q—~Q)(p+-Q+)(p - q)
+2(q4 - @)+ - Q) (p- - q-) +2(q4 - q)(m q-)(p--q)
—2(q-q)(p+ - q-)(p- Q+)—2(q a)(p- - q-)(p+ - 44)
—2(p - ) (- ) (gy - q-) + (Q'Q)(Q+'Q—)(p+ p-)
+m? (4(q4 - q)(q- - q) — (g4 - ¢-)(q- q))
+memy (2(py - @) (p- - @) + (p+ - p-)(q- q))
+3mZmemi(q - q)}
8 (Cv1Dyg + DviCyyg) (Veviaoys + deviVaya)
{le-- )+ Da+ - p-) — (¢ - D(a+ - p+)(p- - q)
+(q+ - )+ - D) -p-) — (¢4 - (g - p)(p- - @) }]{4.5)

Der Endzustand des betrachteten Prozesses enthélt zwei Teilchen unter-
schiedlicher Masse, so dass die Ruhemassen in einer Form auftreten, die nicht
sehr geldufig ist. Deswegen seien die Impuls-Vierervektoren im Schwerpunkts-
system hier explizit aufgefiihrt:

¢ = (v50,0,0),
1 1
b+ = (2\/5507072\/§5e>7
= (5v550.0,—5 V5 (46)
i = (VI SVER 0,0, VEBLG cost).
¢ = (5V3@— B1)—5VEB.B sind,0,~ V50,5 cosd)

Die verschiedenen g-Faktoren sind wie folgt definiert:

ﬁZ = 1— 4mg

g2 o= 1 lmemo® g2 g (e ogr g miomg
(4.7)
Aus dem Betragsquadrat des Matrixelementes fiir den Prozess ete™ — tc
148t sich durch Ausnutzen der “crossing”-Symmetrie das Betragsquadrat des
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Matrixelementes fiir den Prozess auf Parton-Niveau e*c — e't gewinnen.
Dabei werden das virtuelle Photon bzw. Z-Boson im t-Kanal ausgetauscht.
Der minimale Energieiibertrag ist proportional zu m?, wodurch der Photon-
propagator 1/s regularisiert wird. Wegen dieser Rolle der Elektronenmasse
wurde sie der Vollstdndigkeit halber in allen Rechnungen mitgefiihrt. Die
Impuls-Vierervektoren im Schwerpunktssystem lauten in diesem Fall:

b+ = (;\/g gjﬂ 07 07 ;\/gﬂc—i-ﬁc—) )
1 1
4c = (2\/5(2 - c2i)7 07 07 _2\/gﬁc+ﬁc> )
p- = (;\/Eﬁtz:l:a ;\/gﬁt-‘rﬁt— sin 6, 0, ;\/gﬂtﬁ-ﬁt— COS 9) ) (4.8)
o = (5VE@— B~V B sind, 0, SV5B i cosd)
¢ = (5v5 (B = Bha) s = Vol B sing,0, 55 (Besfe — Busficost))

2

wobei p, den Impuls des einlaufenden und p_ den Impuls des auslaufenden
Positrons, q. den Impuls des einlaufenden c-Quarks, q; den Impuls des aus-
laufenden t-Quarks und q den Impulsiibertrag bezeichnet. Die (-Faktoren
sind analog zu Gl. (4.7) definiert:

2 _ (metme)? 2 (memme)? 2 q_ mim?

c+ s ’ c— s ) ct s )

62 - 1— (mi+me)? 62 - 11— (mi—me)* 2 — 11— m?—m2

t+ - S Y t— - s Y t+ - s .
(4.9)
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