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Kapitel 1

Motivation

In der vorliegenden Arbeit werden die Auswirkungen der Links-Rechts symmetrischen

Erweiterung der Eichgruppe des Standardmodells der Teilchenphysik

GLR = SU(3)C × SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L

↑
GSM = SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y

(1.1)

auf die Flavorphysik entsprechender Modelle untersucht.

Nach einer kurzen Wiederholung der für die Diskussion relevanten Eigenschaften des

Standardmodells der Teilchenphysik (SM) in Abschnitt 1.1, werden diese im darauffol-

genden Abschnitt 1.2 mit ihren Links-Rechts symmetrischen Realisierungen verglichen

und anhand dessen ein generelles Interesse für die Untersuchung Links-Rechts symme-

trischer Theorien motiviert. Anschließend werden in den Abschnitten 1.2.4 und 1.2.5

für ein Minimales Modell (MLRM) erste Flavorimplikationen der Links-Rechts symme-

trischen Vereinheitlichung hergeleitet, die den Ausgangspunkt für die Betrachtungen in

den nachfolgenden Kapiteln bilden.

1.1 Das Standardmodell der Teilchenphysik

1.1.1 Eichgruppe und Teilchenmultipletts des SM

Die Eichgruppe des Standardmodells der Teilchenphysik (SM) unterteilt sich in die Eich-

gruppen der starken ([1], [2], [3]) und der elektro-schwachen ([4], [5]) Wechselwirkung

GSM = SU(3)c︸ ︷︷ ︸
QCD

×SU(2)L × U(1)Y︸ ︷︷ ︸
el.-weak

(1.2)

1
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von der für die Flavorstruktur nur Letztere von Bedeutung ist. Die QCD ist invariant

unter beliebigen Transformationen im Flavorraum und im hier betrachteten Kontext

beschränkt sich ihre Relevanz daher auf diese Symmetrie. Im Gegensatz zur QCD, tragen

die links- und rechts-händigen Komponenten der chiralen Quarkspinoren des SM

ΨL =
1

2
(1− γ5) Ψ

ΨR =
1

2
(1 + γ5) Ψ

(1.3)

unter der elektro-schwachen Wechselwirkung unterschiedliche Eichladungen. Während

die links-händigen Komponenten einer Quarkgeneration in einer Doublett Darstellung

des SU(2)L Isospins vereinheitlicht sind

QL,1 =

(
uL

dL

)
, QL,2 =

(
cL

sL

)
, QL,3 =

(
tL

bL

)
(1.4)

werden die rechts-händigen Chiralitäten Singulett Darstellungen zugeordnet

uR,1 = uR, uR,2 = cR, uR,3 = tR

dR,1 = dR, dR,2 = sR, dR,3 = bR
(1.5)

Die schwache U(1)Y -Ladung des SM, die in LR-Modellen durch die Differenz aus Baryon-

und Leptonzahl B−L abgelöst wird, wird den SU(2)L-Multipletts in der Art zugeordnet,

dass sich nach der spontanen Brechung der elektro-schwachen Eichsymmetrie die korrek-

ten elektrischen Ladungen der Elementarteilchen ergeben. Diese Einstellung der Quan-

tenzahlen entbehrt im SM einer physikalischen Erklärung. Die Chiralitätskomponenten

der leptonischen Zustände werden, den Quarkzuständen entsprechend, ebenfalls durch

ihre Isospin-Darstellung unterschieden. Da einem rechts-händigen Neutrino in einer

SU(2)L Singulett Darstellung dabei eine schwache Hyperladung von 0 zugeordnet wer-

den müsste, was es von jeglicher Wechselwirkung des SM entkoppelt, fehlen diese im

leptonischen Teilchenspektrum

LL,1 =

(
νe,L

e−L

)
, LL,2 =

(
νµ,L

µ−L

)
, LL,3 =

(
ντ,L

τ−L

)
LR,1 = e−R, LR,2 = µ−R, LR,3 = τ−R

(1.6)

Komplettiert wird die Spezifikation des SM Teilcheninhalts durch die Hinzunahme eines

einzelnen skalaren SU(2)L Higgs-Doubletts, das eine schwache U(1)Y Hyperladung von

1 trägt

φ =

(
H+

H0

)
(1.7)
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Die aus dieser Wahl der Quantenzahlen resultierenden Kopplungen des Higgs-Felds an

die bosonischen und fermionischen Freiheitsgrade des SM, realisieren das beobachtete

Massenspektrum der Elementarteilchen über den Mechanismus der spontanen Symme-

triebrechung.

1.1.2 Eichkinetischer Sektor des SM

Die Eichbosonen des SM werden durch die adjungierte Darstellung der Eichgruppe (1.2)

spezifiziert. Aus der Gruppendimension von 3 respektive 1 für die beiden Faktoren der

elektro-schwachen Eichgruppe SU(2)L×U(1)B−L ergibt sich, dass die elektro-schwache

Wechselwirkung im SM durch vier reelle Eichbosonen vermittelt wird, die sich nach der

spontanen Brechung der Eichsymmetrie zu den massiven Eichbosonen W±, Z0 und dem

masselosen Photon γ kombinieren.

Die Kopplung der Eichbosonen an die Chiralitätskomponenten der Fermionfelder erfolgt

im kinetischen Term der SM Lagrange-Dichte

Lgauge = QL,f iγ
µDµQL,f + uR,f iγ

µDµuR,f + dR,f iγ
µDµdR,f

+ LL,f iγ
µDµLL,f + eR,f iγ

µDµeR,f
(1.8)

mittels der kovarianten Ableitungen

DµΨL = ∂µΨL − igL
~σ
2 · ~WLµΨL − igY

Y
2 BµΨL

DµΨR = ∂µΨR − igY
Y
2 BµΨR

(1.9)

Die exklusive Kopplung der SU(2)L-Eichbosonen an links-händige Quark- und Lepton-

felder spiegelt sich dabei in dem Fehlen des ~WLµ-Kopplungsterms in der kovarianten

Ableitung der rechts-händigen Freiheitsgrade, DµΨR in (1.9), wider. Der Grund für die-

ses Fehlen liegt in der Zuordnung eines verschwindenden schwachen Isospins zu rechts-

händigen Chiralitätskomponenten, der zu einem trivialen Transformationsverhalten un-

ter SU(2)L Eichtransformationen führt. Dieser Invarianz entsprechend tragen sie keine

SU(2)L Ladung, was eine Kopplung an die entsprechenden Eichbosonen ausschließt.

Die implizit vorausgesetzte Summation über den Flavorindex f in (1.8) ist invariant

unter unitären Transformationen der Flavoreigenzustände, die die Eichkovarianz erhal-

ten. Dies bedeutet, dass die Isospin Komponenten der SU(2)L Quark-Doubletts QL,f

bezüglich Flavortransformationen gleich behandelt werden müssen, was durch einen ge-

meinsamen Flavor- bzw. Generationsindex in (1.4) deutlich gemacht wird

QL,i → Vu,ijQL,j (1.10)
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Aufgrund ihres trivialen Transformationsverhaltens unter SU(2)L Transformationen,

ergibt sich eine solche Einschränkung für rechts-händige Quarks nicht, was eine un-

abhängige, eichkovariante Basistransformation der Chiralitätskomponenten up- und down-

artiger Quarks im Flavorraum ermöglicht

uR,i →Wu,ijuR,j

dR,i →Wd,ijdR,j
(1.11)

Für den eichkinetischen Teil der SM Lagrange-Dichte (1.8) stellt die Gesamtheit die-

ser drei unabhängigen unitären Transformationen der Quarkflavor eine Symmetrie dar,

die sogenannte (Quark-)Flavorsymmetrie des eichkinetischen Terms mit der Symmetrie-

gruppe

Gflav
SM = U(3)QL

× U(3)uR × U(3)dR (1.12)

Analog ergibt sich eine leptonische Flavorsymmetriegruppe, die aufgrund des Fehlens

rechts-händiger Neutrinos im SM um den entsprechenden U(3)-Faktor verringert ist.

Da im Folgenden nur die Physik der Quarkflavor betrachtet wird, ist mit der Flavor-

symmetriegruppe des SM, bzw. später des MLRM, immer nur (1.12), bzw. dessen LR-

symmetrische Entsprechung (1.27) gemeint.

1.1.3 Yukawa Sektor des SM

Der allgemeinste, renormierbare (Quark-)Yukawa-Sektor des SM, der sich aus den in

Abschnitt 1.1.1 spezifizierten SM Freiheitsgraden konstruieren lässt, lautet

− LY = QLY
dφdR +QLY

uφcuR + h.c. (1.13)

wobei Y u,d ∈ C3×3 für Matrizen im Flavorraum stehen und φc das zum SU(2)L Higgs-

Doublett φ ladungskonjugierte Doublett

φc = iσ2φ∗ =

(
0 1

−1 0

)(
H−

H0∗

)
=

(
H0∗

−H−

)
(1.14)

mit gleicher SU(2)L- und umgekehrter U(1)Y -Ladung bezeichnet. Die in 1.1.2 diskutierte

Flavorsymmetrie (1.12) wird im SM nur durch den Yukawa-Sektor gebrochen und kann

daher ausgenutzt werden, um diesen durch Elimination unphysikalischer Parameter zu

vereinfachen. Aus der Polardarstellung der Yukawa-Matrizen lässt sich für beliebige Y u,d

eine Zerlegung der Form

Y u = VuŶ
uW †u

Y d = VdŶ
dW †d

(1.15)
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mit unitären Matrizen Vu,d,Wu,d ∈ U(3) und nicht-negativen Diagonalmatrizen Ŷ u,d

finden. Setzt man diese Zerlegung in (1.13) ein

− LY = QLVdŶ
dW †dφdR +QLVuŶ

uW †uφ
cuR + h.c. (1.16)

erkennt man leicht, dass die Flavorsymmetriegruppe (1.12) eine Transformation enthält,

die drei der vier unitären Matrizen eliminiert, nämlich

QL → VuQL

uR → WuuR

dR → WddR

(1.17)

Diese überführt den Yukawa-Sektor in die Form

−LY → QLV
†
uVdŶ

dW †dWdφdR +QLV
†
uVuŶ

uW †uWuφ
cuR + h.c.

= QLV
†
uVdŶ

dφdR +QLŶ
uφcuR + h.c.

(1.18)

sodass für die Yukawa-Matrizen des SM ohne Beschränkung der Allgemeinheit die Dar-

stellung

Y u = Ŷ u

Y d = VCKMŶ
d

(1.19)

durch zwei nicht-negative Diagonalmatrizen und eine unitäre Mischungsmatrix VCKM =

V †uVd ∈ U(3) verwendet werden kann.

Die Quarkmassenmatrizen ergeben sich aus der Multiplikation der diagonalen Antei-

le Ŷ u,d der Yukawa-Matrizen mit dem elektro-schwachen Vakuumerwartungswert des

Higgs-Doubletts (1.7), welcher die elektro-magnetische Eichgruppe U(1)e.m. invariant

lässt und unter Ausnutzung der Eichsymmetrie reell und nicht-negative gewählt werden

kann

〈φ〉 =

(
0

k

)
(1.20)

Setzt man dies in den Yukawa-Sektor ein, ergeben sich die Massenterme

− LY (〈φ〉) = dLkVCKMŶ
ddR + uLkŶ

uuR + h.c. (1.21)

die die physikalische Masseneigenbasis der Quarks definieren. Aufgrund der flavorsym-

metrischen Wahl der diagonalen Kopplungsmatrix Ŷ u, lassen sich die up-artigen Fla-

voreigenzustände sofort mit ihren Masseneigenzuständen zur Massenmatrix M̂u = kŶ u
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identifizieren

uL → u′L := uL

uR → u′R := uR
(1.22)

Die down-artige Massenmatrix Md = kVCKMŶ
d ist im Allgemeinen in der Flavorbasis

nicht diagonal und ihre Diagonalisierung erfordert die Transformation

dL → d′L := V †CKMdL

dR → d′R := dR
(1.23)

Der Quark Yukawa-Sektor des SM ist somit in der Basis der Quarkmasseneigenzustände

durch

− LY = d′LŶ
dφd′R + u′LŶ

uφcu′R + h.c. (1.24)

gegeben und enthält demnach nur flavor-erhaltende Kopplungen des Higgs-Doubletts an

massive Quarks.

Der Übergang in die Massenbasis unterscheidet sich für die links-händigen Chiralitäten

up- und down-artiger Quarks, den Komponenten der schwachen Isospin-Doubletts. In

der Folge stellt der Übergang in die Quarkmassenbasis keine Symmetrietransformation

des eichkinetischen Terms (1.8) dar und die unitäre Mischungsmatrix VCKM verbleibt als

Artefakt in den Kopplungen geladener W±µ -Bosonen, die durch W±µ = (W 1
µ ∓ iW 2

µ)/
√

2

gegeben sind, an massive Quarkfelder

Lgauge ⊃ gLuLγµdLW+
µ + h.c. = gLu′Lγ

µVCKMd
′
LW

+
µ + h.c. (1.25)

Die verbleibenden Kopplungen massiver Quarks in Lgauge, an die neutralen Eichboso-

nen Z und γ, sind aufgrund der Unitartiät der CKM-Matrix VCKM flavor-diagonal. Die

einzige flavor-ändernde Kopplung im SM ist damit die des geladenen W±-Bosons und

die entsprechende Vertexregel für einen solchen Übergang zwischen unterschiedlichen

Quarkgenerationen beinhaltet die Elemente der CKM-Mischungsmatrix (VCKM)i 6=j ab-

seits der Diagonalen.

1.2 Die Links-Rechts symmetrische Erweiterung

Die Erweiterung der SM Eichgruppe GSM zur Links-Rechts symmetrischen Eichgruppe

GLR ist von dem Gedanken getragen, die rechtshändigen Freitheitsgrade des Standard-

modells nach dem Vorbild der schwachen Wechselwirkung zu vereinheitlichen. Somit

werden die rechtshändigen Quarks, symmetrisch zu ihren links-händigen Partnern, in
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SU(2)R-Doubletts zusammengefasst:

uR,i, dR,i → QR,i =

(
u

d

)
R,i

(1.26)

Der Index i steht hierbei für den jeweiligen Quark-Flavor, also zum Beispiel dR,2 = sR

und dR,3 = bR. Er soll andeuten, dass die SU(2)R-Multipletts einen gemeinsamen Fla-

voreigenzustand bilden, also die komplette Flavorinformation der rechts-chiralen Quark-

generationen durch einen einzigen Vektor im Flavor-Raum dargestellt ist. Somit wird

die komplette Flavor-Physik eines Links-Rechts symmetrischen Modells durch insgesamt

zwei Vektoren im Flavorraum beschrieben. Für den flavorblinden Teil der Lagrange-

Dichte stellt die unabhängige unitäre Rotation dieser beiden Vektoren eine Symmetrie

dar

Gflav
MLRM = U(3)L × U(3)R (1.27)

die im Vergleich zur entsprechenden Flavorsymmetriegruppe der SM Lagrange-Dichte

Gflav
SM = U(3)L × U(3)uR × U(3)dR (1.28)

durch die Vereinheitlichung der rechts-händigen Quark-Generationen

U(3)uR × U(3)dR → U(3)R (1.29)

eingeschränkt ist.

1.2.1 Quark Yukawa-Sektor

Die Brechung dieser Symmetrie erfolgt, wie im Standardmodell, durch die Kopplung der

Quarks an Higgsfelder

( u d )L,i

(
H+

H0

)
dR,j → ( u d )L,i Φ

(
u

d

)
R,j

(1.30)

Nach dem Transformationsverhalten der Quark-Doubletts(
u

d

)
L,R

→ eiϕ︸︷︷︸
∈U(1)B−L

UL,R︸︷︷︸
∈SU(2)L,R

(
u

d

)
L,R

(1.31)
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fordert das Prinzip der Eichinvarianz daher für eine eichinvariante Yukawa-Kopplung

Φ→ UL︸︷︷︸
∈SU(2)L

Φ U †R︸︷︷︸
∈SU(2)R

(1.32)

Man spricht bei einem solchen Transformationsverhalten von einem Bidoublett welches

sich als (2× 2)-Matrix darstellen lässt

Φ =

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)
(1.33)

Ausgehend von dieser Darstellung sind die komplex konjugierten Koordinaten in kova-

rianter Form durch

Φc = iσ2

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)∗
(−iσ2) =

(
H0∗

2 −H−1
−H+

2 H0∗
1

)
(1.34)

dargestellt, d.h. sie verhalten sich unter Eichtransformationen wie das uprspüngliche

Bidoublett

Φc → UL︸︷︷︸
∈SU(2)L

Φc U †R︸︷︷︸
∈SU(2)R

(1.35)

Der Begriff Bi-Doublett rührt aus der Tatsache her, dass sich die Spalten(Zeilen) die-

ser Matrix in der fundamentalen Darstellung der Untergruppe SU(2)L(R) transformie-

ren. Anschaulich ausgedrückt bedeutet dies, dass sich die beiden Spalten der Matrix Φ

bezüglich Standardmodell-Eichtransformationen wie zwei Kopien des Standardmodell-

Higgsdoubletts verhalten. Zusätzlich aber als komplette Matrix unter allgemeinen Eich-

transformationen ein komplexeres Verhalten zeigen.

Den Quarks ist jeweils eine Baryonzahl B = 1/3 und Leptonzahl L = 0 zugeordnet,

somit ergibt sich aus der Eichinvarianz der Yukawa-Kopplung

QLΦQR
U(1)B−L−−−−−→ e−i/3ϕei/3ϕ︸ ︷︷ ︸

=1

ei(B−L)(Φ)QLΦQR (1.36)

für die U(1)-Ladung des Bi-Doubletts

(B − L)(Φ) = (B − L)(QR)︸ ︷︷ ︸
=1/3

− (B − L)(QL)︸ ︷︷ ︸
=1/3

= 0 (1.37)

Aus diesem Transformationsverhalten lassen sich die Ladungen der Komponenten bezüg-

lich Transformationen der Untergruppe U(1)e.m., das heißt die elektrischen Ladungen der

Komponenten des Bidoubletts ermitteln. Da der Vakuumerwartungswert(VEV) des Bi-

doubletts Φ die elektro-magnetische Eichgruppe U(1)e.m. invariant lassen muss, können
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nur die ungeladenen Diagonalelemente in (1.33) einen nicht-verschwindenden VEV ent-

wickeln. Unter Ausnutzung der gebrochenen Eichsymmetrie ergibt sich für diesen die

allgemeinste Form

〈Φ〉 =

(
k1 0

0 k2e
iα

)
mit k1,2 ≥ 0 α ∈ [0, 2π) (1.38)

Da der Fall k1 = 0, k2 > 0 durch Ladungskonjugation (1.34) gefolgt von einer Eichtrans-

formation auf den Fall k1 > 0, k2 = 0 abgebildet werden kann, lässt sich für einen nicht-

verschwindenden VEV Φ 6= 0 immer k1 > 0 annehmen und eine neue Parametrisierung

einführen

tanβ =
k2

k1
(1.39)

k =
√
k2

1 + k2
2 (1.40)

Diese Parameter sind optimal geeignet, um das Minimale Links-Rechts-Modell (MLRM)

mit dem Standardmodell (SM) zu vergleichen und die Auswirkungen der verringerten

Flavoursymmetrie auf die erlaubten Flavour-ändernden Prozesse zu verstehen.

Hierzu beginnt man mit dem allgemeinsten, renormierbaren Quark Yukawa-Sektor

− LY = FijQL,iΦQR,j + F̃ijQL,i Φc︸︷︷︸
:=σ2Φ∗σ2

QR,j + h.c. (1.41)

und zerlegt das Bi-Doublett Φ in seine beiden Spalten, also seine beiden Kopien des SM

Higgs-Doubletts. Diese lassen sich dann in einer Basis darstellen, in der ein Basisvektor in

Richtung des elektroschwachen VEVs und einer senkrecht dazu zeigt. Die entsprechende

Basistransformation ist gegeben durch(
h

H

)
:=

(
cosβ eiα sinβ

−e−iα sinβ cosβ

)(
H1

Hc
2

)
(1.42)

wobei die Ladungskonjugation für Doubletts durch Hc
2 := iσ2H∗2 definiert ist. Dies ist

konsistent mit der Ladungskonjugation für Bi-Doubletts Φc := σ2Φ∗σ2.

Diese Wahl der Higgs-Basis bricht die manifeste SU(2)R ×U(1)B−L Eichsymmetrie des

Quark Yukawa-Sektors (1.41) und erlaubt so einen Vergleich mit dem Standardmodell

− LY = QLY
uhuR +QLY

dhcdR +QLỸ
uHuR +QLỸ

dHcdR + h.c. (1.43)

Das SU(2)L-Doublett h trägt in dieser Basis den kompletten elektro-schwachen VEV

und somit generieren bei der spontanen Symmetriebrechung ausschließlich die Kopplun-

gen an h Quarkmassenterme. Dieser Sachverhalt erlaubt die Identifikation von h mit
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dem SM Higgs-Doublett. Das zweite Higgs-Doublett H hat im Standardmodell kein

Pendant, die entsprechenden Beiträge zu physikalischen Prozessen wären somit ein Zei-

chen “Neuer Physik”. Wie die Links-Rechts Symmetrie diese Beiträge “Neuer Physik”

mit “Altbekanntem” verschränkt wird deutlich, wenn man die Herleitung von (1.43) zur

manifest eichsymmetrischen Form (1.41) zurückverfolgt und die vier Yukawa-Matrizen

Yu,d, Ỹu,d durch die eichinvarianten Kopplungsmatrizen F, F̃ ausdrückt

(
Y u

Ỹ u

)
:=

=:χu︷ ︸︸ ︷(
cosβ e−iα sinβ

−eiα sinβ cosβ

)(
F

F̃

)
(1.44)

(
Y d

Ỹ d

)
:=

(
−eiα sinβ − cosβ

− cosβ e−iα sinβ

)
︸ ︷︷ ︸

=:χd

(
F

F̃

)
(1.45)

Die aus diesen Relationen erwachsenden Abhängigkeiten zwischen den Yukawa-Kopp-

lungen des SM- h und des NP-Higgs-Doubletts H lassen sich leicht durch Einsetzen der

beiden Gleichungen ineinander isolieren

Y d = −eiα sin(2β)Y u − cos(2β)Ỹ u (1.46)

Ỹ d = − cos(2β)Y u + e−iα sin(2β)Ỹ u (1.47)

Bemerkenswert ist, dass diese Relationen unabhängig von den Werten der Parameter

α, tanβ gelten, die alleine durchs Higgspotenzial festgelegt sind. Da in (1.44), (1.45)

immer χu, χd ∈ U(2) gilt, ist diese Form der linearen Abhängigkeiten/Verschränkungen

zwischen den Yukawa-Kopplungen die Allgemeinste, die im MLRM mit jedem nicht-

verschwindenden VEV verträglich ist. Von diesem Standpunkt aus gesehen, ist der Zu-

sammenhang der SM-Yukawa-Kopplungen mit Beiträgen “Neuer Physik” eine intrinsi-

sche Eigenschaft des MLRM.

Nach Ablauf der spontanen Symmetriebrechung definieren die Kopplungen an den elek-

tro-schwachen VEV die physikalischen Masseneigenzustände. Da in der gewählten Higgs-

basis nur das SM-artige Higgs-Doublett h einen nicht-verschwindenden VEV erhält, sind

die Massenmatrizen der Quarks durch die entsprechenden Kopplungskonstanten gegeben

Mu = kY u, Md = kY d (1.48)

Die physikalische Basis ist durch diagonale Massenmatrizen ausgezeichnet, daher zei-

gen diese Beziehungen, dass das SM-artige Higgs nur flavor-diagonal an die physikali-

schen Quarkfelder koppelt. Um zu verstehen, welche Auswirkungen dies auf die Yukawa-

Kopplungen mit dem NP-Doublett H hat, betrachtet man die Verschränkungsrelationen

(1.46), (1.47) ebenfalls in der Massenbasis: Die Flavorsymmetrie (1.27) erlaubt es, von
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vorneherein und ohne Beschränkung der Allgemeinheit Y u = Ŷ u diagonal und nicht-

negativ zu wählen. Der Übergang in die Basis der Masseneigenzustände vereinfacht sich

dann zu

uL,R → u′L,R := uL,R

dL,R → d′L,R := V †L,RdL,R
(1.49)

wobei die Kopplungsmatrix Y d = VLŶ
dV †R von VL,R ∈ U(3) bi-unitär diagonalisiert

wird.

Im Links-Rechts symmetrischen Modell schöpft die Wahl Y u = Ŷ u die Flavoursymme-

trie (1.27) bereits voll aus, sodass den Mischungsmatrizen VL,R physikalische Bedeutung

zukommt. Im Standardmodell lassen sich die rechts-händigen up- und down-artigen

Quarks zusätzlich unabhängig im Flavorraum rotieren (vgl. (1.28)), da sie Singuletts

bezüglich der elektro-schwachen SM-Eichgruppe bilden. Dies führt dazu, dass eine der

beiden Transformationen in (1.49) eine zusätzliche Symmetrieoperation darstellt und so-

mit die entsprechende Matrix im Standardmodell ihre physikalische Bedeutung verliert.

Die verbleibende physikalische Mischungsmatrix ist die bekannte CKM-Matrix. Somit

lässt sich das Auftreten von zwei physikalischen CKM-Analoga im Links-Rechts Mo-

dell auf die verringerte Flavorsymmetrie und schlußendlich auf die Vereinheitlichung der

rechts-händigen Quarkfreiheitsgrade zurückführen.

Die beiden SU(2)L Higgs-Doubletts h,H in (1.43) enthalten beide eine elektrisch neu-

trale Komponente, die an die physikalischen Quarkzustände koppeln

−Lel.neutr.
Y =u′LŶ

uh0u′R + d′LŶ
d(−h0∗)d′R

+ u′LỸ
uH0u′R + d′LV

†
LỸ

dVR(−H0∗)d′R

+ h.c.

(1.50)

Das SM-artige Higgs h0 koppelt, wie im Standardmodell auch, nur flavor-diagonal an

die Quarkfelder. Dies wird durch die diagonalen Kopplungsmatrizen Ŷ u,d signalisiert.

Die Kopplungen des neuen Higgs-Bosons H sind aber im Allgemeinen flavor-verletzend

und es drängt sich die Frage auf, in wie weit diese Flavor-Verletzung durch die Ver-

schränkungsrelationen (1.46), (1.47) festgeschrieben ist. Diese Fragestellung bildet einen

Kernpunkt dieser Arbeit.

1.2.2 Eichbosonen

Nach den Regeln einer lokalen Eichtheorie ist das Spektrum der Eichbosonen durch die

Spezifikation der Eichgruppe bestimmt. Daher stellt die Erweiterung der SM-Eichgruppe
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zur LR-Eichgruppe in (1.1) dem SU(2)L-Eichboson WL, das nur an links-händige Quark-

ströme koppelt
gL√

2
q γµ(1− γ5)︸ ︷︷ ︸

(V−A)

qWL,µ (1.51)

einen SU(2)R-Partner WR zur Seite, der umgekehrt nur mit rechts-händigen Quark-

strömen wechselwirkt. Die (V − A)-Wechselwirkung, die im elektro-schwachen SM die

maximale Verletzung der Paritätssymmetrie verursacht, wird hierdurch im LR Modell

durch eine Kopplung an den paritätstransformierten (V +A)-Strom ergänzt

gL√
2
qγµ(1− γ5)qWL,µ →

gL√
2
qγµ(1− γ5)qWL,µ +

gR√
2
q γµ(1 + γ5)︸ ︷︷ ︸

(V+A)

qWR,µ (1.52)

Da die Kopplungen der (V ∓A)-Ströme durch die Massen der unterschiedlichen Eichbo-

sonen unterschiedlich stark unterdrückt werden, ergibt sich effektiv eine Asymmetrie zwi-

schen den Kopplungen der (V ∓A)-Ströme. Diese Asymmetrie bzw. Paritätsverletzung

ergibt sich sogar für den Fall einer paritätssymmetrischen Lagrange-Dichte gL = g = gR,

sodass der Unterschied in den Massen der Eichbosonen als Ursache für eine sponta-

ne Verletzung der Paritätssymmetrie verstanden werden kann. Im Entkopplungslimes

mWR
→∞ ergibt sich aus (1.52) effektiv die (V −A)-Wechselwirkung des SM, korrigiert

um Terme der Größenordnung O(m2
WL
/m2

WR
) [6].

Um das Standardmodell als Niederenergietheorie einer Links-Rechts symmetrischen Ver-

einheitlichung zu berücksichtigen, muss die Brechung der LR Eichgruppe (1.1) zur SM

Eichgruppe bei einer Energieskala vR � k weit oberhalb der elektro-schwachen Skala

k erfolgen. Die volle Brechungskette zur elektro-magnetischen Wechselwirkung ist dann

durch

SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L
vR−→ SU(2)L × U(1)Y

k−→ U(1)e.m. (1.53)

gegeben, was auf unterschiedliche Weise (z.B. [6], [7]) realisiert werden kann. In [6] wurde

gezeigt, dass die Aufnahme eines Tripletts

∆R =

(
δ+/
√

2 δ++

δ0 −δ+/
√

2

)
(1.54)

mit Transformationsverhalten

∆R
GLR−−→ e2iϕUR∆RU

†
R (1.55)

ins Higgs-Spektrum zu einem besonders attraktiven Modell führt. Der VEV dieses Tri-

pletts bricht, wie gewünscht, die SU(2)R ×U(1)B−L und die zusätzliche Ergänzung des
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Teilcheninhalts um seinen paritätstransformierten Partner

∆L =

(
δ+
L /
√

2 δ++
L

δ0
L −δ+

L /
√

2

)
(1.56)

der sich entsprechend gemäß

∆L → e2iϕUL∆LU
†
L (1.57)

transformiert, erlaubt für ein Modell mit Majorana-Neutrinos eine Erklärung der Klein-

heit der zugehörigen Massen durch die spontane Paritätsverletzung [8]

mνe '
m2
e

gmWR

(1.58)

Auf diese Relation, die eine der Hauptmotivationen für die Untersuchung Links-Rechts

symmetrischer Modelle im Allgemeinen darstellt, wird in Abschnitt 1.2.3.2 noch genauer

eingegangen, an dieser Stelle soll sie lediglich die Wahl des Higgs-Spektrums motivie-

ren. Nach den Regeln einer lokalen Eichtheorie sind die Kopplungen der Eichbosonen

an die fermionischen und skalaren Freiheitsgrade durch die Wahl der Eichgruppe und

Teilchenmultipletts festgelegt. Der Teil der Lagrange-Dichte, der die kinetischen Terme

der Fermionfelder enthält, lautet [9]

Lf =
∑

Ψ=Q,L

[
ΨLiγ

µ

(
∂µ + igL

~σ

2
· ~WLµ + ig′

B − L
2

Bµ

)
ΨL

+ΨRiγ
µ

(
∂µ + igR

~σ

2
· ~WRµ + ig′

B − L
2

Bµ

)
ΨR

] (1.59)

und der entsprechende Teil für die skalaren Felder

Ls = Tr
[
(DµΦ)† (DµΦ) + (Dµ∆L)† (Dµ∆L) + (Dµ∆R)† (Dµ∆R)

]
(1.60)

mit den kovarianten Ableitungen [9]

DµΦ = ∂µΦ + ig

(
~σ

2
· ~WLµΦ− Φ

~σ

2
· ~WRµ

)
Dµ∆L,R = ∂µ∆L,R + ig

[
~σ

2
· ~WL,Rµ,∆L,R

]
+ ig′Bµ∆L,R

(1.61)

Um die Masseneigenzustände und zugehörigen Massen der Eichbosonen zu bestimmen,

muss man zunächst die entsprechenden Massenterme, die sich nach Ablauf der spon-

tanen Symmetriebrechung aus den kovarianten Ableitungen der Higgs-Felder ergeben,

extrahieren. Dies bewerkstelligt man, indem man in (1.60) die Higgs-Multipletts durch

ihre VEVs (1.67) ersetzt. Die geladenen Eichbosonen W±L,R = (WL,R1 ∓ iWL,R2)/
√

2
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kombinieren sich gemäß(
W+

1

W+
2

)
=

(
cos ζ e−iα sin ζ

−eiα sin ζ cos ζ

)(
W+
L

W+
R

)
(1.62)

zu den physikalischen, geladenen Masseneigenzuständen W+
1,2 [9]. Der Mischungswinkel

kann dabei, unter Ausnutzung der Skalenhierachie vL � k � vR durch

ζ ' 2k1k2

k2
1 + k2

2

(
M1

M2

)2

(1.63)

und die zugehörigen Masseneigenwerte durch

M2
1 '

g2

2
k2

EW

M2
2 '

g2

2

(
k2

EW + 2v2
R

) (1.64)

approximiert werden, wobei die Skala der elektro-schwachen Symmetriebrechung mit

kEW =
√
k2

1 + k2
2 identifiziert wurde. Da für das Verhältnis der Massen demnachM2

1 /M
2
2 =

O(k2
EW/v

2
R) gilt, kann man den Mischungswinkel ζ in führender Ordnung vernachlässi-

gen, sodass die mit der Eichgruppe SU(2)L,R assoziierten Eichbosonen WL,R ihrerseits

bereits ungefähre Masseneigenzustände bilden. In dieser Näherung lässt sich das SM

W -Boson mit WL und das zusätzliche NP W -Boson mit WR identifizieren und damit ist

klar, dass die (V + A)-Kopplungen der WR-Bosonen an rechtshändige Quarkströme in

(1.52) gegenüber den im SM exklusiv auftretenden (V −A)-Kopplungen der WL-Bosonen

an linkshändige Quarkströme mit M−2
2 ∼ v−2

R unterdrückt sind.

Neben den geladenen, enthält das MLRM zusätzlich noch drei ungeladene Eichbosonen,

ein Photon sowie die links- und rechtshändigen Analoga ZL,R des SM Z-Bosons. Die

entsprechenden Eigenzustände sind in [6] angegeben und lauten

Aµ = sin θW (W 3
Lµ +W 3

Rµ) +
√

cos 2θWBµ

ZLµ ' cos θWW
3
Lµ − sin θW tan θWW

3
Rµ − tan θW

√
cos 2θWBµ

ZRµ '
√

cos 2θW
cos θW

W 3
Rµ − tan θWBµ

(1.65)

wobei tan θW = g′/
√
g2 + g′2 mit dem Weinberg-Winkel des SM identifiziert werden

kann, sodass für die Elementarladung e2 = g2 sin2 θW und in führender Ordnung die
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WR

νR

WR

j

j

l−

l−

u

d

Abbildung 1.1: Goldener Kanal für WR-Produktion

SM-Beziehung m2
WL
' m2

ZL
cos2 θW gilt. Für die den Masseneigenzuständen (1.65) zu-

geordneten Masseneigenwerte ergibt sich laut [6]

mA = 0

m2
ZL
' g2

2 cos2 θW
(k2

EW + 4v2
L)

m2
ZR
' 2(g2 + g′2)v2

R

(1.66)

In [10] wurde für den Fall manifester Links-Rechts Symmetrie, in dem die zusätzliche

CKM-Matrix VR durch die SM-artige CKM Matrix VL bestimmt ist, aus der KL −KS-

Massendifferenz im neutralen K-System ursprünglich eine Untergrenze von MWR
&

1.6TeV bestimmt. Eine neuere Analyse von ∆F = 2 Übergängen in [11], die neben dem

K- auch dieBd,s-Systeme, aktuelle elektroschwache Präzisionsdaten und Renormierungs-

effekte berücksichtigt, gibt als Untergrenze für das zusätzliche schwere, geladene Eich-

boson eine Untergrenze von MWR
& 3TeV mit 95%C.L. an. Zu einem vergleichbaren Er-

gebnis kommt eine Analyse dieser Untergrenze unter Verwendung einer Perturbativitäts-

und Unitaritätsbedingung bezüglich des Parameters des Higgsmassensplittings α3 [12].

Für das zusätzliche schwere Z ′-Boson wird in [13] ein Massenbereich von 3.4 − 4.5TeV

vorhergesagt. Der zuerst in [14] vorgeschlagene goldene Kanal für die Entdeckung des

schweren WR-Bosons in Abbildung 1.1 ist das Kollider-Analogon zum Neutrinolosen

doppelten β-Zerfall, der nach [15] am LHC zu einem Leptonzahl-verletzenden Übergang

mit zwei gleichgeladenen Leptonen und zwei Jets im Endzustand führt und neben den

Massen von WR und des schweren Neutrinos νR auch dessen Majorana-Natur und die

Paritätssymmetrie bei hohen Energien testet.
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1.2.3 Higgs-Potenzial des MLRM

Jedes der drei im MLRM auftretenden Higgs-Multipletts besitzt im Allgemeinen einen

nicht-verschwindenden VEV, der sich unter Ausnutzung der Eichsymmetrie ohne Be-

schränkung der Allgemeinheit in der Form

〈Φ〉 =

(
k1 0

0 k2e
iα

)
,

〈∆L〉 =

(
0 0

vLe
iθL 0

)
, 〈∆R〉 =

(
0 0

vR 0

) (1.67)

darstellen lässt. Hierbei bezeichnen k1,2, vL, vR ≥ 0 nicht-negative, reelle Zahlen und

α, θL ∈ [0, 2π) die komplexen Phasen der Polarzerlegung komplexer VEVs. Entspre-

chend der Definition des Vakuumerwartungswertes(VEV) sind diese Parameter durch

das Minimum des zum Modell gehörenden Higgs-Potenzials V bestimmt, was laut [16],

[17], im Allgemeinen zu den 6 Bestimmungsgleichungen

∂V

∂k1
=
∂V

∂k2
=
∂V

∂vL
=

∂V

∂vR
=
∂V

∂α
=
∂V

∂θL
= 0 (1.68)

führt. Das zugehörige zu minimierende Potenzial besteht aus allen eichinvarianten Ter-

men, die sich aus dem Bidoublett Φ, den beiden Tripletts ∆L,R und den ladungskon-

jugierten Higgs-Feldern Φc = σ2Φ∗σ2,∆L,R = σ2∆∗L,Rσ
2 = −∆†L,R konstruieren lassen

und höchstens Massendimension 4 besitzen. Um dieses, im Allgemeinen sehr komplizier-

te Higgs-Potenzial handhabbarer zu machen, wird in [16] zusätzlich Invarianz unter der

diskreten Links-Rechts Symmetrie

∆L ↔ ∆R, Φ↔ Φ† (1.69)

gefordert1, sodass beispielsweise die beiden Terme

−µ2
3LTr

(
∆L∆†L

)
−µ2

3RTr
(

∆R∆†R

)
(1.69)−−−→ −µ2

3LTr
(

∆R∆†R

)
−µ2

3RTr
(

∆L∆†L

)
(1.70)

nur für einen gemeinsamen Koeffizienten µ2
3L = µ2

3 = µ2
3R die LR-Symmetrie erhalten.

Für das allgemeinste MLRM Higgs-Potenzial mit diskreter LR-Symmetrie ergibt sich

1Für ein paritätssymmetrisches Modell ist diese Einschränkung des Higgs-Potenzials notwendig.
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dann laut [16]

V =− µ2
1Tr

(
Φ†Φ

)
− µ2

2

[
Tr
(

ΦcΦ†
)

+ Tr
(

Φc†Φ
)]
− µ2

3

[
Tr
(

∆L∆†L

)
+ Tr

(
∆R∆†R

)]
+ λ1

[
Tr
(

ΦΦ†
)]2

+ λ2

{[
Tr
(

ΦcΦ†
)]2

+
[
Tr
(

Φc†Φ
)]2
}

+ λ3

[
Tr
(

ΦcΦ†
)

Tr
(

Φc†Φ
)]

+ λ4

{
Tr
(

ΦΦ†
) [

Tr
(

ΦcΦ†
)

+ Tr
(

Φc†Φ
)]}

+ ρ1

{[
Tr
(

∆L∆†L

)]2
+
[
Tr
(

∆R∆†R

)]2
}

+ ρ2

[
Tr (∆L∆L) Tr

(
∆†L∆†L

)
+ Tr (∆R∆R) Tr

(
∆†R∆†R

)]
+ ρ3

[
Tr
(

∆L∆†L

)
Tr
(

∆R∆†R

)]
+ ρ4

[
Tr (∆L∆L) Tr

(
∆†R∆†R

)
+ Tr

(
∆†L∆†L

)
Tr (∆R∆R)

]
+ α1

{
Tr
(

ΦΦ†
) [

Tr
(

∆L∆†L

)
+ Tr

(
∆R∆†R

)]}
+ α2

[
Tr
(

ΦΦc†
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φ†Φc

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ α∗2

[
Tr
(

Φ†Φc
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φc†Φ

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ α3

[
Tr
(

ΦΦ†∆L∆†L

)
+ Tr

(
Φ†Φ∆R∆†R

)]
+ β1

[
Tr
(

Φ∆RΦ†∆†L

)
+ Tr

(
Φ†∆LΦ∆†R

)]
+ β2

[
Tr
(

Φc∆RΦ†∆†L

)
+ Tr

(
Φc†∆LΦ∆†R

)]
+ β3

[
Tr
(

Φ∆RΦc†∆†L

)
+ Tr

(
Φ†∆LΦc∆†R

)]
(1.71)

wobei α2 bzw. α∗2 als einzige Koeffizienten komplex sein können, da sie den einzigen

nicht-selbstkonjugierten Operator des Potenzials multiplizieren

α2

[
Tr
(

ΦΦc†
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φ†Φc

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ h.c.

= α2

[
Tr
(

ΦΦc†
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φ†Φc

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ α∗2

[
Tr
(

Φ†Φc
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φc†Φ

)
Tr
(

∆L∆†L

)] (1.72)

Beachtet man, dass die Ladungskonjugation der Higgs-Multipletts

C :

{
Φ ↔ Φc = σ2Φ∗σ2

∆L,R ↔ ∆c
L,R = σ2∆∗L,Rσ

2
(1.73)

für alle Terme im Higgs-Potenzial (1.71) zu den zugehörigen komplex konjugierten Ope-

ratoren führt, also z.B.

Tr
(

Φ∆RΦ†∆†L

)
+ Tr

(
Φ†∆LΦ∆†R

)
C−→ Tr

(
σ2Φ∗σ2σ2∆∗Rσ

2σ2ΦTσ2σ2∆T
Lσ

2
)

+ Tr
(
σ2ΦTσ2σ2∆∗Lσ

2σ2Φ∗σ2σ2∆T
Rσ

2
)

=
(

Tr
(

Φ∆RΦ†∆†L

)
+ Tr

(
Φ†∆LΦ∆†R

))∗ (1.74)
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ist klar, dass jeder selbst-konjugierte Operator des Potenzials C-invariant ist. Umgekehrt

gilt für den einzigen nicht-selbstkonjugierten Operator im Potenzial,

α2

[
Tr
(

ΦΦc†
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φ†Φc

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ h.c.

C−→ α∗2

[
Tr
(

ΦΦc†
)

Tr
(

∆R∆†R

)
+ Tr

(
Φ†Φc

)
Tr
(

∆L∆†L

)]
+ h.c.

(1.75)

sodass das Higgs-Potenzial (1.71) genau dann invariant unter C-Transformationen ist,

wenn α2 = α∗2 gilt. Demnach ergibt sich aus der Einschränkung α2 ∈ R in (1.71) das

allgemeinste C × P-invariante Higgs-Potenzial des MLRM, für welches in [17] der Ent-

kopplungslimes vR →∞ untersucht wurde. Um in diesem Limes das Higgs-Spektrum des

Standardmodells zu reproduzieren, müssen sich die Massenterme der elektrisch neutra-

len Komponenten des Bi-Doubletts Φ notwendigerweise um die Größenordnung O(vR)

unterscheiden, sodass im Entkopplungslimes vR →∞ nur eine neutrale Komponente von

endlicher Masse O(k) verbleibt. Durch Ausnutzung der Eichsymmetrie kann man diese

Komponente, genau wie den zugehörigen VEV (k1 in (1.67)), immer reell wählen und die-

se daher mit dem SM Higgs-Boson identifizieren. Da nur ein Term im Higgs-Potenzial

(1.71) ein solches Splitting zwischen den Komponeten des Bidoubletts Φ verursachen

kann

α3Tr
(

Φ†Φ∆R∆†R

)
∆R→〈∆R〉−−−−−−−→ α3v

2
R

(
H+

2 H
−
2 +H0∗

2 H0
2

)
(1.76)

kommt dem zugehörigen Koeffizienten α3 im Hinblick auf den Entkopplungslimes be-

sondere Bedeutung bei. Die neutralen Komponenten des Bi-Doubletts Φ kombinieren

sich zum Masseneigenzustand des Standardmodell Higgs-Bosons h0 mit Masseneigen-

wert O(k) und zwei zusätzlichen Higgs-Bosonen HNP,0
1,2 , deren Massen in einer Entwick-

lung unter Ausnutzung der Skalenhierachie vL � k � vR zur führenden Ordnung durch

[18]

M2
H = M2

HNP,0
1

= M2
HNP,0

2

= v2
R

(
α3

1− 2 sin2 β
+O(ε)

)
(1.77)

gegeben sind. Der Mischungswinkel β ist dabei über das Verhältnis

tanβ =
k2

k1
(1.78)

der Beträge der VEV-Komponenten des Bi-Doubletts Φ in (1.67) definiert und der Ent-

wicklungsparameter ε = max{vL/k, k/vR} charakterisiert die hierachische Skalenent-

wicklung. Damit die Massen der beiden neutralen NP-Higgs-Bosonen (1.77) unabhängig

vom Verhältnis der VEVs vL/k, die im Entkopplungslimes die residuale SM-Symmetrie

brechen, für vR → ∞ mit der Brechungsskala der SU(2)R × U(1)B−L-Symmetrie ent-

koppeln, muss nach [17] α3 = O(1) gelten. Desweiteren wird dort gezeigt, dass die

CP-Eigenschaften des Vakuumzustandes in direktem Zusammenhang mit dem Higgs-

Spektrum im Entkopplungslimes stehen. Für ein CP-erhaltendes Higgs-Potenzial, d.h.
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für (1.71) mit α2 ∈ R, ergibt sich als Niederenergietheorie nur dann das SM, wenn bei-

de Phasen α, θL in (1.67) exakt verschwinden, also α = 0 = θL. Als Schlussfolgerung

wird in [17] festgehalten, dass eine Entkopplung des MLRM zum SM für vR →∞ keine

spontane CP-Verletzung an der elektro-schwachen Skala erlaubt, die Hinzunahme von

zusätzlichen Eichsinguletts aber die Möglichkeit bietet, eine spontane CP-Verletzung,

die durch eine neue Phase ϕ parametrisiert ist, an der hohen Skala vR zu realisieren. Die

Entkopplung zum SM erfordert in diesem Fall α = −ϕ und θL = 0.

1.2.3.1 VEV see-saw

Das MLRM enthält drei Symmetriebrechungsskalen, vR die mit der Brechung der Eich-

gruppe SU(2)R×U(1)B−L und desweiteren mit der Skala der spontanen Paritätsverlet-

zung assoziert ist, die Skala der elektroschwachen Symmetriebrechung k und eine drit-

te Skala vL, die anstatt der SM Eichgruppe den Faktor SU(2)L × U(1)B−L der vollen

MLRM Eichgruppe brechen würde. Da dies nicht der gewünschten Symmetriebrechungs-

kette (5.61) über die Zwischenstufe der SM Eichsymmetrie entspricht, muss für den zu

∆L gehörigen VEV vL � k gelten. Da die VEVs der Higgs-Felder keine freien Para-

meter des Modells sind muss untersucht werden, ob das Minimum des Higgs-Potenzials

(1.71), das die Symmetriebrechungsskalen festlegt, mit der gewünschten VEV Hierachie

vL � k � vR verträglich ist. Dass dies tatsächlich der Fall ist, äußert sich in einer

“see-saw” Relation zwischen den unterschiedlichen Skalen, deren Herleitung hier für ein

vereinfachtes Higgs-Potenzial demonstriert werden soll. Für reelle VEVs und unter Ver-

nachlässigung von k2 in (1.67) lauten die relevanten Terme des Higgs-Potenzials [6]

V (vL, k1, vR) = −µ2(v2
L+v2

R) +
ρ

4
(v4
L+v4

R) +
ρ′

2
v2
Lv

2
R+

α

2
(v2
L+v2

R)k2
1 +βvLvRk1 (1.79)

wobei die genaue Definition der Koeffizienten µ, ρ, ρ′, α, β durch die Koeffizienten des

vollen Potenzials in der angegebenen Referenz zu finden ist und für die qualitative Un-

tersuchung der see-saw Relation keine Rolle spielt.

Aus den Minimierungsbedingungen (1.68) bezüglich vL und vR

∂V

∂vL
= 0 =

∂V

∂vR
(1.80)

ergibt sich für das vereinfachte Potenzial (1.79)

µ2vL = ρv3
L + ρ′vLv

2
R + αk2

1vL + βk2
1vR

µ2vR = ρv3
R + ρ′vRv

2
L + αk2

1vR + βk2
1vL

(1.81)
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woraus sich durch Multiplikation mit vR bzw. vL und anschließender Subtraktion der

Gleichungen

[(ρ− ρ′)vLvR − βk2
1][v2

L − v2
R] = 0 (1.82)

ergibt. Die Lösung dieser Gleichung durch vL = vR wäre nicht mit der gewünschten

Hierachie der VEVs vL � vR verträglich, laut [6] lassen sich die Parameter des Higgs-

Potenzials aber so wählen, dass diese Lösung von (1.80) einem lokalen Maximum ent-

spricht und daher keinen Vakuumzustand darstellt. Für die gleiche Parameterwahl ist

dann durch die zweite Lösung

vLvR =
β

ρ− ρ′k
2
1 (1.83)

ein Minimum des Potenzials bestimmt und mit der Abkürzung γ = β/(ρ − ρ′) ergibt

sich die VEV see-saw Relation [6]

vL = γ
k2

1

vR
(1.84)

Diese Relation zeigt, dass das Minimum des Higgs-Potenzials nicht nur mit der Hierachie

vL � k � vR (1.85)

verträglich ist, sondern vielmehr eine Begründung dafür liefert, warum die Brechung der

SM Eichsymmetrie durch den elektroschwachen VEV des Bidoubletts Φ und nicht durch

den VEV des linkshändigen Tripletts ∆L dominiert wird.

1.2.3.2 Neutrino see-saw und Paritätssymmetrie

Die in Abschnitt 1.2.2 spezifizierten Tripletts ∆L,R, die zusammen mit dem Bi-Doublett

Φ das Higgs-Spektrum des MLRM bilden ermöglichen es, für die leptonischen SU(2)L,R-

Doubletts

ΨL,R =

(
νL,R

l−L,R

)
(1.86)

neben den zu (1.41) analogen Yukawa-Kopplungen an das Bi-Doublett Φ

− LY (Φ) = FLijΨL,iΦΨR,j + F̃LijΨL,iΦ
cΨR,j + h.c. (1.87)

zusätzliche Kopplungen an die Triplett Higgs-Multipletts ∆L,R

LY (∆L,R) = GL,ijΨ
T
L,iC

−1iσ2∆LΨL,j +GR,ijΨ
T
R,iC

−1iσ2∆RΨR,j + h.c. (1.88)

zu konstruieren, wobei C die Ladungskonjugationsmatrix bezeichnet. Um hieraus die

leptonische Massenmatrix zu bestimmen, müssen sowohl das Bi-Doublett als auch die
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beiden Tripletts durch ihre VEVs (1.67) ersetzt werden. Aus (1.87) erhält man dann

LY (〈Φ〉) = −
(
k1F

L
ij + k2e

−iαF̃Lij

)
νL,iνR,j −

(
k2e

iαFLij + k1F̃
L
ij

)
eL,ieR,j + h.c. (1.89)

woraus sich die Diracmassenmatrizen der geladenen Leptonen und Neutrinos

MD
e = k2e

iαFL + k1F̃
L

MD
ν = k1F

L + k2e
−iαF̃L

(1.90)

ablesen lassen. Analog ergeben sich aus dem Triplett Yukawa-Sektor (1.88)

LY (〈∆L,R〉) = vLe
iθLGL,ijν

T
L,iC

−1νL,j + vRGR,ijν
T
R,iC

−1νR,j + h.c. (1.91)

zusätzliche Massenterme für die Neutrinos, nicht jedoch für die geladenen Leptonen. Die

Ursache für diese Unterscheidung zwischen ν und l− liegt in den VEVs der Tripletts

∆L,R (1.67). Für diese gilt

iσ2〈∆L,R〉 =
(
eiθL

)( 0 1

−1 0

)(
0 0

vL,R 0

)
=
(
eiθL

)( vL,R 0

0 0

)
(1.92)

und somit projezieren sie in (1.88) nur die jeweils erste Komponente aus den leptonischen

Doubletts (1.86), welche gerade den Neutrino Freiheitsgraden entsprechen, heraus. Fasst

man die links-händigen Neutrino-Freiheitsgrade in einem Vektor

ΩL =

(
νL

(νR)c

)
(1.93)

zusammen, lassen sich die unterschiedlichen Neutrino Massenterme aus (1.87) und (1.88)

in einem Majorana Massenterm

Lmν =
1

2
ΩT
LC
−1MνΩL + h.c. (1.94)

zusammenfassen, Majorana-Neutrinos vorausgesetzt. Für drei Neutrino Generationen

handelt es sich bei Mν um eine (6× 6) Matrix die explizit durch [9]

Mν =

(
2vLe

iθLGL Mν∗
D

Mν†
D 2vRG

∗
R

)
(1.95)

gegeben ist. Aus einer entsprechenden Matrix wird dann in [6], [8] die see-saw Relation

(1.58) zwischen den leichten Neutrino Massen und der Skala der Paritätssymmetriebre-

chung vR hergeleitet. Dies lässt sich leicht nachvollziehen, wenn man der Einfachheit-

halber lediglich die unterschiedlichen Größenordnungen der einzelnen Matrixelemente in
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(1.95) betrachtet

Mν ∼
(
vL k

k vR

)
(1.96)

und die zugehörigen Eigenwerte berechnet. Unter Ausnutzung von vL, k � vR ergibt

sich entsprechend [6] für die Neutrinomassen die qualitative Abhängigkeit

mν ∼ vL −
k2

vR

mN ∼ vR
(1.97)

Wie in Abschnitt 1.2.3.1 gezeigt, ergibt sich aus den Minimierungsbedingungen des

Higgs-Potenzials eine see-saw Relation zwischen den unterschiedlichen Symmetriebre-

chungsskalen. Da dieses dort nur für den vereinfachten Fall des Higgs-Potenzials (1.79)

aus [6] hergeleitet wurde, muss k2 hier ebenfalls vernachlässigt werden, um ein konsisten-

tes Ergebnis zu erhalten. Ersetzt man dementsprechend in (1.97) k → k1 und verwendet

anschließend die VEV see-saw Relation (1.84), ergibt sich

mν ∼ (γ − 1)
k2

1

vR

mN ∼ vR
(1.98)

Dieses Resultat lässt sich so deuten, dass die maximale Paritätsverletzung in niede-

renergetischen Prozessen der schwachen Wechselwirkung und die Kleinheit der Neutri-

nomassen im MLRM auf eine gemeinsame Ursache, die Symmetriebrechungsskala vR,

zurückführbar sind.

1.2.4 Flavorverletzung und Verschränkungsrelationen

Die aus (1.50) herleitbaren Feynmanregeln enthalten Vertices, die zwei up- bzw down-

artige Quarkflavor über das neue Higgs-Boson H0 miteinander kopplen. Die entspre-

chenden flavor-verletzenden Kopplungskonstanten sind durch

cFCNH
u,ij = Ỹ u

ij (1.99)

cFCNH
d,ij =

(
V †LỸ

dVR

)
ij

(1.100)

gegeben, wobei i, j die zugehörigen Flavorindizes bezeichnen und die Flavorverletzung

durch i 6= j charakterisiert ist. Aufgrund der Links-Rechts-Symmetrie hängen die in

cFCNH
u,d auftretenden Matrizen Ỹ u,d über die Verschränkungsrelationen (1.46), (1.47) von
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den SM-Yukawamatrizen Y u,d ab und hieraus ergibt sich eine entsprechende Abhängig-

keit für die FCNH-Kopplungskonstanten

cos(2β)cFCNH
u,ij = −eiα sin(2β)k−1mu

i δij − k−1md
aVL,iaV

∗
R,ja (1.101)

cFCNH
d,ij = − cos(2β)k−1mu

aV
∗
L,aiVR,aj + e−iα sin(2β)cFCNH

u,ab V ∗L,aiVR,bj (1.102)

Aus (1.101) lässt sich leicht eine untere Schranke für die Stärke der flavor-verletzenden

Kopplungen an up-artige Quarks cFCNH
u,i 6=j herleiten

|k−1Md
i 6=j | = |k−1(VLM̂

dV †R)i 6=j | = | cos(2β)||cFCNH
u,i 6=j | ≤ |cFCNH

u,i 6=j | (1.103)

die das Problem der Yukawaverschränkung in Links-Rechts symmetrischen Modellen

offenbart:

Angenommen es gäbe einen Mechanismus, der flavor-verletzende Kopplungsterme der

Quarks an H0 grundsätzlich verbietet, also insbesondere cFCNH
u,i 6=j = 0 erzwingt. Dann

impliziert (1.103)

cFCNH
u,i6=j = 0 ⇒ Md

ij ∼ kδij (1.104)

eine bereits in der Basis der Flavoreigenzustände diagonale Quarkmassenmatrix Md und

somit eine gemeinsame Basis aus Flavor- und Masseneigenzuständen. Der Übergang in

die Massenbasis (1.49) ist dann bis auf Phasenredefinition der Quarkfelder durch die

Identitätstransformation VL,R = 1 gegeben. Anders ausgedrückt reicht in diesem Fall die

Flavorsymmetrie des Links-Rechts symmetrischen Modells aus, um beide Massenmatri-

zen simultan zu diagonalisieren. Daher verlieren die entsprechenden Mischungsmatrizen

VL,R ihre physikaliche Bedeutung und in dem Modell treten keinerlei flavor-verletzenden

Prozesse mehr auf, weder durch Kopplungen an Higgs- noch an Eichbosonen. Somit

lässt sich festhalten, dass jeder Versuch im MLRM alle flavor-verletzenden Yukawa-

Kopplungen gleichzeitig zu verbieten, automatisch auf komplett triviale Flavorphysik

führt. Die Umkehrung gilt ebenfalls: Eine notwendige Bedingung für eine nicht-triviale

Flavorstruktur ist die Nichtexistenz einer gemeinsamen Basis aus Flavor- und Massenei-

genzuständen. Damit enthält Md in jeder Flavorbasis, also auch in der mit Mu = M̂u,

mindestens ein nicht-verschwindendes Element mit i 6= j. Die Abschätzung (1.103) zeigt

dann, dass die entsprechende FCNH-Kopplungskonstante ebenfalls von Null verschieden

ist.

1.2.5 VR-unabhängige Flavorverletzung: Eine numerische Untergrenze

In Abschnitt 1.2.4 wurde allgemein gezeigt, dass jedes MLRM mit einer nicht-trivialen

Flavorstruktur zwangsläufig flavorverletzende Kopplungen enthält. Fordert man zusätz-

lich konkret, dass die Flavorstruktur im Niederenergielimes durch die bekannte Struktur
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des Standardmodell gegeben ist, lässt sich aus den zu (1.101), (1.102) äquivalenten Ver-

schränkungsrelationen

cFCNH
u,ij = − cos(2β)k−1md

aVL,iaV
∗
R,ja + eiα sin(2β)cFCNH

d,ab VL,iaV
∗
R,jb (1.105)

cos(2β)cFCNH
d,ij = −e−iα sin(2β)k−1md

i δij − k−1mu
aV
∗
L,aiVR,aj (1.106)

eine numerische Untergrenze für die durch cFCNH
d,i 6=j verursachte Flavorverletzung herlei-

ten. Da diese Untergrenze nur von Standardmodellparametern abhängt, ist sie für jedes

MLRM gültig das das Standardmodell als Niederenergielimes enthält, also für jedes phy-

sikalisch sinnvolle MLRM.

Analog zur Herleitung von (1.103) folgt aus (1.106) für die flavorverletzenden Kopplun-

gen des H0 Bosons an down-artige Quarkzustände cFCNH
d,i6=j

|k−1
(
V †LM̂

uVR

)
i 6=j
| = | cos(2β)||cFCNH

d,i6=j | ≤ |cFCNH
d,i 6=j | (1.107)

Das Standardmodell soll nun in der Art Berücksichtigung als Niederenergietheorie des

MLRM finden, als dass die bekannte Hierachie der up-Quarkmassen durch

k−1M̂u =


0 0 0

0 0 0

0 0 yt

+O(λ3) (1.108)

und die SM-artige Mischungsmatrix VL durch die Wolfensteinnäherung [19]

VL =


1− λ2

2 λ Aλ3(ρ− iη)

−λ 1− λ2

2 Aλ2

Aλ3(1− ρ− iη) −Aλ2 1

+O(λ4) (1.109)

parametrisiert werden, wobei yt = O(1) die top-Yukawakopplung bezeichnet. Hiermit

lässt sich die Untergrenze der flavor-verletzenden Kopplungen cFCNH
d,i 6=j in (1.107) in λ

entwickeln und zur zweiten Ordnung ergibt sich

k−1
(
V †LM̂

uVR

)
i 6=j

= Y
u
2,i 6=j +O(λ3) (1.110)

wobei die Matrix durch

Y
u
2 := yt


0 0 0

−AVR,31λ
2 −AVR,32λ

2 −AVR,33λ
2

VR,31 VR,32 VR,33

 (1.111)
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definiert ist. In führender Ordnung ist dann die Untergrenze für cFCNH
d,i6=j in (1.107) durch

den Betrag des entsprechenden Elements dieser Matrix gegeben. Für individuelle Kopp-

lungen hängen diese Untergrenzen von der neuen CKM-artigen Matrix VR ab, die im

Standardmodell keine Entsprechung besitzt und über deren Struktur daher a priori keine

Annahme getroffen werden soll. Die Gesamtheit der Kopplungen, also in gewisser Weise

die Gesamtflavorverletzung im MLRM, besitzt allerdings eine untere Schranke die in

führender Ordnung nur von Standardmodellparametern abhängt.

Beschränkt man sich auf den Parameterbereich 0 ≤ Aλ2 ≤ 1, der mit den experimen-

tellen Werten der SM-CKM-Parameter A = 0, 801+0,029
−0,020 und λ ∼ 0, 23 [20] verträglich

ist, lassen sich in (1.111) die drei betragsmäßig größten Nicht-Diagonalelemente Y
u
2,i 6=j

ablesen

(
Y
u
2

)
bd

= ytVR,31,
(
Y
u
2

)
bs

= ytVR,32,
(
Y
u
2

)
sb

= −ytAVR,33λ
2 (1.112)

Dies sind, in führender Ordnung in der Entwicklung in λ (1.110), die größten Elemente

von k−1(V †LM̂
uVR)i 6=j , welche die zugehörigen flavorverletzenden Kopplungen im down-

Sektor cFCNH
d,i 6=j gemäß (1.107) nach unten beschränken. In Anhang A wird bewiesen, dass

diese drei Untergrenzen dann aufgrund der Unitarität der Mischungsmatrix VR ∈ U(3)

die Summenregel

ytAλ
2 ≤ |

(
Y
u
2

)
bd
|+ |

(
Y
u
2

)
bs
|+ |

(
Y
u
2

)
sb
| (1.113)

erfüllen. Dies macht einmal mehr deutlich, wie die Links-Rechts Symmetrie die verschie-

denen flavor-verletzenden Sektoren des Modells verschränkt. In Abschnitt 1.2.4 wurde

gezeigt, dass diese Verschränkung für eine beliebige nicht-triviale Flavorstruktur des Mo-

dells das Auftreten flavor-verletzender Yukawakopplungen mit dem neuen Higgs-Boson

H0 vorhersagt. In diesem Abschnitt wurde die Verschränkungsrelation (1.106) verwendet

um eine Untergrenze für die Stärke der Flavorverletzung herzuleiten, die der Yukawa-

sektor des MLRM aufweisen muss um im Niederenergielimes mit der Flavorstruktur des

Standardmodells verträglich zu sein.



Kapitel 2

Der Einfluss des Higgssektors auf

das Flavorproblem

In diesem Abschnitt wird für das MLRM die Abhängigkeit der Yukawa-Verschränkung

vom Higgs-Potenzials untersucht. Ein besonderes Augenmerk wird hierbei auf den Para-

meter tanβ gerichtet, der das Verhältnis der VEVs der beiden neutralen Komponenten

des Bidoubletts parametrisiert

tanβ =
k2

k1
→ 〈Φ〉 =

√
k2

1 + k2
2︸ ︷︷ ︸

=:k

(
cosβ 0

0 eiα sinβ

)
(2.1)

Da der VEV alleine durch die Form des Higgs-Potenzials festgelegt ist, ist der Einfluß

von tanβ auf die Flavorphysik des MLRM besonders interessant.

2.1 Verschränkungsrelationen und tanβ

Eine Folge der Links-Rechts Symmetrie nach der Brechung der manifesten SU(2)R ×
U(1)B−L-Eichsymmetrie sind die unitären Relationen (1.44), (1.45), die die vier Yukawa-

Matrizen Y u,d, Ỹ u,d durch die zwei eichinvarianten Kopplungen F, F̃ ausdrücken. Aus-

gedrückt durch diese beiden Matrizen findet man für die Kopplungen des SM-artigen

Higgs an die Quark-Flavoreigenzustände

Ŷ u = cosβF + e−iα sinβF̃ (2.2)

Y d = −eiα sinβF − cosβF̃ (2.3)

26
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Nutzt man die Flavorsymmetrie (1.27) aus, um ohne Beschränkung der Allgemein-

heit Y u = Ŷ u diagonal zu wählen, impliziert dies Matrizen F, F̃ für die alle Nicht-

Diagonalelemente in der Linearkombination auf der rechten Seite von (2.2) verschwinden.

Fasst man F, F̃ als Lösungen dieser Gleichung auf ist klar, dass diese im Allgemeinen

von den Koeffizienten cosβ, e±iα sinβ abhängen werden. Diese wiederum sind durch die

VEVs der Higgsfelder definiert und hängen somit schlußendlich vom Higgspotenzial ab.

Setzt man die Lösung von (2.2) anschließend in die zweite Linearkombination (2.3) ein,

erhält man die Yukawamatrix Y d. Diese hängt dann einerseits ebenfalls vom Higgs-

Potenzial ab und definiert zweitens die Masseneigenbasis der down-artigen Quarks, aus

welcher sich die CKM-Mischungsmatrizen ergeben. Das Zusammenspiel der Flavorsym-

metrie mit der Abhängigkeit der Flavorstruktur vom Higgs-Potenzial lässt sich folgen-

dermaßen verdeutlichen:

Multipliziert man beide Seiten von (2.2) mit der komplexen Phase des VEVs eiα und

addiert dies dann zu (2.3) ergibt sich

eiαŶ u + Y d = Feiα cosβ + F̃ sinβ − Feiα sinβ − F̃ cosβ

= Feiα (cosβ − sinβ) + F̃ (sinβ − cosβ)

= (cosβ − sinβ)
(
Feiα − F̃

) (2.4)

Somit erkennt man, dass für ein Minimum des Higgs-Potenzials mit betragsmässig gleich

großen VEVs der neutralen Komponenten des Bidoubletts, also für k1 = k/
√

2 = k2

tanβ =
k
√

2√
2k

= 1 ⇒ cosβ = sinβ (2.5)

gilt und daher der erste Faktor auf der rechten Seite von (2.4) verschwindet. Hieraus

folgt dann

Y d β=π/4
= −eiαŶ u (2.6)

dass Y d in der Flavorbasis ebenfalls diagonal ist, die Flavoreigenzustände der down-

artigen Quarks also bis auf Phasenredefinition den zugehörigen Masseneigenzuständen

entsprechen. Die Diagonalität von Y d folgt dabei aus der Diagonalität von Ŷ u und

daher aus der Flavorsymmetrie des Modells. Dies demonstriert genau die Behauptung,

dass das Higgs-Potenzial in Links-Rechts symmetrischen Modellen die Flavorstruktur

beeinflusst.

2.2 Bidoublettbasis und tanβ

Durch die Wahl einer geeigeneten Bidoublettbasis lässt sich der in Abschnitt 2.1 disku-

tierte Einfluß des Higgspotenzials auf die Flavorstruktur des MLRM auf dem Level der
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Lagrange-Dichte erkennen und in dieser Darstellung wird der Zusammenhang mit der

Flavorsymmetrie besonders einfach.

Nach Ablauf der spontanen Symmetriebrechung ist der allgemeine VEV des Bidoubletts

durch (2.1) parametrisiert und zu jedem möglichen Wert der Parameter α, β definiert(
Φ′

Φ′′

)
:=

(
cosβ eiα sinβ

−e−iα sinβ cosβ

)
︸ ︷︷ ︸

∈U(2)

(
Φ

Φc

)
(2.7)

einen unitären Basiswechsel. Ausgedrückt durch Φ′,Φ′′, lautet der Yukawa-Sektor des

MLRM (1.41)

−LQY = QLFΦQR +QLF̃ΦcQR + h.c.

= QL

(
F cosβ + F̃ e−iα sinβ

)
︸ ︷︷ ︸

=:F ′

Φ′QR +QL

(
F̃ cosβ − Feiα sinβ

)
︸ ︷︷ ︸

=:F ′′

Φ′′QR + h.c.

= QLF
′Φ′QR +QLF

′′Φ′′QR + h.c.

(2.8)

In Abschnitt 1.2.1 wurde das Bi-Doublett in seine beiden SU(2)L-Doubletts zerlegt

und anschließend die Linearkombinationen identifiziert, die die SM Yukawa-Kopplungen

bilden. Danach wurde die Flavorsymmetrie ausgenutzt, um Y u = Ŷ u zu wählen. Diese

Wahl nutzt die Flavorsymmetrie nur indirekt, da eine invariante Transformation des

eichkinetischen Terms (1.59) die Form

QL,R;i

U(3)QL
×U(3)QR−−−−−−−−−−−→ VL,R;ijQL,R;i (2.9)

hat. Somit ändern sich unter einer Flavortransformation die Matrizen F, F̃ (bzw. F ′, F ′′)

und die Wahl Y u = Ŷ u bedeutet eigentlich, dass die Matrizen F, F̃ in der Art redefiniert

werden, dass die Linearkombination (2.2) diagonal und nicht-negativ ist. In der neu

konstruierten Basis wird diese Linearkombination in einen Basisvektor absorbiert und

man kann die Flavorsymmetrie (2.9) verwenden um F ′ = F̂ ′ zu wählen. Diese Wahl ist

in dem hier diskutieren Sinne eine “direkte” Ausnutzung der Flavorsymmetrie.

Aus diesem Yukawa-Sektor lassen sich, wie üblich, die Quarkmassenmatrizen ablesen,

indem man die Higgs-Felder um ihre VEVs entwickelt. Die Koordinaten der VEVs in

dieser neuen, durch sie selbst definierten Bidoublettbasis, erhält man aus der unitären
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Basistransformation (2.7)

〈Φ′〉 = k

(
cos2 β 0

0 eiα sinβ cosβ

)
+ k

(
sin2 β 0

0 eiα sinβ cosβ

)

= k

(
1 0

0 eiα sin(2β)

) (2.10)

〈Φ′′〉 = k

(
−e−iα sinβ cosβ 0

0 − sin2 β

)
+ k

(
e−iα sinβ cosβ 0

0 cos2 β

)

= k

(
0 0

0 cos(2β)

) (2.11)

Damit ergibt sich mit dem Quark-Yukawa-Sektor (2.8)

− LQY
Φi→〈Φi〉−−−−−→ uLkF̂

′uR + dLk
(
eiα sin(2β)F̂ ′ + cos(2β)F ′′

)
dR + h.c. (2.12)

woraus die Quark-Massenmatrizen abgelesen werden können

Mu = kF̂ ′ = M̂u (2.13)

Md = eiα sin(2β)M̂u + k cos(2β)F ′′ (2.14)

Für β = π/4 erhält man hieraus wieder

Md β=π/4
= eiα sin(2

π

4
)︸ ︷︷ ︸

=1

M̂u + k cos(2
π

4
)︸ ︷︷ ︸

=0

F ′′ = eiαM̂u (2.15)

das Resultat (2.6) aus Abschnitt 2.1 über den Einfluss des Higgs-Potenzials auf die Fla-

vorstruktur des MLRM.

In Abschnitt 1.2.4 wurde gezeigt, dass das Auftreten flavor-verletzender Kopplungen

neutraler Higgs-Bosonen an physikalische Quarkzustände im MLRM untrennbar mit

einer nicht-trivialen Flavorphysik, also nicht-trivialen CKM-Mischungsmatrizen verbun-

den ist. Dies wurde anhand der Verschränkungsrelationen (1.101), (1.102) bewiesen,

wobei die Flavorsymmetrie in Form der Wahl Y u = Ŷ u ausgenutzt wurde. Im Anschluss

an (2.8) wird argumentiert, dass dies eine indirekte Ausnutzung der Flavorsymmetrie

darstellt, welche zu impliziten Relationen zwischen den eichinvarianten Parametern des

Modells, also den Elementen der Matrizen F, F̃ , führt. In der hier konstruierten Bi-

doublettbasis (2.7) hingegen, entspricht die analoge Wahl F ′ = F̂ ′ einer expliziten Re-

duktion der eichinvarianten Parameter F ′, F ′′ auf dem Level der Lagrange-Dichte. Die

Flavorstruktur des MLRM wird dann gemäß (2.14) durch diese Modellparameter, ins-

besondere durch die Matrix F ′′, definiert. In (2.6) und (2.15) wurde zwar gezeigt, dass

im Grenzfall β = π/4 die Flavorphysik des MLRM unabhängig von dieser Matrix trivial
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wird, allerdings führt dies innerhalb der Generationen zu einer Entartung der Quark-

massen

MdMd† β=π/4
=

(
eiαM̂u

) (
eiαMu

)†
=


m2
u 0 0

0 m2
c 0

0 0 m2
t

 (2.16)

und ist somit als physikalischer Grenzfall uninteressant. Für β = 0 findet man den

gegenteiligen Fall

Md β=0
= eiα sin(0)︸ ︷︷ ︸

=0

M̂u + k cos(0)︸ ︷︷ ︸
=1

F ′′ = kF ′′ (2.17)

für welchen alle Abhängigkeiten zwischen up- und down-Quarksektor verschwinden und

beliebige down-Quark Massen und CKM-Mischungsmatrizen durch eine entsprechende

Wahl von F ′′ definiert werden können. In diesem Fall muss die Matrix F ′′ für die De-

finition einer nicht-triviale Flavorstruktur Elemente abseits der Diagonalen enthalten.

Der zweite Summand in der Gleichung in (2.8) enthält dann zu diesen proportionale,

flavor-ändernde Kopplungsterme

−LQY ⊃
(
F ′′
)
ij
QL,iΦ

′′QR,j + h.c.

β=0
⊃
(
F ′′
)
ij
uL,iuR,jφ

′′0
1 +

(
F ′′
)
ij
dL,idR,jφ

′′0
2 + h.c.

(2.18)

wobei die Gleichheit der Kopplungskonstanten F ′′ij zwischen den beiden Termen eine

direkte Konsequenz der Links-Rechts-symmetrischen Vereinheitlichung ist, also der An-

ordnung der links- und rechts-händigen Quarks in SU(2)L,R-Doubletts QL,R. Diese Tat-

sache ist entscheidend für das Auftreten der Yukawa- Verschränkung im MLRM:

Die Flavorsymmetrie erlaubt es, für die up-artigen Quarks eine gemeinsame Basis aus

Flavor- und Masseneigenzuständen zu wählen, also uL,i = u′L,i (vgl. (1.49)). Somit ist

die entsprechende Kopplung an up-Quarks invariant unter dem Übergang in die Basis

der physikalischen Quarkzustände

(
F ′′
)
ij
uL,iuR,jφ

′′0
1 =

(
F ′′
)
ij
u′L,iu

′
R,jφ

′′0
1 (2.19)

während sie im down-Sektor diagonalisiert wird

(
F ′′
)
ij
dL,idR,jφ

′′0
2

β=0
=
(
k−1VLM̂

dV †R

)
ij
dL,idR,jφ

′′0
2

(1.49)
=

(
k−1M̂d

)
ii
d′L,id

′
R,iφ

′′0
2

(2.20)

Wie bereits argumentiert wurde, definiert F ′′ die Flavorstruktur des MLRM und muss

damit für eine Brechung der Flavorsymmetrie im down-Sektor (2.20) notwendigerweise

ein Element F ′′i 6=j 6= 0 besitzen. Die Links-Rechts Symmetrie erzwingt, dass dieses Ele-

ment ebenfalls im up-Sektor (2.19) enthalten ist und dort eine flavorverletzende Kopp-

lung verursacht. Umgekehrt tritt im up-Sektor (2.19) dann keine Flavorverletzung auf,
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wenn F ′′i 6=j = 0 gilt. Setzt man dies in den down-Sektor ein, ist die Yukawa-Kopplung auf

der linken Seite von (2.20) bereits diagonal und somit sind die CKM-Mischungsmatrizen

bis auf eine mögliche Phasenredefinition durch VL,R = 1 gegeben. In diesem Fall treten

im MLRM keinerlei Übergänge zwischen verschiedenen Flavoreigenzuständen mehr auf.

Diese Argumentation bezieht sich nur auf die Nicht-Diagonalelemente der Matrix Md

und ist daher wegen

Md
i 6=j = eiα sin(2β) M̂u

i 6=j︸ ︷︷ ︸
=0

+k cos(2β)F ′′i 6=j = k cos(2β)F ′′i 6=j (2.21)

für alle Werte von β gültig. Umgekehrt lässt sich hieraus auf eine notwendige Bedingung

schließen, die das Higgs-Potenzial für eine beliebige nicht-triviale Flavorstruktur des

MLRM erfüllen muss

Md
i 6=j

!
6= 0 ⇒ cos(2β) 6= 0 ⇒ | tanβ| 6= 1 ⇒ k1 6= k2 (2.22)

Durch den Übergang in die Bidoublettbasis (2.7) konnte gezeigt werden, dass die Bre-

chung der Flavorsymmetrie und die Kopplungskonstanten flavor-verletzender Terme im

Yukawa-Sektor durch die selben eichinvarianten Modellparameter F ′′ij gegeben sind. Dies

beweist erneut das in Abschnitt 1.2.4 gefundene Resultat, dass jedes flavor-verletzende

MLRM einen flavor-verletzenden Yukawa-Sektor besitzt.



Kapitel 3

Diskrete Symmetrien und 2HDM

Eine der einfachsten Erweiterungen des Standardmodells ist die Ergänzung der Higgs-

Sektors um ein zusätzliches SU(2)L-Doublett

H1, H
c
2 : ( 0︸︷︷︸

SU(3)c

, 2︸︷︷︸
SU(2)L

, 1/2︸︷︷︸
U(1)Y

) (3.1)

und einem gegenüber dem Standardmodell ansonsten unveränderten Teilcheninhalt.

Ein Modell mit zugrundeliegender SM-Eichgruppe und diesem Spektrum wird als Zwei

Higgs-Doublett Modell (2HDM) bezeichnet. Die Hinzunahme des zweiten Higgs-Dou-

bletts führt im Allgemeinen zu flavour-ändernden Kopplungen neutraler Higgs-Bosonen

an massive Quarks, wie sie auch im Yukawa-Sektor (1.50) des MLRM auftreten. Da

für das 2HDM seit Langem exakte Lösungen dieses Problems in Form diskreter Sym-

metrien bekannt sind, ist ihre Betrachtung im Kontext dieser Arbeit interessant. Die

beiden populärsten Vertreter dieser Lösungen sind das 2HDM Typ I und Typ II [21],

welche im Folgenden nach einer kurzen Einführung in das allgemeine 2HDM vorgestellt

werden. Nach der Betrachtung dieser beiden Spezialfälle wird das MLRM in die Klasse

der 2HDM Modelle eingebettet und der Einfluss der, aus der Links-Rechts Symmetrie

resultierenden, Verschränkungsrelationen (1.46), (1.47) auf die Lösbarkeit des Flavor-

problems durch diskrete Symmetrien untersucht.

3.1 Das Zwei Higgs-Doublett Modell

In diesem Unterabschnitt soll das allgemeine Zwei Higgs-Doublett Modell (2HDM) vor-

gestellt werden. Die Eichgruppe dieses Modells ist identisch mit der des Standardmodells

G2HDM = GSM = SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y (3.2)

32
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und auch die zugehörigen Symmetriemultipletts unterscheiden sich von denen des SM

lediglich um ein zusätzliches SU(2)L Higgs-Doublett

QL,i =

(
uL,i

dL,i

)
, uR,i, dR,i

H1 =

(
H0

1

H−1

)
, H2 =

(
H+

2

H0
2

) (3.3)

Mit diesen Freiheitsgraden lässt sich der allgemeinste eichinvariante, renormierbare Quark-

Yukawa-Sektor des 2HDM konstruieren

− LQY = QLF1H1uR +QLF2H2dR +QL(−F̃1)Hc
1dR +QLF̃2H

c
2uR + h.c. (3.4)

wobei F1,2, F̃1,2 ∈ C3×3 für beliebige Kopplungsmatrizen im Flavorraum stehen und die

Ladungskonjugation für SU(2)L Doubletts wie üblich durch Φc
1,2 := iσ2Φ∗1,2 definiert ist.

Das Vorzeichen vor F̃1 wurde lediglich eingeführt, um im Folgenden den Vergleich mit

dem MLRM zu vereinfachen.

Analog zum Vorgehen im SM kann die gebrochene SU(2)L-Eichsymmetrie ausgenutzt

werden, um den Vakuumerwartungswert eines dieser beiden Doubletts ohne Beschrän-

kung der Allgemeinheit reell und nicht-negativ zu wählen. Das im Zwei Higgs-Doublett

Modell zusätzlich auftretende Higgs-Doublett trägt dann einen, im Allgemeinen, kom-

plexen VEV

〈H1〉 =

(
k1

0

)
, 〈Hc

2〉 =

(
k2e
−iα

0

)
(3.5)

Für einen nicht-trivialen Vakuumzustand des MLRM muss also entweder k1 > 0 oder

k2 > 0 gelten. Da die beiden Doubletts H1, H
c
2 gleichberechtigt im Yukawa-Sektor (3.4)

auftreten, lässt sich der Fall k1 = 0, k2 > 0 durch Vertauschen der Indizes H1 ↔ Hc
2

gefolgt von einer passenden Eichtransformation, die zu einem positiven nicht-verschwin-

denden VEV führt, auf den Fall k1 > 0, k2 = 0 abbilden. Somit genügt es, sich auf

den Fall k1 > 0 zu beschränken und analog zu Abschnitt 1.2.1 zwei neue Parameter zu

definieren
tanβ = k2

k1

k =
√
k2

1 + k2
2

⇒ k1 = k cosβ

k2 = k sinβ
(3.6)

Analog zu (1.42) führt die unitäre Rotation der beiden Doubletts um den Winkel β

zu einer Basis, in der ein Higgs-Doublett den kompletten VEV trägt und einer hierzu
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orthogonalen Komponente mit trivialem VEV(
h

H

)
:=

(
cosβ eiα sinβ

−e−iα sinβ cosβ

)(
H1

Hc
2

)

⇒ 〈h〉 =

(
k

0

)
, 〈H〉 =

(
0

0

) (3.7)

Der allgemeinste Quark Yukawa-Sektor des 2HDM (3.4) wird unter diesem Basiswechsel

zu

− LQY = QLY
uhuR +QLY

dhcdR +QLỸ
uHuR +QLỸ

dHcdR + h.c. (3.8)

und der Zusammenhang der Yukawamatrizen Y u,d, Ỹ u,d mit den ursprünglichen Kopp-

lungsmatrizen ist durch

(
Y u

Ỹ u

)
=

=χu︷ ︸︸ ︷(
cosβ e−iα sinβ

−eiα sinβ cosβ

)(
F1

F̃2

)
(3.9)

(
Y d

Ỹ d

)
=

(
−eiα sinβ − cosβ

− cosβ e−iα sinβ

)
︸ ︷︷ ︸

=χd

(
F2

F̃1

)
(3.10)

gegeben. Die in diesen Relationen auftretenden unitären Matrizen χu,d ∈ U(2) sind

die selben, die auch in der Herleitung der Verschränkungsrelationen für das MLRM in

(1.44), (1.45) auftauchen. Dies ist der Grund für die Wahl des Vorzeichens (−F̃1) in

(3.4). Im 2HDM multiplizieren die beiden Matrizen χu,d im Allgemeinen jedoch zwei

unterschiedliche Vektoren (F1, F̃2), (F2, F̃1), sodass sich die Relationen (3.9) und (3.10),

im Gegensatz zu ihren Entsprechungen im MLRM (1.44) und (1.45), im Allgemeinen

nicht ineinander einsetzen lassen. Daher folgen für das allgemeine 2HDM keine Ver-

schränkunsrelationen à la (1.46), (1.47) zwischen den vier Yukawa-Matrizen Y u,d, Ỹ u,d,

der Ursache des Flavorproblems im MLRM.

Da die fermionischen Symmetriemultipletts des 2HDM mit denen des SM übereinstim-

men, besitzt sein eichkinetischer Sektor die gleiche Flavorsymmetrie

Gflav
2HDM = Gflav

SM = U(3)QL
× U(3)uR × U(3)dR (3.11)

Diese lässt sich ausnutzen, um im Vorhinein eine Basis des Flavorraums zu wählen, in

der möglichst viele der in (3.8) auftretenden Matrizen diagonal sind:

Zu den beiden Yukawakopplungen Y u, Y d gibt es jeweils zwei unitäre Matrizen Vu,d,Wu,d ∈
U(3), die diese bi-unitär diagonalisieren

Y u = VuŶ
uW †u, Y d = VdŶ

dW †d (3.12)
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Die unitäre Transformation der Quarkfelder gemäß

QL → VuQL

uR →WuuR

dR →WddR

(3.13)

stellt dann laut (3.11) eine Symmetrietransformation des eichkinetischen Sektors dar,

während der Yukawa-Sektor sich zu

−LQY → QLŶ
uhuR +QL

=:VCKM︷ ︸︸ ︷
V †uVd Ŷ dhcdR

+QLV
†
u Ỹ

uWuHuR +QLV
†
u Ỹ

dWdH
cdR

+ h.c.

(3.14)

vereinfacht. Da zwischen den vier Yukawa-Matrizen im allgemeinen 2HDM keine Ver-

schränkungsrelationen bestehen, können unspezifizierte Kopplungen durch andere er-

setzt werden

Ỹ u → VuỸ
uW †u

Ỹ d → VuỸ
dW †d

(3.15)

Daher erschöpft sich die Flavorsymmetrie in dem vereinfachten Yukawa-Sektor

− LQY = QLŶ
uhuR +QLVCKMŶ

dhcdR +QLỸ
uHuR +QLỸ

dHcdR + h.c. (3.16)

Um die Massenbasis zu bestimmen, werden die Higgs-Felder durch ihre VEVs 〈h0〉 =

k, 〈H0〉 = 0 ersetzt

− LQY
·→〈·〉−−−→ uLkŶ

uuR + dLkVCKMŶ
ddR + h.c. (3.17)

woraus sich sofort die Massenmatrizen ablesen lassen

Mu = kŶ u = M̂u

Md = kVCKMŶ
d = VCKMM̂

d
(3.18)



Diskrete Symmetrien und 2HDM 36

Die gesuchte Masseneigenbasis ist durch diagonale Massenmatrizen M̂u, M̂d im Yukawa-

Sektor (3.17) charakterisiert und die Zerlegung dieser in (3.18) legt die Basistransfor-

mation fest

uL,R → u′L,R := uL,R (3.19)

dL → d′L := V †CKMdL (3.20)

dR → d′R := dR (3.21)

Der Vergleich mit der analogen Transformation (1.49) im MLRM erlaubt die Identifika-

tion
MLRM 2HDM

VL ↔ VCKM

VR ↔ 1

(3.22)

worin sich die unterschiedlichen Flavorsymmetriegruppen der beiden Modelle (1.27) und

(3.11) widerspiegeln. Aus dem zusätzlichen U(3)-Faktor der 2HDM Flavorsymmetrie re-

sultiert das Fehlen einer zweiten physikalischen Mischungsmatrix. Dies wird in (3.22)

durch VR ↔ 1 angedeutet.

Die Transformation (3.19) überführt den vereinfachten Yukawa-Sektor (3.16) in die

Basis der physikalischen Quarkmasseneigenzustände, was per Definition die Yukawa-

Kopplungen Y u,d an das einzige VEV-tragende Higgsdoublett h diagonalisiert. In (3.15)

wurde ausgenutzt, dass die Matrizen Ỹ u,d beliebig gewählt werden können. Dies wurde

damit begründet, dass aus (3.9) und (3.10) keine Verschränkungsrelationen folgen, es al-

so zu jedem Paar (Y u, Ỹ u) und (Y d, Ỹ d) ein eindeutiges Paar (F1, F̃2) und (F2, F̃1) aus

eichinvarianten Kopplungsmatrizen gibt. Insbesondere gibt es für fest gewählte Yukawa-

Matrizen Y u,d beliebig viele solcher Paare mit unterschiedlichen Ỹ u,d. Da die Massenbasis

alleine durch Y u und Y d definiert wird, ist der Basiswechsel unabhängig von den Matri-

zen Ỹ u,d. Die gleiche Massenbasis ergibt sich für die Paare (Y u, Ỹ u) und (Y d, VCKMỸ
d).

Hieraus lässt sich schließen, dass die Kopplungsmatrizen Ỹ u,d im Masseneigenraum im

Allgemeinen nicht diagonal sind. Dies führt, wie im Fall des MLRM (1.50), zu flavor-

verletzenden Termen im Yukawa-Sektor (3.16)

−Lel.neutr.
Y =u′LŶ

uh0u′R + d′LŶ
d(−h0∗)d′R

+ u′LỸ
uH0u′R + d′LV

†
CKMỸ

d(−H0∗)d′R

+ h.c.

(3.23)

Wie soeben argumentiert wurde, hätte die unitäre Mischungsmatrix VCKM in eine Rede-

finition von Ỹ d absorbiert werden können. Hier wurde sie aber explizit mit angegeben,

um den späteren Vergleich mit dem MLRM zu erleichtern. Das zugrundeliegende Ar-

gument war aber dennoch nützlich, da es gezeigt hat, dass die Massenbasis im 2HDM
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unabhängig von den flavor-verletzenden Kopplungen ist. Das bedeutet zum einen, dass

das allgemeine 2HDM einen flavor-verletzenden Yukawa-Sektor besitzt und zum ande-

ren, dass für jede gegebene Massenbasis Y u, Y d ein spezielles 2HDM existiert, für welches

das Flavorproblem gelöst ist. Die Ursache für beides ist die Freiheit, in (3.9) und (3.10)

unabhängig voneinander vier Matrizen F1,2, F̃1,2 zu wählen. Eine spezielle Lösung des

Flavorproblems im 2HDM ist durch verschwindende FCNC Kopplungsmatrizen Ỹ u,d

gegeben und die zugehörige Wahl der eichinvarianten Kopplungen lautet(
F1

F̃2

)
=

(
cosβ −e−iα sinβ

eiα sinβ cosβ

)(
Y u

0

)
=

(
Y u cosβ

Y ueiα sinβ

)
(
F2

F̃1

)
=

(
−e−iα sinβ − cosβ

− cosβ eiα sinβ

)(
Y d

0

)
= −

(
Y de−iα sinβ

Y d cosβ

) (3.24)

Im folgenden Abschnitt wird betrachtet, wie sich solch eine spezielle Wahl der eichin-

varianten Modellparameter F1,2, F̃1,2 auf dem Level der Lagrange-Dichte durch diskrete

Symmetrien begründen lässt.

3.2 Das Zwei Higgs-Doublett Modell Typ I und Typ II

In (3.24) wurde berechnet, für welche eichinvarianten Kopplungen F1,2, F̃1,2 der Yukawa-

Sektor des 2HDM keine Kopplungen an das neutrale Higgs-Boson H0 enthält, also

Ỹ u,d = 0 gilt. Unter dieser Prämisse ist die allgemeine Lösung in Abhängigkeit von

der Massenbasis Y u,d gegeben. In diesem Abschnitt soll die Logik der Herangehensweise

umgekehrt werden:

Anstatt im allgemeinen 2HDM alle Kopplungsmatrizen für das SM- und NP- Higgs-

Doublett wie in Abschnitt 3.1 zu berechnen und anschließend die ursprünglichen Para-

meter “nachzutunen” um das gewünschte Ergebnis zu erhalten, soll hier die Lagrange-

Dichte mit einer zusätzlichen diskreten Symmetrie ausgestattet werden. Die Kopplungs-

matrizen F1,2, F̃1,2 werden dann durch die Symmetrieforderung eingeschränkt und die

Lösung des Flavorproblems [22], [23], ausgedrückt in den Yukawa-Matrizen Y u,d, Ỹ u,d,

ergibt sich als “natürliche” Folge dieser Annahme.

3.2.1 2HDM Typ I

Der Yukawa-Sektor des allgemeinen 2HDM enthält insgesamt vier unabhängige Kopp-

lungsmatrizen, von denen bereits zwei ausreichen um eine beliebige Massenbasis zu de-

finieren. Wie die Argumentation vor Gleichung (3.23) klar macht, führt die Freiheit

in der Wahl der beiden verbleibenden Matrizen im Allgemeinen zu flavor-verletzenden
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Kopplungen. Schränkt man den Yukawa-Sektor des 2HDM so ein, dass er nur zwei

Yukawa-Matrizen enthält, besteht keine Freiheit mehr irgendeine Kopplung zu wählen.

Die beiden Matrizen definieren die Massenbasis und sind in selbiger diagonal, das Flavor-

problem ist also gelöst. Für ein 2HDM das eine “natürliche” Erklärung für das Auftreten

von nur zwei Kopplungsmatrizen im Yukawa-Sektor besitzt, folgt also automatisch auch

eine “natürliche” Lösung des Flavorproblems.

Das sogenannte 2HDM Typ I [21] erklärt das Fehlen der Matrizen F1, F̃1 in (3.4),

der Kopplungen an das Higgs-Doublett H1, durch die Forderung nach Invarianz der

Lagrange-Dichte unter der diskreten Transformation

H1
TTyp I−−−−→ −H1 (3.25)

die alle anderen Felder unverändert lässt. Der allgemeine Quark-Yukawa-Sektor des

2HDM wird hierdurch zu

− LQY
TTyp I−−−−→ −QLF1H1uR +QLF2H2dR −QL(−F̃1)Hc

1dR +QLF̃2H
c
2uR + h.c. (3.26)

und die Invarianzforderung erzwingt

TTyp I(LQY )
!

= LQY ⇒
{
−F1 = F1

F̃1 = −F̃1

}
⇒
{
F1 = 0

F̃1 = 0
(3.27)

Eine solche Schlussfolgerung aus einer Symmetrieforderung wird gemeinhin als “natür-

liche” Erklärung akzeptiert1 und impliziert in dem hier betrachteten Zusammenhang,

wie bereits in der Einleitung begründet, eine “natürliche” Lösung des Flavorproblems.

Konkret ergibt sich für die Yukawa-Matrizen (3.9), (3.10)(
Y u

Ỹ u

)
=

(
cosβ e−iα sinβ

−eiα sinβ cosβ

)(
0

F̃2

)
=

(
F̃2e
−iα sinβ

F̃2 cosβ

)
(
Y d

Ỹ d

)
=

(
−eiα sinβ − cosβ

− cosβ e−iα sinβ

)(
F2

0

)
=

(
−F2e

iα sinβ

−F2 cosβ

) (3.28)

Diese Gleichungen geben die Yukawa-Matrizen Y u,d, Ỹ u,d als Funktion der eichinva-

rianten Kopplungen F1,2, F̃1,2 an, welche durch die Symmetrien der Lagrange-Dichte

festgelegt sind. Vergleicht man dies mit der “nachgetuneten” Lösung (3.24) wird der

Unterschied in der Herangehensweise deutlich:

Spricht man von einer natürlichen Lösung, wenn diese aus einer Symmetrie der Lagrange-

Dichte folgt, kann dies nur die manifesten Modellparameter F1,2, F̃1,2 betreffen. Somit

1Eine Symmetrie der Lagrange-Dichte gilt in allen Ordnungen der Störungstheorie und schützt so-
mit die flavordiagonalen Higgs-Kopplungen im 2HDM vom Typ I(II) vor flavorverletzenden radiativen
Korrekturen.
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kann eine natürliche Lösung in Form der Yukawa-Matrizen Y u,d, Ỹ u,d nur eine Schluss-

folgerung, beziehungsweise eine Funktion der entsprechenden Lösung in Form der Mo-

dellparameter sein, wie es in (3.28) der Fall ist. Im Gegensatz dazu werden in (3.24) die

invertierten Gleichungen verwendet, die die Modellparameter als Funktion der Yukawa-

Kopplungen angeben. Da deren Form sich nicht natürlich begründen lässt, wurde mit

der Inversion der Relationen auch die dahinterstehende Logik auf den Kopf gestellt.

Um abschließend explizit zu zeigen, dass das 2HDM Typ I das Flavorproblem exakt

löst, muss man sich lediglich klar machen, dass die problematischen Kopplungsterme

des neuen neutralen Higgs-Bosons H0 sich unter Transformationen der Quarkfelder wie

die entsprechenden Kopplungen des SM Higgs-Boson h0 transformieren, z.B.

uLY
uuRh

0

uLỸ
uuRH

0

}
→
{

uLV
†
uY uW uuRh

0

uLV
†
u Ỹ uW uuRH

0
(3.29)

Der Übergang in die Massenbasis diagonalisiert per Definition Y u und Y d und das

Flavorproblem ist gelöst, wenn Ỹ u und Ỹ d in dieser Basis ebenfalls diagonal sind. Da

Y u(Y d) und Ỹ u(Ỹ d) in (3.29) gleich transformiert werden, ist dies der Fall, wenn sie si-

multan bi-unitär diagonalisierbar sind. Dies gilt für das Paar (Y u, Ỹ u) in (3.28) aufgrund

der linearen Abhängigkeit zwischen den beiden Matrizen offensichtlich und ebenso für

(Y d, Ỹ d).

3.2.2 2HDM Typ II

Das 2HDM Typ II [21] wird durch eine diskrete Symmetrie der Lagrange-Dichte unter

der Transformation
H1

dR,i

}
TTyp II−−−−→

{
−H1

−dR,i
(3.30)

implementiert, wobei dR,i bedeuten soll, dass sich jeder rechts-händige, down-artige

Quark-Flavor gleich transformiert. Alle anderen Felder bleiben, wie auch im 2HDM

vom Typ I, unverändert.

Aus dem Verhalten des allgemeinen 2HDM Quark-Yukawa-Sektors (3.4) unter dieser

Transformation

− LQY
TTyp II−−−−→ −QLF1H1uR −QLF2H2dR +QL(−F̃1)Hc

1dR +QLF̃2H
c
2uR + h.c. (3.31)

liest man die Implikationen der Invarianzforderung für das 2HDM Typ II ab

TTyp II(LQY )
!

= LQY ⇒
{
−F1 = F1

−F2 = F2

}
⇒
{
F1 = 0

F2 = 0
(3.32)
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Wie schon für das 2HDM Typ I, löst die Einschränkung der Lagrange-Dichte auf TTyp II-

invariante Terme das Flavorproblem auf der Ebene der Modellparameter Fi, F̃i. Die

zugehörige Lösung in Form der Yukawa-Matrizen folgt dann aus (3.9), (3.10)(
Y u

Ỹ u

)
=

(
cosβ e−iα sinβ

−eiα sinβ cosβ

)(
0

F̃2

)
=

(
F̃2e
−iα sinβ

F̃2 cosβ

)
(
Y d

Ỹ d

)
=

(
−eiα sinβ − cosβ

− cosβ e−iα sinβ

)(
0

F̃1

)
=

(
−F̃1 cosβ

F̃1e
−iα sinβ

) (3.33)

Die simultane bi-unitäre Diagonalisierbarkeit der Paare (Y i, Ỹ i) folgt, wie in Abschnitt

3.2.1, aus der linearen Abhängigkeit der Matrizen

h0 H0

uL,iuR,j Y u ∼ F̃2 ∼ Ỹ u

�
dL,idR,j Y d ∼ F̃1 ∼ Ỹ d

(3.34)

Diese schematische Auftragung macht die Anatomie der Lösung deutlich:

Die horizontal angeordneten Yukawa-Kopplungen verhalten sich unter Flavortransforma-

tionen (3.13) gleich, während vertikal angeordnete sich in verschiedenen Untergruppen

von (3.2) transformieren. Die Flavortransformation der jeweiligen Kopplungsmatrizen

ist alleine durch die in der Kopplung auftretenden Quarkfelder festgelegt

Gflav U(3)QL
U(3)uR U(3)dR

uL,iuR,j → V ∗u,ik Wu,jl uL,kuR,l

dL,idR,j → V ∗u,ik Wd,jl dL,kdR,l

(3.35)

da die Higgs-Felder, die die Spalten in (3.34) unterscheiden, keinen Flavorindex tra-

gen. Somit weisen Kopplungen in der selben Zeile die gleichen Flavorindizes auf und

verhalten sich dementsprechend unter Flavortransformationen gleich. Die Zeilen unter-

einander werden durch die Isospin-Multipletts der enthaltenen Quarks unterschieden.

Um zu verstehen warum dies sicherstellt, dass die Kopplungen in unterschiedlichen Zei-

len sich in unterschiedlichen Untergruppen von Gflav
2HDM transformieren, muss man den

eichkinetischen Sektor betrachten.
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3.2.2.1 Die Flavorsymmetrie des eichkinetischen Sektors

Die links- und rechts-händigen Quarkfreiheitsgrade sind im 2HDM, wie auch im SM, in

verschiedene Darstellungen der Eichgruppe eingeordnet. Die links-händigen Quarks ei-

ner Generation werden in einem SU(2)L-Doublett zusammengefasst, während die rechts-

händigen Quarkflavor der selben Generation als zwei unabhängige Elemente in der tri-

vialen Darstellung aufgefasst werden

QL,i =

(
uL,i

dL,i

)
, uR,i, dR,i (3.36)

Der Index i = 1, 2, 3 unterscheidet dabei drei identische Kopien dieser Multipletts, die

die Freiheitsgrade der drei Quark-Familien enthalten. Konstruiert man für jede dieser

Kopien einen kinetischen Term, ergibt sich der eichkinetische Quarksektor (vgl. (1.59))

Lgauge =
3∑
i=1

QL,iiγ
µDµQL,i

+

3∑
i=1

uR,iiγ
µDµuR,i

+

3∑
i=1

dR,iiγ
µDµdR,i

(3.37)

Jeder der drei Terme ist invariant unter einer unitären Transformation des kontrahierten

Flavorindizes, also

3∑
i=1

dR,idR,i →
3∑

k,l=1

3∑
i=1

W ∗d,ikWd,il︸ ︷︷ ︸
δkl

dL,kdR,l =

3∑
k=1

dR,kdR,k (3.38)

Fasst man die Flavorindizes als Komponenten eines Vektors im C3-Flavorraum auf,

beschreiben diese Transformationen drei unabhängige unitäre Rotationen der Vektoren

~QL → Vu ~QL

~uR → Wu~uR
~dR → Wd

~dR

(3.39)

Die links-händigen Quarkfreiheitsgrade werden in der elektro-schwachen Vereinheitli-

chung in einem SU(2)L-Doublett zusammengefasst, daher erzwingt die SU(2)L-Kovari-

anz, dass (uL,i, dL,i) sich als ein Vektor QL,i im Flavorraum transformiert. Es ist bemer-

kenswert, dass somit die Eichkovarianz die Flavorsymmetriegruppe des eichkinetischen
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Terms

Gflav
2HDM = U(3)QL

× U(3)uR × U(3)dR (3.40)

auf drei U(3)-Faktoren begrenzt.

Nun sollte klar sein, dass fermionische Freitheitsgrade die in gemeinsamen Isospin-

Multipletts zusammengefasst sind, sich als ein gemeinsames Objekt im Flavorraum

transformieren. Für jedes dieser Eichmultipletts enthält der eichkinetische Term der

Lagrange-Dichte einen eigenen, unter dieser Transformation invarianten, kinetischen

Term. Im ersten Flavorindex transformieren sich die beiden Zeilen im Schema (3.34)

demnach gleich, da die links-händigen Quarkfelder (uL,i, dL,i) ein Isospin-Doublett bil-

den. Die rechts-händigen Quarkfelder uR,i, dR,i hingegen bilden zwei unabhängige Iso-

spin-Singuletts und können demnach unabhängig voneinander mit U(3)uR bzw. U(3)dR

transformiert werden.

Demnach ist das Transformationsverhalten der Zeilen des Schemas (3.35) eine Folge der

Eichkovarianz und und für eine allgemeine Gflav
2HDM -Transformation gilt

(3.34)
Gflav

2HDM−−−−−→

h0 H0

uL,iuR,j V †uY uWu ∼ V †u F̃2Wu ∼ V †u Ỹ uWu

�
dL,idR,j V †uY dWd ∼ V †u F̃1Wd ∼ V †u Ỹ dWd

(3.41)

Da das SM-Higgs Boson h0 in der gewählten Higgs-Basis als einziges einen nicht-ver-

schwindenden elektro-schwachen VEV trägt, definieren die zugehörigen Kopplungsma-

trizen die Massenbasis der Quarks. Um diese Definition auf physikalische Parameter

einzuschränken, muss die Flavorsymmetrie verwendet werden, um möglichst viele Para-

meter in der ersten Spalte des Schemas zu eliminieren.

Beginnt man mit dem Element in der oberen, linken Ecke, lassen sich zwei unitäre Ma-

trizen Vu,Wu finden, die Y u bi-unitär diagonalisieren, also V †uY uWu = Ŷ u. Diese Wahl

legt die komplette Transformation der ersten Zeile fest. Daher kann die Kopplung des

NP-Higgs H0 in der Quarkmassenbasis die Flavorsymmetrie nur dann erhalten, wenn

die für Y u gewählten Matrizen Vu,Wu ebenfalls Ỹ u bi-unitär diagonalisieren. Dies ist

genau dann der Fall, wenn Y u und Ỹ u, oder allgemein alle Kopplungen in der selben

Zeile, simultan bi-unitär diagonalisierbar sind. Das hier betrachtete 2HDM Typ II stellt

dies durch die lineare Abhängigkeit der Zeilen von nur jeweils einer Matrix F̃2 bzw. F̃1

sicher.

Die Matrix Vu wird durch die erste Zeile des Schemas bestimmt und wie in Abschnitt

3.2.2.1 erläutert, ist damit auch das Transformationsverhalten des ersten Flavorindex in

der zweiten Zeile festgelegt. Da dR,i im 2HDM ein Eichsingulett bildet, kann das Trans-

formationsverhalten bezüglich des zweiten Index in der zweiten Zeile jedoch frei gewählt
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werden, was sich im transformierten Schema in der unabhängigen Matrix Wd bemerkbar

macht. Wählt man diese derart, dass V †d Y
dWd = Ŷ d die bi-unitäre Diagonalisierung der

down-Massenbasis bildet, sind alle freien Flavorindizes des Schemas festgelegt und die

Flavorsymmetrie komplett ausgenutzt

h0 H0

uL,iuR,j Ŷ u ∼ ˆ̃
F 2 ∼ ˆ̃

Y
u

�

dL,idR,j V †uVdŶ
d ∼ V †uVd

ˆ̃
F 1 ∼ V †uVd

ˆ̃
Y
d

(3.42)

Das Flavorproblem ist hierdurch gelöst, da in jeder Zeile alle Elemente simultan bi-

unitär diagonalisierbar sind. Das 2HDM Typ II garantiert dies für beliebige Matrizen

F̃1, F̃2 ∈ C3×3 durch die im Schema angedeutete lineare Abhängigkeit

Y u = e−iα sinβF̃2

Ỹ u = cosβF̃2

}
∼ F̃2,

Y d = − cosβF̃1

Ỹ d = e−iα sinβF̃1

}
∼ F̃1 (3.43)

Dies stellt die komplette Lösungsmenge des Flavorproblems im 2HDM Typ II dar und

diese lässt sich in zwei Teilmengen, eine physikalische und eine unphysikalische, aufteilen.

Die unphysikalischen Lösungen sind dabei die, die das Flavorproblem durch ein komplett

flavorsymmetrisches Modell, also eine triviale Flavorphysik, lösen. Dies ist genau dann

der Fall, wenn alle Elemente im Schema gleichzeitig diagonal sind, es also drei unitäre

Matrizen Vu,Wu,d ∈ U(3) gibt, sodass

V †u F̃2Wu =
ˆ̃
F 2

V †u F̃1Wd =
ˆ̃
F 1

(3.44)

Insbesondere erkennt man hieraus, dass in diesem Fall Vd = Vu gilt, sodass für die

physikalische Mischungsmatrix in (3.42) VCKM = V †uVd = 1 folgt. Der Übergang in die

Massenbasis (3.19) wird hierdurch trivial und VCKM = 1 verbietet Kopplungen des W -

Bosons zwischen verschiedenen Quark-Familien. Aus der Bedingung für das Auftreten

einer unphysikalischen Lösung (3.44) folgt

V †u F̃2F̃
†
2Vu =

ˆ̃
F 2

ˆ̃
F
†
2

V †u F̃1F̃
†
1Vu =

ˆ̃
F 1

ˆ̃
F
†
1

(3.45)

woraus man abliest, dass Vu ∈ U(3) die beiden hermiteschen Matrizen F̃2F̃
†
2 und F̃1F̃

†
1

simultan diagonalisiert. Aus der linearen Algebra ist bekannt, dass es ein solches Vu



Diskrete Symmetrien und 2HDM 44

genau dann gibt, wenn

F̃2F̃
†
2 und F̃1F̃

†
1 simultan diagonalisierbar↔ [F̃2F̃

†
2 , F̃1F̃

†
1 ] = 0 (3.46)

Umgekehrt garantiert ein nicht-verschwindender Kommutator, dass die notwendige Be-

dingung (3.45) und daher auch (3.44) nicht erfüllt ist. Da es aber immer vier unitäre

Matrizen Vu,d,Wu,d ∈ U(3) Matrizen gibt, die die Kopplungen bi-unitär diagonalisieren

V †u F̃2Wu =
ˆ̃
F 2

V †d F̃1Wd =
ˆ̃
F 1

(3.47)

folgt hieraus Vu 6= Vd und somit VCKM = V †uVd 6= 1. Zusammenfassend lässt sich fest-

halten:

Die im 2HDM Typ II eingeführte diskrete Symmetrie TTyp II garantiert die simultane

bi-unitäre Diagonalisierbarkeit der im Schema (3.34) horizontal angeordneten Matri-

zen. Dies verhindert das Auftreten flavor-verletzender Kopplungen des neutralen Higgs-

Bosons H0 in der Massenbasis der Quarks. Unabhängig davon stellt [F̃2F̃
†
2 , F̃1F̃

†
1 ] 6= 0

sicher, dass die vertikal angeordneten Matrizen nicht simultan bi-unitär diagonalisierbar

sind, was zu einer nicht-trivialen Flavorphysik VCKM 6= 1 führt.

3.3 Das MLRM als spezielles 2HDM

Nachdem in Abschnitt 3.2 mit dem 2HDM Typ I und Typ II zwei konkrete Lösungen

des Flavorproblems in der Klasse der 2HDM betrachtet wurden, soll im Folgenden das

MLRM als spezielles 2HDM dargestellt werden, um den Einfluss der links-rechts sym-

metrischen Yukawa-Verschränkung auf die Lösbarkeit des Flavorproblems im Kontext

des 2HDM und insbesondere im Hinblick auf diskrete Symmetrien zu untersuchen.

Der allgemeinste, renormierbare (Quark-)Yukawa-Sektor des MLRM in (1.41) wurde

in (1.43) bereits in einer Form angegeben, die nur noch unter der Standardmodell-

Eichgruppe GSM manifest eichsymmetrisch ist. Dieser hat die selbe Form wie der allge-

meinste, renormierbare Yukawa-Sektor des 2HDM in (3.8), allerdings äußert sich die

nicht-manifeste SU(2)R × U(1)B−L-Symmetrie in einer Einschränkung der Matrizen

Y u,d, Ỹ u,d, aus welcher sich die Verschränkungsrelationen des MLRM ergeben. Durch

Vergleich der Yukawa-Matrizen des MLRM (1.44), (1.45) mit denen des 2HDM (3.9),

(3.10) ergibt sich die gesuchte Einbettung durch die Wahl

F1 = F = F2

F̃1 = F̃ = F̃2

(3.48)
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Die maximal mögliche, flavorsymmetrische Vereinfachung dieser Matrizen und damit

die Isolation physikalischer Parameter ergibt sich aus dem zu (3.34) analogen Schema

für das MLRM. Wie dort enthält es für die unterschiedlichen Yukawa-Kopplungen an

das neutrale SM- h0 und NP-Higgs-Boson H0 jeweils eine Spalte. Die Zeilen des Sche-

mas werden anhand der Isospin-Multipletts der enthaltenen Quark-Felder unterschieden,

wodurch laut der Argumentation in 3.2.2.1 unterschiedliche flavorsymmetrische Mani-

pulationen der Yukawa-Kopplungen unterschieden werden. Im 2HDM waren dies die

drei unabhängigen Flavor-Rotationen (3.11), die sich zu zwei unterschiedlichen Trans-

formationen (3.35) kombinieren lassen, was im Schema des 2HDM durch zwei Zeilen

dargestellt ist. Die Links-Rechts symmetrische Verheinheitlichung besteht in der Ein-

ordnung der rechts-händigen Quark-Freiheitsgrade in ein SU(2)R Isospin-Doublett, was

zur Folge hat, dass eine flavorsymmetrische Transformation der Quarkfelder nicht mehr

zwischen uR,i und dR,i unterscheiden kann

Gflav U(3)QL
U(3)QR(

uL,iuR,j

dL,idR,j

)
→ V ∗u,ik Wu,jl

(
uL,kuR,l

dL,kdR,l

)
(3.49)

und dementsprechend das Flavortransformationsschema des MLRM nur eine Zeile be-

sitzt
h0 H0(

uL,iuR,j

dL,idR,j

) (
Y u

Y d

) (
Ỹ u

Ỹ d

)
(3.50)

die einer möglichen flavorsymmetrischen Vereinfachung der Yukawa-Matrizen entspricht.

Wählt man die beiden unitären Matrizen Vu ∈ U(3)QL
,Wu ∈ U(3)QR

derart, dass sie

Y u bi-unitär diagonalisieren, also V †uY uWu = Ŷ u, ergibt sich das maximal flavorsym-

metrisch vereinfachte Schema

(3.50)
Gflav
MLRM−−−−−→

h0 H0(
uL,iuR,j

dL,idR,j

) (
Ŷ u

V †uVdŶ
dW †dWu

) (
V †u Ỹ uWu

V †u Ỹ dWu

)
(3.51)

Hieraus liest man ab, dass die Transformation in die Quarkmassenbasis die zwei unitären

Mischungsmatrizen VL = V †uVd und VR = W †uWd involviert und dass diese Matrizen phy-

sikalisch sind, folgt aus ihrem Auftreten im maximal flavorsymmetrisch vereinfachten

Schema. Dass beide Flavorindizes der Matrix Y d
ij mit physikalischen Mischungsmatrizen

transformiert werden, ergibt sich im Vergleich mit dem Schema (3.34) des 2HDM (Typ

II) aus dem Fehlen der zweiten Zeile im MLRM Schema.

Betrachtet man die in (3.50) auftretenden Kopplungen ist zu erkennen, dass das Flavor-

problem genau dann gelöst ist, wenn es unitäre Matrizen Vu,d,Wu,d ∈ U(3) gibt, die die
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up- bzw. down-artigen Yukawa-Kopplungen simultan bi-unitär diagonalisieren, also

V †uY uWu = Ŷ u, V †u Ỹ uWu =
ˆ̃
Y
u

V †d Y
dWd = Ŷ d, V †d Ỹ

dWd =
ˆ̃
Y
d (3.52)

Aufgrund der Links-Rechts Symmetrie sind diese vier Kopplungsmatrizen nicht un-

abhängig voneinander und die Yukawa-Kopplungen an die down-artigen Quarks lassen

sich gemäß (1.44), (1.45) umkehrbar, eindeutig durch die up-artigen Yukawa-Kopplungen

ausdrücken (
Y d

Ỹ d

)
ij

= χdχ
†
u︸ ︷︷ ︸

∈U(2)

(
Y u

Ỹ u

)
ij

(3.53)

Dies sind genau die bereits diskutierten Verschränkungsrelationen in Matrixschreibweise.

Die Indizes ()ij an den Vektoren sollen andeuten, dass die Gleichung für die Matrizen

Y u,d, Ỹ u,d komponentenweise gelten, z.B.(
Y d

Ỹ d

)
12

:=

(
Y d

12

Ỹ d
12

)
= χdχ

†
u

(
Y u

12

Ỹ u
12

)
=: χdχ

†
u

(
Y u

Ỹ u

)
12

(3.54)

Mit Hilfe dieser Schreibweise ergibt sich dann(
V †uY dWu

V †u Ỹ dWu

)
ij

= V ∗u,aiWu,bj

(
Y d

Ỹ d

)
ab

= V ∗u,aiWu,bj χdχ
†
u

(
Y u

Ỹ u

)
ab

= χdχ
†
u

(
V †uY uWu

V †u Ỹ uWu

)
ij

(3.55)

und unter Verwendung von (3.52) findet man für jeden Vektor mit Indizes i 6= j

(
V †uY dWu

V †u Ỹ dWu

)
i 6=j

= χdχ
†
u

 Ŷ u

ˆ̃
Y
u


i 6=j

=

(
0

0

)
(3.56)

was nichts anderes bedeutet, als dass die beiden Matrizen Vu,Wu ∈ U(3) neben (Y u, Ỹ u)

auch (Y d, Ỹ d) bi-unitär diagonalisieren, allerdings im Allgemeinen mit komplexen Ein-

trägen auf der Diagonalen von Y d, die aber durch Multiplikation mit einer zusätzlichen,

diagonalen Phasenmatrix reell und positiv semi-definit gemacht werden können. Da-

her lässt sich, abgesehen von dieser möglichen diagonalen Phasenmatrix, die unitär ist

und die Quarkgenerationen nicht mischt, Vu = Vd und Wu = Wd wählen, wodurch alle

Einträge im Schema (3.51) diagonal werden. Da die Einträge in diesem Schema in der

Flavorbasis angegeben sind, bedeuten ausschließlich diagonale Einträge, dass das Modell

flavorsymmetrisch und seine Flavorphysik daher trivial ist. Das selbe erkennt man auch

an Hand der, mit Hilfe des Schemas identifizierten, physikalischen Mischungsmatrizen,
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für die dann

VL = V †uVd
Vu=Vd= 1

VR = W †uWd
Wu=Wd= 1

(3.57)

gilt, wieder abgesehen von einer möglichen diagonalen Phasenmatrix.

Dies beweist, dass jede exakte Lösung des Flavorproblems im MLRM ein komplett fla-

vorsymmetrisches Modell mit trivialer Flavorphysik ist.

Die Notation der Verschränkungsrelationen in (3.53) in Komponenten erleichtert deswei-

teren die Trennung von Flavor- und Higgs-Parametern. Hierzu ist wichtig zu verstehen,

dass die unitäre Matrix χdχ
†
u ∈ U(2) selbst keine Flavorindizes trägt, im Flavorraum

also alle Komponenten der Matrizen Y u,d, Ỹ u,d auf gleiche Weise verschränkt. Daher

ergeben sich für beliebige Indizes in der Notation als Komponentenvektoren

(
Y d

Ỹ d

)†
mn

(
Y d

Ỹ d

)
ij

=

(
Y u

Ỹ u

)†
mn

(
χdχ

†
u

)† (
χdχ

†
u

)
︸ ︷︷ ︸

=1

(
Y u

Ỹ u

)
ij

(3.58)

Relationen zwischen Produkten verschiedener Komponenten der Yukawa- Y u,d und FC-

NH-Matrizen Ỹ u,d. Nachdem die Matrix χuχ
†
d, die nur durch Parameter des Higgs-

Potenzials bestimmt ist, eliminiert wurde, ist es für das Folgende sinnvoll, zur üblichen

Notation der Matrixkomponenten zurückzukehren. Hierzu müssen lediglich die Skalar-

produkte (·)†mn (·)ij ganz links und ganz rechts von (3.58) mit Hilfe der Definition der

Komponentenvektoren ausgewertet werden

Y d∗
mnY

d
ij + Ỹ d∗

mnỸ
d
ij = Y u∗

mnY
u
ij + Ỹ u∗

mnỸ
u
ij (3.59)

Da diese Relationen für beliebige Indizes gelten, lassen sich leicht Relationen zwischen

kompletten Matrixprodukten folgern, indem man z.B. m → i ersetzt und anschließend

über diesen Index summiert. Hierdurch erhält man in jedem Summanden ein Matrix-

produkt und als Matrixgleichung ergibt sich

Y d†Y d + Ỹ d†Ỹ d = Y u†Y u + Ỹ u†Ỹ u (3.60)

und analog durch die Ersetzung n→ j mit anschließender Summation über den doppelt

auftretenden Index

Y dY d† + Ỹ dỸ d† = Y uY u† + Ỹ uỸ u† (3.61)

Setzt man diese Logik in der Ersetzung j → i fort, lässt sich aus (3.59) noch eine weitere

Relation finden

Tr
(
Y d
)
Y d† + Tr

(
Ỹ d
)
Ỹ d† = Tr (Y u)Y u† + Tr

(
Ỹ u
)
Ỹ u† (3.62)
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Interessant an diesen Gleichungen ist, dass in ihnen ausschließlich Flavorparameter auf-

treten, wodurch die Verschränkung der erwünschten flavor-ändernden Kopplungen des

SM W -Bosons mit den unerwünschten/problematischen flavor-ändernden Kopplungen

neutraler Higgs-Bosonen isoliert im Flavorraum betrachtet werden kann.

3.3.1 Ein geometrisches Argument zur Yukawa-Verschränkung

Anstatt in (3.59) zwei der vier freien Indizes zu kontrahieren um eine Matrixgleichung

in den zwei verbleibenden beiden Indizes zu gewinnen, kann man auch eine Aussage

über die Beträge der individuellen Elemente der Matrizen machen. Hierzu ersetzt man

m→ i, n→ j ohne über i und j zu summieren

|Y d
ij |2 + |Ỹ d

ij |2 = |Ŷ u
ij |2 + |Ỹ u

ij |2 (3.63)

Hierbei wurde bereits ohne Beschränkung der Allgemeinheit Y u = Ŷ u diagonal gewählt,

was die Flavorsymmetrie (1.27) des eichkinetischen Terms (1.59) des MLRM voll aus-

nutzt. Nach der Elimination der Parameter des Higgs-Potenzials in (3.58) werden hier-

durch unphysikalische Flavorparameter in eine Redefinition der Yukawa-Matrizen ab-

sorbiert. Insbesondere impliziert die Wahl Vu = 1 = Wu, woraus für die CKM-Matrizen

VL = Vd, VR = Wd folgt. Mit der Definition der flavor-verletzenden Higgs-Kopplungen

an up-artige Quarks (1.99) ergibt sich dann

|Y d
i 6=j |2 + |Ỹ d

i 6=j |2 − |cFCNH
u,i 6=j |2 = 0 (3.64)

Vergleicht man dies mit der quadratischen Form

x2 + y2 − z2 = 0 (3.65)

die sich geometrisch als Kegel interpretieren lässt, kann man für jedes Paar i 6= j von

Flavorindizes die Lösungen von Gleichung (3.64) als Punkte auf diesem Kegel auffassen.

Aufgrund der positiv Definitheit der Betragsfunktion | · | ≥ 0 liegen diese Lösungen

alle im 1. Oktanten eines Koordinatensystems, dessen positive z-Achse in Richtung der

flavorverletzenden Kopplungsstärke |cFCNH
u,i 6=j | zeigt. In den Abbildungen 3.1 und 3.2 ist

dieser Kegel für zwei unterschiedliche Situationen dargestellt, mit deren Hilfe sich das

Problem der Yukawaverschränkung im MLRM geometrisch verstehen lässt:

Die grüne Fläche parallel zur (x, y)-Ebene in Abbildung 3.1 erfüllt die Ebenengleichung

z = |cFCNH
u,i 6=j | (3.66)
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Abbildung 3.1: Yukawako-
nus

Abbildung 3.2: Yukawako-
nus

und enthält alle Punkte, für den die Kopplungsstärke des NP-Higgs-Boson H0 an den

flavor-verletzenden Übergang i → j durch |cFCNH
u,i 6=j |, also den Abstand von der (x, y)-

Ebene, gegeben ist. Gleichzeitig liegen alle Kombinationen von Kopplungen die die

Higgs-Parameter-unabhängigen Verschränkungsrelationen (3.64) erfüllen auf dem Kegel.

Die Teilmenge dieser Lösungen mit fester Flavorverletzung |cFCNH
u,i 6=j | besteht somit aus

dem rot eingezeichneten Schnittkreis der Ebene mit dem Kegel. Für eine verschwindende

flavor-verletzende Kopplung |cFCNH
u,i6=j | = 0 = z fällt die grüne Ebene mit der (x, y)-Ebene

zusammen, wodurch der rote Schnittkreis der im MLRM erlaubten Lösungen auf den

Ursprung zusammengezogen wird. Dies impliziert für die verbleibenden Koordinaten

(3.64)
z=0−−→ |Y d

i 6=j | = x = 0

|Ỹ d
i 6=j | = y = 0

(3.67)

und damit ein Verschwinden der entsprechenden Elemente i 6= j der Yukawa-Matrizen

Y d
i 6=j , Ỹ

d
i 6=j . Fordert man für alle Paare i 6= j eine verschwindende, flavorverletzende Kopp-

lung von H0 an die entsprechenden Quarkflavor, also eine flavor-diagonale Kopplung

des NP-Higgs-Bosons H0 an up-artige Quarks, erzwingt die Geometrie des Kegels ein

Verschwinden aller Elemente Y d
i 6=j , Ỹ

d
i 6=j , sodass diese beiden Matrizen dann notwendi-

gerweise ebenfalls diagonal sind. Da in diesem Fall alle Yukawa-Matrizen bereits im

Flavorraum diagonal sind, sind die CKM-Matrizen, bis auf eventuelle Phasenredefinitio-

nen, durch VL = 1 = VR bestimmt und die Flavorphysik des Modells daher trivial.

In Abbildung 3.2 ist ein weiterer Kegelschnitt eingezeichnet. Diesmal erfüllen die Punkte

der grünen Ebene

x = |Y d
i 6=j | = |(VLŶ dV †R)i 6=j | (3.68)
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sodass der Abstand dieser Ebene von der (y, z)-Ebene durch das Element Y d
i 6=j ab-

seits der Diagonalen gegeben ist und daher von der Definition der Quarkmassenbasis

abhängt. Da eine nicht-triviale Struktur der CKM-Matrizen notwendigerweise erfordert,

dass M̂u = kŶ u und Md = kY d in keiner Flavorbasis gleichzeitig diagonal sind, können

diese Elemente für eine phenomenologisch sinnvolle Flavorphysik des Modells nicht alle

gleichzeitig verschwinden. Somit muss es Flavorindizes i 6= j geben, für die die grüne

Fläche den Ursprung nicht enthält. Der Kegelschnitt der Lösungen von (3.64) mit dieser

Ebene zeigt dann, dass die z-Koordinate der roten Schnittkurve, also die flavorverlet-

zende Kopplungsstärke cFCNH
u,i 6=j , ebenfalls von Null verschieden sein muss. Obwohl diese

Resultate bereits an anderen Stellen der vorliegenden Arbeit bewiesen wurden, war die

neuerliche Herleitung anhand geometrischer Gesichtspunkte lohnenswert, da sie die In-

terpretation der Yukawa-Verschränkung im MLRM als Kegelschnitte zulässt. Gerade im

Hinblick auf die Frage welches Mindestmaß an Flavorverletzung im Yukawa-Sektor die

CKM-Matrizen des MLRM erzwingen, ist die Anschaulichkeit der Lösungen von (3.64)

hilfreich:

Entlang der roten Hyperbel, die sich als Kegelschnitt mit der Ebene x = |Y d
i 6=j | ergibt,

ist der Betrag der z-Koordinate in der (x, z)-Ebene minimal. Außerdem wird der Zu-

sammenhang zwischen der Stärke der Flavorverletzung |cFCNH
u,i 6=j | im up-Sektor und der

Definition der Massenbasis im down-Sektor |Y d
i 6=j | dort linear. Das Auftreten der diagona-

len up-Quark Massenmatrix Ŷ u in (3.63) impliziert, dass die entsprechende Gleichung

nicht von unphysikalischen Parametern abhängt. Die geometrische Veranschaulichung

der zugehörigen Lösungen erklärt daher die Verschränkung von SM-Yukawa- und FCNH-

Kopplungen durch Kegelschnitte in einem physikalischen Parameterraum, also insbeson-

dere ohne expliziten Bezug auf die eichinvarianten Modellparameter F, F̃ . Vielmehr fasst

diese Sichtweise sämtliche Konfigurationen dieser Parameter in allen möglichen, daraus

resultierenden physikalischen Parametern Y i, Ỹ i zusammen. Eine Variation der Modell-

parameter führt also lediglich zu einer Bewegung entlang des durch (3.64) gegebenen

Kegels. Daher gibt es keine, insbesondere keine durch eine diskrete Symmetrie wie in

Abschnitt 3.2 motivierte, Wahl dieser Parameter, für die die Verschränkung der physi-

kalischen Yukawa-Kopplungen durch Kegelschnitte nicht gilt.

Zum Abschluss dieses Abschnitts soll nun noch die Verallgemeinerung von Gleichung

(3.59) für das allgemeine 2HDM hergeleitet werden, da sich anhand der Einbettung des

MLRM (3.48) in die Klasse der 2HDM verstehen lässt, wie die Yukawa-Verschränkung

aus der links-rechts symmetrischen Vereinheitlichung folgt. Hierzu beginnt man mit den

unitären Relationen (3.9), (3.10) zwischen den Modellparametern Fi, F̃i und den Yukawa-

Kopplungen Y i, Ỹ i. Unter Verwendung von Komponentenvektoren wie in (3.53) lauten
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diese

~yu,ij :=

(
Y u

Ỹ u

)
ij

= χu

(
F1

F̃2

)
ij

=: χu ~Fu,ij

~yd,ij :=

(
Y d

Ỹ d

)
ij

= χd

(
F2

F̃1

)
ij

=: χd ~Fd,ij

(3.69)

Da diese Relationen unabhängig von den Flavorindizes i, j gelten, werden sie im Folgen-

den zu Gunsten einer besseren Lesbarkeit unterdrückt.

Die vier eichinvarianten Kopplungsmatrizen F1,2, F̃1,2 des allgemeinen 2HDM gruppieren

sich in zwei, im Allgemeinen unabhängigen Vektoren (mit unterdrückten Indizes)

~Fu =

(
F1

F̃2

)
, ~Fd =

(
F2

F̃1

)
(3.70)

aus denen dann gemäß (3.9), (3.10) zwei unabhängige Paare von Yukawa-Matrizen

(Y u, Ỹ u) und (Y d, Ỹ d) resultieren. Da diese Paare gerade den Kopplungen innerhalb

einer Zeile im Schema (3.34) entsprechen, hängt der Unterschied zwischen den Zeilen

von der Differenz dieser Vektoren ab

∆~F := ~Fd − ~Fu =

(
F2 − F1

F̃1 − F̃2

)
(3.71)

die für allgemeine Fi, F̃i beliebig eingestellt werden kann. Das bedeutet, dass die Yukawa-

Kopplungen im down-Sektor, insbesondere die Definition der physikalischen Quarkmas-

senbasis durch Y d, unabhängig von den Kopplungen im up-Sektor sind. Die Yukawa-

Kopplungen im allgemeinen 2HDM sind demnach nicht verschränkt.

Für den Spezialfall des MLRM gilt gemäß der Einbettung (3.48)

∆~F
∣∣∣
MLRM

= ~0 (3.72)

was sich im Auftreten von nur einer Zeile im Yukawaschema des MLRM (3.50) nie-

derschlägt. Mit Hilfe von ∆~F lässt sich demnach charakterisieren, ob die Modellpa-

rameter des allgemeinen 2HDM mit einer links-rechts symmetrischen Vereinheitlichung

verträglich sind. Eine Umparametrisierung der Yukawa-Matrizen mit Hilfe der Definition

von ∆~F ergibt

~yu = χu
(
~Fd −∆~F

)
~yd = χd ~Fd

(3.73)
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woraus durch Elimination von ~Fd

~yd = χd
(
χu†~yu + ∆~F

)
(3.74)

folgt. Analog zur Herleitung in (3.58) bildet man anschliessend die Standard-Skalarpro-

dukte der Komponentenvektoren

~yd†~yd =
(
χu†~yu + ∆~F

)† (
χu†~yu + ∆~F

)
= ~yu†~yu + ∆~F †∆~F + ~yu†χu∆~F + ∆~F †χu†~yu

(3.75)

und unter Verwendung von (3.9), (3.10) erhält man hieraus nach kurzer Umformung

~yd†~yd = ~yu†~yu + ∆~F †
(

∆~F + ~Fu

)
+ ~F †u∆~F (3.76)

Will man die unterdrückten Flavorindizes an dieser Stelle wieder einführen, schreibt

man an jeden Zeilen-(Spalten-) Vektor das selbe Indexpaar. Die Paare von Zeilen- und

Spaltenvektoren können dabei unterschiedlich sein

~yd†ij ~y
d
kl = ~yu†ij ~y

u
kl + ∆~F †ij

(
∆~Fkl + ~Fu,kl

)
+ ~F †u,ij∆

~Fkl (3.77)

Aus der für eine links-rechts symmetrische Einbettung notwendigen Bedingung ∆~F = ~0,

folgt hieraus mit (3.59) wieder die Verschränkung der physikalischen Yukawa-Kopp-

lungen durch Kegelschnitte. Hierzu sollte bemerkt werden, dass diese Bedingung an ∆~F

eine Folge der links-rechts symmetrischen Vereinheitlichung ist. Die Zusammenführung

der rechts-händigen up- und down-artigen Quark-Freitheitsgrade in SU(2)R-Doubletts

erlaubt, wie für die SU(2)L-Doubletts, nur noch eine gemeinsame eichinvariante Kopp-

lungsmatrix für die rechtshändigen Quarks einer Generation. Um den Einfluss einer

links-rechts symmetrischen Erweiterung der Eichsymmetrie auf die Kopplungsmatrizen

des allgemeinen 2HDM zu untersuchen, ist es von Vorteil dessen (Quark-)Yukawa-Sektor

(3.4) so umzuschreiben, dass manifest eichinvariante Terme der erweiterten Symmetrie
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GLR direkt identifiziert werden können. Der hierzu notwendige erste Schritt ist das Zu-

sammenfassen der rechts-händigen Quarkflavor in 2er-Tupel, die sich für eine Erweite-

rung der Eichgruppe von G2HDM zu GLR direkt zu SU(2)R-Doubletts QR verallgemei-

nern

SM:

(
uR

dR

)
GSM−−−→

(
e4/3iϕuR

e−2/3iϕdR

)
= e1/3iϕ︸ ︷︷ ︸

∈U(1)B−L

(
eiϕ 0

0 e−iϕ

)
︸ ︷︷ ︸

∈SU(2)R

(
uR

dR

)

↓
LR: QR

GLR−−→ e1/3iϕ︸ ︷︷ ︸
∈U(1)B−L

UR︸︷︷︸
∈SU(2)R

QR

(3.78)

Ebenso werden die beiden Higgs-Doubletts, die sich unter der SM-Eichgruppe gemäß

H1 =

(
H0

1

H−1

)
GSM−−−→ e−iϕ︸︷︷︸

∈U(1)Y

UL︸︷︷︸
∈SU(2)L

(
H0

1

H−1

)

H2 =

(
H+

2

H0
2

)
GSM−−−→ e+iϕ︸︷︷︸

∈U(1)Y

UL︸︷︷︸
∈SU(2)L

(
H+

2

H0
2

) (3.79)

transformieren, kompakt in einer (2 × 2)-Matrix zusammengefasst, die bei der Ver-

größerung der Eichsymmetrie zu GLR zu einem fundamentalen Higgs-Bidoublett erwei-

tert wird

SM:

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)
GSM−−−→ UL︸︷︷︸

∈SU(2)L

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

) (
eiϕ 0

0 e−iϕ

)†
︸ ︷︷ ︸

∈SU(2)R

↓
LR: Φ

GLR−−→ UL︸︷︷︸
∈SU(2)L

Φ U †R︸︷︷︸
∈SU(2)R

(3.80)

Unter Verwendung der Regeln der Matrixmultiplikation gilt dann(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)(
uR

0

)
=

(
H0

1

H−1

)
uR = H1uR(

H0
1 H+

2

H−1 H0
2

)(
0

dR

)
=

(
H+

2

H0
2

)
dR = H2dR

(3.81)
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womit sich die ersten beiden Terme im allgemeinsten Yukawa-Sektor des 2HDM in (3.4)

mit der Definition ∆ := F2 − F1 wie folgt umschreiben lassen

−LQY ⊃ QLF1

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)(
uR

0

)
+QLF2

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)(
0

dR

)
+ h.c.

= QLF1

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)(
uR

dR

)
+QL∆

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)(
0

dR

)
+ h.c.

(3.82)

Der erste Summand in der letzten Zeile enthält dabei nur Objekte, die sich, wie in (3.78)

und (3.80) gezeigt, direkt zu fundamentalen Symmetriemultipletts der Eichgruppe GLR
erweitern lassen, was einen manifest links-rechts eichsymmetrischen Term ergibt. Um

dieser Tatsache Rechnung zu tragen, sollen zur besseren Übersicht in diesem Term die

(2×2)-Matrix durch das entsprechende Bidoublett Φ und das 2er Tupel der down-Quarks

durch das zugehörige SU(2)R-Doublett QR ersetzt werden. Geht man für die letzten

beiden Terme im Yukawa-Sektor (3.4), die die Kopplungen an die ladungskonjugierten

Higgs-Doubletts Hc
i = iσ2H

∗
i enthalten, genau so vor, erhält man insgesamt

− LQY = QLF1ΦQR +QLF̃1ΦcQR +QL∆H2dR −QL∆̃Hc
2uR + h.c. (3.83)

wobei ∆̃ := F̃1 − F̃2 und die ladungskonjugierten Higgs-Doubletts konsistent mit der

Ladungskonjugation für Bidoubletts in der Matrix Φc = σ2Φ∗σ2 zusammengefasst sind.

Es sollte hier noch einmal betont werden, dass (3.83) nach wie vor die SM-Eichgruppe

GSM zugrunde liegt. Die Notation und Anordnung lässt aber direkt erkennen, welche

Terme sich zu manifest links-rechts eichsymmetrischen Termen verallgemeinern. In den

ersten beiden Termen erkennt man den allgemeinsten, renormierbaren Quark Yukawa-

Sektor des MLRM (1.41), welcher manifest eichinvariant unter GLR ist. Die beiden letzten

Terme hingegen lassen sich nicht komplett in eine Form bringen, die sich gemäß (3.78)

natürlich in eine links-rechts eichsymmetrische Größe einbetten lässt. Die Invarianz unter

der erweiterten Eichsymmetrie GLR erzwingt also für die zugehörigen Koeffizienten

∆ = 0 = ∆̃ (3.84)

Vergleicht man dies mit der Definition von ∆~F

∆~F = ~Fd − ~Fu =

(
F2 − F1

F̃1 − F̃2

)
=

(
∆

∆̃

)
(3.85)

ergibt sich die Behauptung, dass ∆~F = ~0 eine Folge der Links-Rechts symmetrischen

Vereinheitlichung ist. Dies bedeutet insbesondere, dass sich die aus (3.77) ergebende

Yukawa-Verschränkung durch Kegelschnitte (3.59) durch keine Wahl der eichinvarianten
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Modellparameter umgehen lässt.



Kapitel 4

Multi Higgs-Bidoublett Modelle

Im Minimalen Links-Rechts symmetrischen Modell(MLRM) ist eine nicht-triviale Fla-

vorstruktur untrennbar mit dem Auftreten flavor-verletzender neutraler tree-level Strö-

me verbunden. In Abschnitt 1.2.4 wurde dies anhand der Verschränkungsrelationen

(1.46), (1.47) allgemein bewiesen. Diese ergeben sich aus der Überbestimmtheit der

Yukawa-Kopplungen, also der Tatsache, dass die vier Yukawa-Matrizen Y u,d, Ỹ u,d nur

durch zwei eichinvariante Kopplungsmatrizen F, F̃ gegeben sind (vgl. (1.44), (1.45)).

Erweitert man den Teilcheninhalt des MLRM um Kopien des Bidoubletts Φ, erhält man

im Yukawasektor (1.41) für jedes neue Bidoublett ein zusätzliches Paar
(
Fk, F̃k

)
ei-

chinvarianter Kopplungsmatrizen. Im Folgenden wird untersucht, ob diese zusätzlichen

Parameter die Überbestimmtheit der Yukawa-Kopplungen und somit die durch die Ver-

schränkungsrelationen hervorgerufene Flavorverletzung beeinflußen können.

4.1 Zwei Higgs-Bidoublett Modell

Fügt man dem MLRM ein zweites Bidoublett hinzu, erweitert sich der Yukawasektor

(1.41) zu

− L(2)
Y = QLF1Φ1QR +QLF̃1Φc

1QR +QLF2Φ2QR +QLF̃2Φc
2QR + h.c. (4.1)

Für die Vakuumerwartungswerte 〈Φ1,2〉 lautet die allgemeinste Form, die die elektroma-

gnetische Eichsymmetrie U(1)e.m. invariant lässt

〈Φk〉 =

(
vk 0

0 wk

)
(4.2)

56
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In Anhang B wird bewiesen, dass es dann zu beliebigen Werten v1,2, w1,2 ∈ C eine unitäre

Matrix U
(2)
Φ ∈ U(2) gibt, sodass die redefinierten Bidoubletts

φk =
2∑
l=1

U
(2)
Φ,klΦl (4.3)

Vakuumerwartungswerte der Form

〈φ1〉 =

(
k1 0

0 k2e
iα

)
, 〈φ2〉 =

(
0 0

0 κ

)
(4.4)

mit k1,2, κ ≥ 0 und α ∈ [0, 2π ) aufweisen. In dieser Basis lautet der Quark Yukawa-

Sektor (4.1) des Zwei Higgs-Bidoublett Modells

− L(2)
Y = QLf1φ1QR +QLf̃1φ

c
1QR +QLf2φ2QR +QLf̃2φ

c
2QR + h.c. (4.5)

wobei die neuen eichinvarianten Kopplungen fk, f̃k über

fk :=
2∑
l=1

U
(2)∗
Φ,klFl , f̃k :=

2∑
l=1

U
(2)
Φ,klF̃l (4.6)

durch die ursprünglichen Kopplungsmatrizen Fk, F̃k gegeben sind. Ausgedrückt in diesen

Größen, erhält man für die Massenmatrizen der up- und down-artigen Quarks

Mu = k1f1 + k2e
−iαf̃1 + κf̃2

Md = k2e
iαf1 + k1f̃1 + κf2

(4.7)

Um hieraus die verallgemeinerten Verschränkungsrelationen des 2 Higgs-Bidoublett Mo-

dells(2HBM) abzuleiten, geht man analog zur Herleitung der entsprechenden Relationen

(1.46),(1.47) vor und drückt die beiden Bidoubletts in nicht manifest eichinvarianter

Weise durch die vier enthaltenen SU(2)L-Doubletts aus

Φ1 =

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)
→ H1, H

c
2 (4.8)

Φ2 =

(
H0

3 H+
4

H−3 H0
4

)
→ H3, H

c
4 (4.9)
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Diese werden anschließend in eine Basis transformiert, in der eine Koordinatenachse

entlang des SM Higgs-Bosons zeigt. Diese Richtung ist durch die VEVs der SU(2)L-

Doubletts

〈H1〉 =

(
k1

0

)
, 〈Hc

2〉 =

(
k2e
−iα

0

)
, 〈H3〉 =

(
0

0

)
, 〈Hc

4〉 =

(
κ

0

)
(4.10)

festgelegt. Definiert man die beiden Drehwinkel β und γ über die Relationen

tanβ =
k2

k1
, tan γ =

κ√
k2

1 + k2
2

(4.11)

ist die gesuchte Basistransformation explizit durch
h

H̃1

H̃2

H̃3

 =


cosβ cos γ eiα sinβ cos γ 0 sin γ

e−iα cosβ sin γ sinβ sin γ 0 −e−iα cos γ

0 0 1 0

− sinβ eiα cosβ 0 0




H1

Hc
2

H3

Hc
4

 (4.12)

gegeben und für die VEVs ergibt sich, in Einheiten der elektroschwachen Brechungsskala

k :=
√
k2

1 + k2
2 + κ2 

〈h〉
〈H̃1〉
〈H̃2〉
〈H̃3〉

 = k


1

0

0

0

 (4.13)

In dieser Basis lautet der zu (1.43) analoge, nicht manifest SU(2)R×U(1)B−L-eichsym-

metrische Quark Yukawa-Sektor des 2HBM

−L(2)
Y = QLY

uhuR +QLY
dhcdR

+QLỸ
u

1 H̃1uR +QLỸ
d

1 H̃
c
1dR

+QLỸ
u

2 H̃2uR +QLỸ
d

2 H̃
c
2dR

+QLỸ
u

3 H̃3uR +QLỸ
d

3 H̃
c
3dR

+ h.c.

(4.14)

in welchem sich das SM Higgs-Boson und damit auch die zugehörigen SM Yukawa-

Kopplungen identifizieren lassen. Zusammen mit den Yukawa-Kopplungen der neuen
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SU(2)L Higgs-Doubletts H̃1,2,3, hängen diese insgesamt acht Kopplungsmatrizen über


Y u

Ỹ u
1

Ỹ u
2

Ỹ u
3

 =

=:χ
(4)
u︷ ︸︸ ︷

cosβ cos γ e−iα sinβ cos γ 0 sin γ

eiα cosβ sin γ sinβ sin γ 0 −eiα cos γ

0 0 1 0

− sinβ e−iα cosβ 0 0




F1

F̃1

F2

F̃2

 (4.15)


Y d

Ỹ d
1

Ỹ d
2

Ỹ d
3

 =


−eiα sinβ cos γ − cosβ cos γ − sin γ 0

− sinβ sin γ −e−iα cosβ sin γ e−iα cos γ 0

0 0 0 −1

−eiα cosβ sinβ 0 0


︸ ︷︷ ︸

=:χ
(4)
d


F1

F̃1

F2

F̃2

 (4.16)

von den vier eichinvarianten Kopplungsmatrizen F1,2, F̃1,2 ab. Eliminiert man diese unter

Ausnutzung von χ
(4)
u,d ∈ SU(4), ergeben sich die Verschränkungsrelationen für das 2HBM

Y d = −eiα sin(2β) cos2 γY u − 1

2
sin(2β) sin(2γ)Ỹ u

1 − sin γỸ u
2

− eiα cos(2β) cos γỸ u
3

Ỹ d
1 = −1

2
sin(2β) sin(2γ)Y u − e−iα sin(2β) sin2 γỸ u

1 + e−iα cos γỸ u
2

− cos(2β) sin γỸ u
3

Ỹ d
2 = − sin γY u + e−iα cos γỸ u

1

Ỹ d
3 = −eiα cos(2β) cos γY u − cos(2β) sin γỸ u

1 + eiα sin(2β)Ỹ u
3

(4.17)

Dies sind die gesuchten Verallgemeinerungen von (1.46) und (1.47) für ein Modell mit

zwei Higgs Bidoubletts.

Analog zu (1.99), (1.100) findet man für die Kopplungen der neutralen Higgs-Bosonen

H̃0
1,2,3 an die physikalischen Quarkmasseneigenzustände

cFCNH
u;a,ij =

(
Ỹ u
a

)
ij

(4.18)

cFCNH
d;a,ij =

(
V †LỸ

d
a VR

)
ij

(4.19)

wobei eine flavorverletzende Kopplung hier ebenfalls durch ungleiche Flavorindizes i 6= j

ausgezeichnet ist. Dass in cFCNH
u;a,ij keine CKM-Elemente auftreten spiegelt die Tatsache wi-

der, dass die Flavorsymmetrie bereits implizit verwendet wurde, um ohne Beschränkung

der Allgemeinheit Y u = Ŷ u diagonal zu wählen. Dies lässt sich ausnutzen, um unter zur
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Hilfenahme der Dreiecksungleichung die Verallgemeinerung von (1.103) für das 2HBM

|k−1
Md
i 6=j | = | −

1

2
sin(2β) sin(2γ)cFCNH

u;1,i 6=j − sin γcFCNH
u;2,i 6=j − eiα cos(2β) cos γcFCNH

u;3,i 6=j |

≤ |1
2

sin(2β) sin(2γ)||cFCNH
u;1,i 6=j |+ | sin γ||cFCNH

u;2,i 6=j |+ |eiα cos(2β) cos γ||cFCNH
u;3,i 6=j |

≤ |cFCNH
u;1,i 6=j |+ |cFCNH

u;2,i 6=j |+ |cFCNH
u;3,i 6=j |

(4.20)

herzuleiten. Im letzten Schritt wurden die Beträge aller Koeffizienten durch 1 nach oben

abgeschätzt. Dass dies möglich ist, ist kein Zufall sondern eine Folge der Unitarität von

χ
(4)
d χ

(4)†
u ∈ SU(4).

Auf tree-level wird die Flavorverletzung im MLRM durch Kopplungen des nicht SM-

artigen neutralen Higgsbosons H0 an die physikalischen Quarkfreiheitsgrade verursacht.

Die zugehörige Kopplungskonstante ist durch (1.103) nach unten beschränkt. Im 2HBM

tauchen zwei weitere neutrale Higgsbosonen mit, im Allgemeinen, nicht-diagonalen Yu-

kawa-Kopplungsmatrizen auf, die zusätzliche Beiträge zu flavorverletzenden Prozessen

liefern und deren Kopplungskonstanten auf der rechten Seite der verallgemeinerten Be-

dingung (4.20) auftauchen. Dass die untere Schranke |k−1
Md
i 6=j | auf der linken Seite der

Abschätzung unverändert bleibt, lässt sich dahingehend interpretieren, dass die Erweite-

rung des MLRM um ein weiteres Bidoublett die individuelle Flavorverletzung abmildert,

da nur die Summe der Kopplungsstärken nach unten begrenzt ist. Somit lassen sich die

individuellen Kopplungen der Higgsbosonen H̃1,2,3 parametrisch um einen Faktor 1/3

kleiner als im MLRM wählen, wenn man die zwangsläufig auftretende Flavorverletzung

gleichmäßig auf die Summanden verteilt

cMLRM → cMLRM

3
+
cMLRM

3
+
cMLRM

3
(4.21)

Zusätzlich erlaubt (4.20) eine oder auch zwei exakt verschwindende Kopplungen, wobei

die verbleibenden Summanden das Fehlen dieser Terme ausgleichen müssen. Für den Fall

einer verschwindenden Kopplung lassen sich die beiden übrigen im Sinne von (4.21) noch

um einen Faktor 1/2 kleiner als im MLRM wählen, für zwei verschwindende Kopplungen

übernimmt die Verbleibende die komplette Flavorverletzung mit der selben Untergrenze

wie im MLRM. Da für einen FCNH-Prozess die Beiträge aller Higgsbosonen gemeinsam

berücksichtigt werden müssen, bleibt die nach der Herleitung von (1.103) diskutierte

generelle Verschränkung der bekannten SM-Flavorstruktur mit flavorverletzenden Bei-

trägen “Neuer Physik” auch für das 2HBM bestehen. Somit ist das 2HBM geeignet

um die Gesamtflavorverletzung auf mehrere Feynmandiagramme aufzuteilen und damit

parametrisch kleinere Kopplungskonstanten zu erhalten, das grundsätzliche Auftreten

flavorverletzender Übergänge als Folge einer beliebigen nicht-trivialen Flavorstruktur

des Modells lässt sich damit aber nicht vermeiden.
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4.2 n ≥ 3 Higgs-Bidoublett Modell

Im vorherigen Abschnitt wurde gezeigt, dass sich das Problem der Yukawaverschränkung

im MLRM durch die Hinzunahme eines zweiten Bidoubletts nicht grundsätzlich lösen

lässt. Das Mindestmaß an Flavorverletzung ist nach wie vor durch das entsprechende

Element der down-Quark Massenmatrix in der Flavorbasis k
−1
Md
i 6=j gegeben. Jedoch er-

lauben die mit dem zweiten Bidoublett neu eingeführten Parameter, dieses im Sinne von

(4.21) auf mehrere flavorverletzende Beiträge mit entsprechend kleineren Kopplungskon-

stanten aufzuteilen.

In diesem Abschnitt wird gezeigt, dass der Fall des 2HBM eine Sonderrolle einnimmt,

da eine Erweiterung um weitere Bidoubletts zum 3HBM, 4HBM,... nicht die naive

Erwartung erfüllt, zusätzliche Parameter in (4.17) einzuführen, auf die sich die Ge-

samtflavorverletzung weiter aufteilen lässt. Es wird vielmehr bewiesen, dass die Ver-

schränkungsrelationen des 2HBM die maximale Anzahl an Parametern enthalten und

eine Erweiterung um weitere Bidoubletts lediglich zu zusätzlichen, von der Verschrän-

kungsrelation unabhängigen Beiträgen zu flavor-verletzenden tree-level Prozessen führt.

Der allgemeinste, renormierbare Links-Rechts eichsymmetrische Quark Yukawa-Sektor

mit n Kopien des MLRM Bidoubletts (B.1) und beliebigen Yukawamatrizen Fi, F̃i ∈
C3×3 lautet

− L(n)
Q =

n∑
i=1

QL[FiΦi + F̃iΦ
c
i ]QR + h.c. (4.22)

Für diesen allgemeinen Fall soll vor der konkreten Herleitung der Verschränkungs-

relationen geklärt werden, welcher Mechanismus in Links-Rechts symmetrischen Mo-

dellen beliebige nicht-triviale Flavorstrukturen mit dem Auftreten flavor-verletzender

Kopplungen verknüpft. In Abschnitt 1.2.4 wurde bereits argumentiert, dass ein flavor-

verletzender Übergang nur dann auftreten kann, wenn die physikalischen Quarkzustände

keine exakten Flavoreigenzustände sind, sondern aus einer Superposition verschiedene-

ner Flavor bestehen. Nach den Regeln der Quantenmechanik ist die Wahrscheinlichkeit

für ein Quark q′ einen bestimmten Flavor i zu messen, durch den “Anteil” dieses Fla-

vorzustands am physikalischen Masseneigenzustand gegeben

|q′〉 = aq′u|u〉+ aq′c|c〉+ aq′t|t〉 (4.23)

→ Pq′i = |aq′i|2 (4.24)

Die Koeffizienten aq′i lassen sich dabei als Koordinaten des physikalischen Masseneigen-

zustands in der Flavorbasis interpretieren. Die Koordinaten des selben Vektors sind in

der Basis der Masseneigenzustände, also der Basis die ihn selbst als Basisvektor enthält,
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durch einen Standardeinheitsvektor

~ei =



0
...

0

1

0
...

0


(4.25)

gegeben. Die Koordinaten in der Flavorbasis cq′i, die Auskunft über die Wahrschein-

lichkeit für die Messung des entsprechenden Flavors geben, werden beim Basiswechsel

in die zugehörige unitäre Transformationsmatrix absorbiert. Somit kann ein flavorver-

letzender Übergang nur dann auftreten, wenn die physikalische Lagrangedichte von der

Flavorzusammensetzung der Quarks, also von den Elementen der Basistransformations-

matrix abhängt. Dies ist genau dann der Fall, wenn der entsprechende Basiswechsel kein

Element der Flavorsymmetriegruppe des Modells ist. Wie im Standardmodell lässt sich

die Flavorsymmetrie ausnutzen, um ohne Beschränkung der Allgemeinheit die up-Quark

Massenmatrix von vorneherein diagonal zu wählen

Mu → M̂u (4.26)

Diese Wahl schöpft die, durch die Vereinheitlichung der rechts-händigen Freiheitsgrade,

verringerte Flavorsymmetrie

Gflav
LR = U(3)QL

× U(3)QR
(4.27)

in Links-Rechts symmetrischen Modellen bereits voll aus, sodass jede weitere Trans-

formation der Quarkfelder kein Element der Flavorsymmetriegruppe mehr ist. Ist die

down-Quark Massenmatrix in der Basis, in der (4.26) gilt, nicht ebenfalls diagonal, ist

solch eine weitere Transformation notwendig, um diese zu diagonalisieren. Wie argumen-

tiert besitzt das Modell dann eine nicht-triviale Flavorstruktur.

Betrachtet man die Verschränkungsrelationen für das MLRM (1.46) und das 2HBM

(4.17) versteht man, wie die notwendige Bedingung für ein nicht-flavorsymmetrisches

Modell mit dem Auftreten flavorverletzender Kopplungen verknüpft ist

• MLRM:

Y d = −eiα sin(2β)Ŷ u − cos(2β)Ỹ u (4.28)
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• 2HBM:

Y d = −eiα sin(2β) cos2 γŶ u − 1

2
sin(2β) sin(2γ)Ỹ u

1 − sin γỸ u
2

− eiα cos(2β) cos γỸ u
3

(4.29)

Die Flavorsymmetrie wurde hier bereits voll ausgenutzt, um die up-artigen Quark-

zustände von vorneherein mit Masseneigenzustände identifizieren zu können. Dies wird

aus der Diagonalität der Matrix Ŷ u deutlich. Eine notwendige Bedingung für eine Bre-

chung der Flavorsymmetrie und damit für eine nicht-triviale Flavorphysik ist dann eine

nicht-diagonale Matrix Y d. Da die Verschränkungsrelationen diese Matrix als Linearkom-

bination der diagonalen Matrix Ŷ u und zusätzlichen Kopplungsmatrizen Ỹ u
i ausdrücken,

kann dies nur erfüllt sein, wenn zweitere ebenfalls Elemente abseits der Diagonalen ent-

halten. Diese Elemente sind aber gerade die Kopplungskonstanten flavor-verletzender

Vertices zwischen nicht-SM-artigen Higgsbosonen und physikalischen up-artigen Quark-

zuständen (vgl. (1.99), (4.18)). Dies ist die gesuchte Verbindung zwischen nicht-trivialer

Flavorphysik und dem Auftreten flavor-verletzender Higgs-Kopplungen in Links-Rechts

symmetrischen Modellen.

Im Folgenden wird nun noch gezeigt, dass (4.17) bereits die allgemeinste Form der Ver-

schränkungsrelationen für ein Modell mit n Bidoubletts (4.22) darstellen und daher die

obige Argumentation für ein beliebiges Links-Rechts Modell unverändert gültig bleibt.

In Anhang B wird explizit eine manifest eichsymmetrische Bidoublettbasis konstruiert,

in der die VEVs der n Bidoubletts durch (B.2) gegeben sind. Die zugehörige unitäre

Basistransformation (B.14) sei hier mit U〈~Φ〉 ∈ U(n) bezeichnet

φi =
n∑
j=1

(
U〈~Φ〉

)
ij

Φj (4.30)

Da dies per Konstruktion die manifeste Eichsymmetrie erhält, ist (4.22) forminvariant

unter dem Basiswechsel und lautet ausgedrückt in den neuen Bidoubletts φi

− L(n)
Q =

n∑
i=1

QL[fiφi + f̃iφ
c
i ]QR + h.c. (4.31)

mit neuen eichsymmetrischen Kopplungsmatrizen fi, f̃i, die eindeutig von den ursprüng-

lichen Fi, F̃i abhängen

fi :=

n∑
j=1

(
U〈~Φ〉

)∗
ij
Fj

f̃i :=

n∑
j=1

(
U〈~Φ〉

)
ij
F̃j

(4.32)
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Die neue Higgsbasis zeichnet sich jedoch durch eine besonders einfache VEV-Struktur

aus, in der der VEV der n ursprünglichen von nur zwei Bidoubletts getragen und durch

drei nicht-negative reelle Parameter und eine Phase parametrisiert ist (B.15). Da jeder

Beitrag zu den Quarkmassenmatrizen nach dem Mechanismus der spontanen Symme-

triebrechung proportional zum VEV eines Higgsfeldes ist, tauchen nur die eichsymmetri-

schen Kopplungsmatrizen dieser und der zugehörigen ladungskonjugierten Bidoubletts

in den Quarkmassenmatrizen auf

M̂u = k1f1 + k2e
−iαf̃1 + κf̃2 (4.33)

Md = k2e
iαf1 + k1f̃1 + κf2 (4.34)

Dies sind exakt die Relationen (4.7) für die Massenmatrizen im 2HBM. Die Herlei-

tung in Abschnitt 4.1 kann daher unverändert übernommen werden, um die Verschrän-

kungsrelationen (4.17) für die Yukawa-Kopplungen des SM-Higgs-Doubletts und die

drei zusätzlichen nicht-SM-artigen SU(2)L-Doubletts, die sich aus φ1,2 konsituieren,

herzuleiten. Die verbleibenden n − 2 Bidoubletts tragen lediglich einen trivialen VEV

〈φ3,4,...,n〉 = 0, liefern somit keine Beiträge zu den Massenmatrizen und tauchen daher

auch nicht in den Verschränkungsrelationen auf. Vielmehr sind die zugehörigen 2(n− 2)

Kopplungsmatrizen f3,4,...,n, f̃3,4,...,n im Allgemeinen völlig beliebig und liefern komplett

unbeschränkte Beiträge zu flavor-verletzenden tree-level Prozessen.

In diesem Abschnitt wurde gezeigt, dass ein beliebiges Links-Rechts symmetrisches

Modell mit n Kopien des MLRM Bidoubletts immer mindestens ein und maximal

drei nicht-SM-artige SU(2)L-Doubletts enthält, deren flavor-verletzende Kopplungen an

physikalische Quarkzustände zwangsläufig aus einer nicht-trivialen Struktur der CKM-

Matrizen, also der Existenz flavor-ändernder Kopplungen an Eichbosonen, folgt. Dies

ist unabhängig von den Kopplungen der restlichen 2(n − 2) nicht-SM-artigen SU(2)L-

Doubletts. Somit nimmt das 2HBM eine Sonderrolle unter den Links-Rechts symmetri-

schen Modellen ein:

Die Verschränkungsrelationen des 2HBM enthalten die maximale Anzahl an Parame-

tern und daher lässt sich das Problem der Yukawa-Verschränkung dort am stärksten

abmildern (vgl. (4.21)). Eine Erweiterung um weitere Bidoubletts führt, bei gleicher

Abmilderung der Yukawaverschränkung, lediglich zu zusätzlichen, im Allgemeinen un-

beschränkten Beiträgen zu flavor-verletzenden Prozessen.



Kapitel 5

Effektiv Links-Rechts

symmetrische Modelle

In den Abschnitten 1.2.1 und 4.1 wurde das Problem der Yukawa-Verschränkung in

Links-Rechts symmetrischen Modellen von der konzeptionellen Seite betrachtet. Der Fo-

kus lag dabei auf dem Zusammenhang der allgemeinen Flavorstruktur des Modells mit

der Flavorverletzung im Yukawa-Sektor und dem dieser Verbindung zugrundeliegenden

Mechanismus. Für das grundsätzliche Auftreten einer Flavorverletzung war dabei nur

entscheidend, ob die Yukawa-Matrizen in der Masseneigenbasis der Quarks diagonal, die

flavorverletzenden Kopplungskonstanten also exakt Null sind, oder nicht. Eine Aussage

über die tatsächliche numerische Größe der Kopplungskonstanten wurde bisher nur in

Form der Abschätzung (1.113) in Abschnitt 1.2.5 getroffen.

Nach den Regeln der Quantenfeldtheorie sagt ein Modell einen konkreten physikalischen

Prozess in Form eines S-Matrixelements voraus, welches sich für perturbative Prozesse

wiederum durch eine Serie von Feynman-Diagrammen darstellen lässt. Die in den vor-

herigen Abschnitten untersuchten flavor-verletzenden Kopplungskonstanten, treten in

diesen Diagrammen zusammen mit dem Propagator des zugehörigen Higgs-Bosons auf

cFCNH
d,21 cFCNH∗

d,12

M2
H − q2

q2

M2
H

<1

−−−−→
cFCNH
d,21 cFCNH∗

d,12

M2
H

+O(
q2

M2
H

) (5.1)

Auf den ersten Blick werden dadurch alle bisher gemachten Überlegungen überflüssig,

da sich jeder Beitrag dieser Form mit einer genügend großen Higgs-Masse MH beliebig

weit unterdrücken lässt. Somit ergibt sich aus der experimentellen Obergrenze für das

Auftreten flavor-ändernder neutraler Ströme eine Untergrenze für die Massenskala MH

der neuen, nicht-SM-artigen Higgs-Bosonen. Diese Untergrenze hängt von den flavor-

verletzenden Kopplungsstärken ab und ist umso geringer, je kleiner die Kopplungen sind.

65
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Abbildung 5.1: Tree level Beitrag zur K0 −K0
-Mischung

Dies macht man sich leicht anhand der Überlegung klar, dass im Grenzfall einer exakt

verschwindenden Flavorverletzung das Unterdrückungskriterium nur noch die triviale

Untergrenze liefert

MH &

√
cFCNH
d,21 cFCNH∗

d,12

Aexp

keine Flavorverletzung−−−−−−−−−−−−−−→ 0 (5.2)

Somit liegt die Frage nahe, welche Massenskala sich für die minimalen flavor-verletzenden

Kopplungen ergibt, die mit den Verschränkungsrelationen verträglich sind. Dies ist dann

die minimale Energieskala, bei der eine realistische Links-Rechts symmetrische Verein-

heitlichung auftreten kann.

5.1 K0 −K
0

Mischung

Das in der Einleitung angeführte Beispiel (5.1) beschreibt im MLRM den tree-level

Beitrag zur neutralen Kaon-Mischung in Abbildung 5.1. Da es sich hierbei um einen

flavorändernden neutralen Strom handelt und der GIM-Mechanismus im Standardmodell

einen solchen Prozess nur auf Loop-Level erlaubt, führt dieser Beitrag die Störungsreihe

an. Mit den in Abschnitt 1.2.4 hergeleiteten Kopplungskonstanten (1.100), ergibt sich

für das in diesem Diagram enthaltene Produkt

cFCNH
d,21 cFCNH∗

d,12 =
(
V †LỸ

dVR

)
21

(
V †LỸ

dVR

)∗
12

(5.3)

Bis jetzt wurden die beiden Faktoren auf der rechten Seite mit den Verschränkungsrelati-

onen (1.46) und (1.47) untersucht. Diese sind im gesamten Wertebereich der Parameter

des Higgs-Potenzials gültig und eignen sich somit für allgemeine Aussagen über die

Flavorverschränkung in Links-Rechts symmetrischen Modellen. Um eine konkrete Vor-

hersage über die Größe der flavor-verletzenden Beiträge zu machen ist es aber sinnvoller,

die Kopplungen explizit in Quark-Massen und CKM-Elementen auszudrücken

(
V †LỸ

dVR

)
ij

=
−1

k cos(2β)

(
V †LM̂

uVR

)
ij
− e−iα tan(2β)

k

(
M̂d
)
ij

(5.4)
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wobei dies nur für cos(2β) 6= 0 gültig ist. Dies stellt zwar mathematisch eine Beschnei-

dung des allgemeinsten Falls dar, in Abschnitt 2.1 wird aber gezeigt, dass diese Ein-

schränkung für phenomenologisch sinnvolle Modelle sowieso getroffen werden muss. Die

Beiträge des MLRM zur K0 −K0
-Mischung sind dann durch

cFCNH
d,21 =

−1

k cos(2β)

(
muV

∗
L,usVR,ud +mcV

∗
L,csVR,cd +mtV

∗
L,tsVR,td

)
(5.5)

cFCNH∗
d,12 =

−1

k cos(2β)

(
muVL,udV

∗
R,us +mcVL,cdV

∗
R,cs +mtVL,tdV

∗
R,ts

)
(5.6)

gegeben. In Abschnitt 1.2.4 wurde allgemein bewiesen, dass das Auftreten solcher flavor-

verletzender Kopplungen im MLRM untrennbar mit einer nicht-trivialen Flavorstruktur

verknüpft ist und diese Verbindung ist auch in der konkreten Darstellung der für die

Kaon-Mischung relevanten Kopplungen (5.5), (5.6) erkennbar. Jeder Summand auf der

rechten Seite enthält ein CKM-Element, dessen zwei Indizes unterschiedliche Quark-

Generationen mischen. Gäbe es eine Basis aus gemeinsamen Flavor- und Masseneigen-

zuständen wären die Mischungsmatrizen trivial, also insbesondere alle Elemente abseits

der Diagonalen exakt Null und somit würde gleiches für die komplette Summe gelten.

Weiterhin erkennt man in dieser konkreten Darstellung, dass sich die problematischen

Kopplungen durch eine passende Wahl der rechts-händigen Mischungsmatrix VR ver-

kleinern lassen. Diese Wahl der Mischungsmatrix wirkt sich allerdings in anderen Berei-

chen aus, wie zum Beispiel den Kopplungen des neuen schweren Eichbosons WR an die

Quarks und scheitert spätestens, wenn man zusätzliche diskrete Symmetrien fordert, die

die Wahl der rechtshändigen CKM-Matrix einschränken. Beispiele für solche diskreten

Symmetrien sind

• (Quasi-)Manifeste Links-Rechts Symmetrie: VL,ij = ±VR,ij

• Pseudo-manifeste Links-Rechts Symmetrie: |VL,ij | = |VR,ij |

In diesen Fällen unterscheiden sich die Elemente der beiden Mischungsmatrizen VL,R

lediglich um einen Phasenfaktor und verwendet man die Wolfensteinparametrisierung

der SM-CKM-Matrix als Näherung für die Mischungsmatrix VL, ergibt sich für (5.5),

(5.6) in führender Ordnung

cFCNH
d,21 =

ỹce
iϕR

cd

cos(2β)
λ4 +O(λ5)

cFCNH∗
d,12 =

ỹce
−iϕR

cs

cos(2β)
λ4 +O(λ5)

(5.7)
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wobei VR,ij = eiϕ
R
ijVL,ij den möglichen Unterschied in den Phasen der CKM-Elemente

parametrisiert. Weiterhin wird ỹc = O(1) mit ỹcλ
4 = mc/k als Label für den charm-

Beitrag in der Entwicklung im Wolfenstein-Parameter λ verwendet.

Es stellt sich nun die Frage, ob es eine Möglichkeit gibt, die flavor-verletzenden Kopp-

lungen cFCNH
d,21 , cFCNH∗

d,12 unabhängig von den Mischungsmatrizen VL,R zu minimieren. Da

jeder Summand in (5.5) und (5.6) mit jeweils einer up-artigen Quark-Masse multipliziert

wird, verschwinden diese Kopplungen im Grenzfall masseloser Quarks

cFCNH
d,21 , cFCNH∗

d,12

mu,c,t→0−−−−−−→ 0 (5.8)

Diese Beobachtung ist wenig überraschend, da in diesem Fall der Masseneigenraum

komplett entartet und daher die Flavorsymmetrie des Modells wiederhergestellt ist. Zwei

Punkte, die für eine Verringerung der Untergrenze der Masse des FCNH vermittelnden

NP Higgs-Bosons H0 relevant sind, sollen hier festgehalten werden:

• Der führende Beitrag zur Kaon-Mischung im MLRM mit diskreter LR Symmetrie

ist proportional zu yc ∼ λ4

• Für masselose Quarks ist die Flavorsymmetrie ungebrochen und für die CKM-

Matrizen gilt VL,R ∼ 1

Die numerische Größe der Masse des charm-Quarks motiviert, den zugehörigen Mas-

senterm durch einen höherdimensionalen, effektiven Operator mit Massendimension n

zu beschreiben. Nach den Regeln einer effektiven Feldtheorie ist der entsprechende Bei-

trag dann mit Potenzen einer hohen NP-Skala Λ4−n unterdrückt, was eine Erklärung

für die Kleinheit der entsprechenden Größe liefern kann. Hier ist aber lediglich entschei-

dend, dass yc in diesem Modell an einer anderen Stelle auftritt als in der Dimension 4

Yukawa-Matrix des MLRM

MLRM eff. LR-Modell

Y u =


yu 0 0

0 yc 0

0 0 yt

 Y u =


0 0 0

0 0 0

0 0 yt

 , 1
Λn−4Y

u
eff. =


yu 0 0

0 yc 0

0 0 0

 (5.9)

Die Yukawa-Kopplung des up-Quarks, die numerisch noch kleiner als yc ist, soll hier

gleichfalls durch einen effektiven Operator generiert werden. Da die Verschränkungsre-

lationen (1.46), (1.47) die flavorverletzenden Kopplungen (5.7) mit den Yukawa-Matrizen

Y u,d und nicht mit den Massenmatrizen Mu,d in Verbindung setzen, verschwinden die

entsprechenden Terme, durch die “Umverteilung der Yukawa-Kopplungen” in effekti-

ve Beiträge, aus den Verschränkungsrelationen ohne die Massenmatrix zu verändern.

Lediglich für die Yukawa-Kopplung des top-Quarks ist diese Herangehensweise wegen
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yt = O(1) unzulässig, sodass die entsprechende Kopplung in der ursprünglichen Dimen-

sion 4 Yukawa-Matrix Y u und somit in den Verschränkungsrelationen verbleiben muss.

In diesem Abschnitt wurde anstatt der allgemeinen Verschränkungsrelationen (1.46)

und (1.47), die für phenomenologische Analysen interessante konkrete Darstellung der

flavor-verletzenden Kopplungen des MLRM (5.5) und (5.6) betrachtet. Für den Fall dis-

kreter LR-Symmetrie, in dem die zusätzliche rechts-händige CKM-Mischungsmatrix VR,

zumindest teilweise, durch die Phänomenologie des links-händigen, SM-artigen Sektors

festgelegt ist, ergibt sich eine Entwicklung dieser Kopplungen im Wolfenstein-Parameter

λ, der die hierachische Struktur des SM Quarksektors in die flavorverletzenden Kopplun-

gen des MLRM überträgt. Diese Betrachtung hat gezeigt, dass die zur Kaon-Mischung

beitragenden flavor-verletzenden Kopplungen cFCNH
d,21 , cFCNH∗

d,12 dann in führender Ordnung

durch den Massenterm des charm-Quarks verursacht werden (vgl. (5.7)). Zusätzlich wur-

de bemerkt, dass sich im Grenzfall masseloser Quarks aus den Verschränkungsrelationen

keine flavorverletzenden Kopplungen mehr ergeben (vgl. (5.8)). Dies motiviert, die Ver-

schränkungsrelationen im Rahmen einer effektiven Theorie zu untersuchen, in denen

die leichten Quarkmassen als Störungen des (teilweise) flavorsymmetrischen Grenzfalls

betrachtet und durch höherdimensionalere Operatoren, die für effektive Beiträge Neuer

Physik oberhalb einer NP-Skala Λ stehen, parametrisiert sind. Daher soll die Links-

Rechts Eichsymmetrie GLR im Folgenden im Kontext effektiver Feldtheorien untersucht

werden, wobei der Schwerpunkt nach wie vor auf dem Zusammenspiel der Yukawa-

Verschränkung mit der Definition der Quarkmassenbasis liegt.

5.2 Links-Rechts symmetrisches ∆-Modell

Am Ende von Abschnitt 3.3 wurde der Quark Yukawa-Sektor des in Abschnitt 3.1 dis-

kutierten, allgemeinen 2HDM in der Form des Quark Yukawa-Sektors des MLRM (1.41)

und Termen, die die links-rechts Eichsymmetrie explizit brechen, dargestellt. Daher er-

zwingt die Erweiterung der Eichsymmetrie GSM → GLR für Letztere ein Verschwinden

der Kopplungskonstanten, welche vor (3.82) bzw. nach (3.83) definiert sind, ∆ = 0 = ∆̃.

Dies entspricht genau der Einbettung (3.48) des MLRM in die Klasse der 2HDM und

führt demnach zur problematischen Verschränkung der Yukawa-Matrizen. Daher stellt

sich die Frage, ob es eine Möglichkeit gibt den Yukawa-Sektor so zu erweitern, dass die

erweiterte Eichsymmetrie ∆, ∆̃ 6= 0 zulässt und auf diesem Wege das Flavorproblem

umgeht. Die relevanten Terme in (3.83), die die Links-Rechts Eichsymmetrie brechen,

lauten

− LQY ⊃ −L∆ = QL∆H2dR −QL∆̃Hc
2uR + h.c. (5.10)
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Es fällt direkt auf, dass in diesen Termen jeweils nur einer der beiden rechts-händigen

Doublett-Partner

QR,i =

(
uR,i

dR,i

)
(5.11)

auftritt. Desweiteren enthalten beide Summanden lediglich H2, die zweite Spalte des

Higgs-Bidoubletts

Φ =
(
H1 H2

)
=

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)
(5.12)

Um die in L∆ gebrochene SU(2)R × U(1)B−L-Eichsymmetrie herzustellen, müssen also

die fehlenden Multiplettpartner von dR und H2 bzw. uR und Hc
2 ergänzt werden. Nach

den Regeln der Matrixmultiplikation gilt

H2dR =
(
H1 H2

)( 0

dR

)
= Φ

(
0 0

0 1

)
QR

Hc
2uR =

(
Hc

1 Hc
2

)( 0

uR

)
=
(
Hc

1 Hc
2

)
(−iσ2)︸ ︷︷ ︸

Φc

iσ2

(
0

uR

)

= Φc

(
1 0

0 0

)
QR

(5.13)

Auf der rechten Seite dieser Gleichungen sind die Quark- und Higgs-Felder wie gewünscht

durch ihre LR-Symmetriemultipletts ersetzt, allerdings mussten hierzu konstante Projek-

tionsmatrizen eingeführt werden, sodass die Eichsymmetrie nach wie vor gebrochen ist.

Im Geiste der spontanen Symmetriebrechung sollen diese Matrizen daher durch dynami-

sche Higgs-Felder ersetzt werden, deren Vakuumerwartungswerte die SU(2)R×U(1)B−L-

Symmetrie brechen und Terme der Form (5.10) reproduzieren. Aus der Forderung nach

Eichinvarianz unter

QL,iΦO∆QR,j
GLR−−→ QL,iU

†
LULΦU †RO′∆URQR,j (5.14)

folgt das Transformationsverhalten des gesuchten Operators

O∆
GLR−−→ O′∆ = URO∆U

†
R (5.15)

und damit auch die elektrischen U(1)e.m.-Ladungen der einzelnen Komponenten

O∆ =

(
ω0

11 ω+
12

ω−21 ω0
22

)
(5.16)

Im Allgemeinen besitzt der U(1)e.m.-invariante VEV dieses Operators also zwei nicht-

verschwindende Diagonalelemente, die durch das Higgs-Potenzial bestimmt sind. Eine
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weitere Einschränkung an O∆ ergibt sich dann aus der Forderung, dass der VEV des ge-

suchten Operators unabhängig vom Higgs-Potenzial proportional zur Projektionsmatrix

auf down-artige Doublett-Komponenten ist

〈O∆〉 ∼
(

0 0

0 1

)
(5.17)

Da die U(1)e.m.-Invarianzforderung lediglich garantiert, dass elektrisch geladene Felder

nur einen trivialen VEV besitzen, muss die elektrisch neutrale Komponente ω0
11 in der

oberen linken Ecke ein Produkt aus zwei entgegengesetzt elektrisch geladenen Feldern

sein, um ein Verschwinden des zugehörigen VEVs als Folge der ungebrochenen U(1)e.m.-

Symmetrie zu garantieren. Diesen Sachverhalt macht man sich für ein generisches, elek-

trisch geladenes Higgs-Feld φ±R anhand von

Q
(
φ+
Rφ
−
R

)
= (+1) + (−1) = 0

〈φ+
Rφ
−
R〉 = 〈φ+

R〉︸︷︷︸
0

· 〈φ−R〉︸︷︷︸
0

= 0 (5.18)

klar. Das Teilchenspektrum des MLRM besitzt genau ein Higgs-Multiplett in einer

Triplett-Darstellung von SU(2)R und dieses trägt eine U(1)B−L-Ladung von 2

∆R
GLR−−→ e2iϕUR∆RU

†
R (5.19)

Dieses Transformationsverhalten hat zur Folge, dass ∆R nur eine elektrisch neutrale

Komponente enthält

∆R =

(
∆+/
√

2 ∆++

∆0 −∆+/
√

2

)
(5.20)

sodass der allgemeinste U(1)e.m.-invariante VEV durch

〈∆R〉 = vRe
iϕR

(
0 0

1 0

)
(5.21)

gegeben ist. Wie argumentiert, muss es sich bei dem gesuchten Operator um ein Produkt

mit Transformationsverhalten (5.15) handeln und dieses lässt sich aus dem im MLRM

enthaltenen Triplett ∆R konstruieren

O∆ = ∆R∆†R (5.22)

Man überzeugt sich leicht, dass dieses sowohl das korrekte Transformationsverhalten

∆R∆†R
GLR−−→ e(2i−2i)ϕUR∆RU

†
RUR∆†RU

†
R = UR∆R∆†RU

†
R (5.23)
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als auch die gewünschte Form des VEVs

〈∆R∆†R〉 = v2
Re

(i−i)ϕ

(
0 0

1 0

)(
0 1

0 0

)
= v2

R

(
0 0

0 1

)
(5.24)

aufweist. Das zugehörige Produkt des ladungskonjugierten Tripletts ∆c
R = σ2∆∗Rσ

2 =

−∆†R

∆c
R∆c†

R = ∆†R∆R (5.25)

besitzt das gleiche Transformationsverhalten und die Struktur seines VEVs

〈∆†R∆R〉 = v2
Re

(−i+i)ϕ

(
0 1

0 0

)(
0 0

1 0

)
= v2

R

(
1 0

0 0

)
(5.26)

komplettiert die gesuchten Projektionsmatrizen in (5.13). Somit lässt sich L∆ in (5.10),

der die Links-Rechts Eichsymmetrie brechende Teil des Yukawa-Sektors des allgemeinen

2HDM, mit Hilfe von O∆ eichsymmetrisch zu einer effektiven Links-Rechts symmetri-

schen Lagrange-Dichte

L∆ → L(∆R) =
Gij
Λ2

QL,iΦ∆R∆†RQR,j +
G̃ij
Λ2

QL,iΦ
c∆†R∆RQR,j + h.c. (5.27)

erweitern, wobei Λ die Energieskala des UV-Abschlusses der Theorie parameterisiert.

Um den Anschluss an das allgemeine 2HDM herzustellen, muss die SU(2)R×U(1)B−L-

Symmetrie gebrochen werden, indem das die Brechung verursachende Triplett ∆R durch

seinen VEV ersetzt und (5.13) verwendet wird

−L(〈∆R〉) =
Gijv

2
R

Λ2
QL,iΦ

(
0 0

0 1

)
QR,j +

G̃ijv
2
R

Λ2
QL,iΦ

c

(
1 0

0 0

)
QR,j + h.c.

=
Gijv

2
R

Λ2
QL,iH2dR,j +

G̃ijv
2
R

Λ2
QL,iH

c
2uR,j + h.c.

(5.28)

Anschließend können die Parameter mit denen in L∆ verglichen werden und man findet

∆~F =

(
∆

∆̃

)
=
v2
R

Λ2

(
G

−G̃

)
(5.29)

In Abschnitt 3.3 wurde gezeigt, dass für das MLRM ∆~F = ~0 gilt, was aus der eichsymme-

trischen Einschränkung des Yukawa-Sektors auf zwei eichinvariante Kopplungsmatrizen

F1 = F = F2 und F̃1 = F̃ = F̃2 resultiert. Desweiteren wurde anhand des Schemas

(3.50) deutlich, dass es in diesem Fall keine exakte Lösung des Flavorproblems mit

nicht-trivialer Flavorphysik gibt. Demgegenüber steht das allgemeine 2HDM mit vier

beliebigen Yukawa-Matrizen F1,2, F̃1,2, die in (3.83) durch F1, F̃1,∆, ∆̃ parametrisiert
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sind und für die phänomenologisch sinnvolle Lösungen des Flavorproblems existieren,

zum Beispiel in Form des 2HDM Typ I und Typ II in Abschnitt 3.2. Diese Lösungen

verschwinden allerdings im Grenzfall ∆~F → ~0 und daher soll im Folgenden untersucht

werden, welche Einschränkung an ∆~F sich aus der bekannten Flavorstruktur des SM

ergeben. Die dynamische Erklärung dieser Größe als Folge der spontan gebrochenen

SU(2)R × U(1)B−L-Eichsymmetrie durch O∆ = ∆R∆†R in (5.29), setzt dann die Struk-

tur der CKM-Matrizen mit der Größenordnung Links-Rechts symmetrischer Beiträge

Neuer Physik in Verbindung.

Nach der Diskussion in Abschnitt 3.3 ist das Flavor-Problem genau dann gelöst, wenn

alle Kopplungen neutraler Higgs-Bosonen an Quark-Masseneigenzustände durch diago-

nale Yukawa-Matrizen gegeben sind. Da die Quarkmassenmatrizen, die im Formalismus

der spontanen Symmetriebrechung durch solche Matrizen gegeben sind, per Definition in

der Masseneigenbasis diagonal sind, müssen zusätzlich auftretende Kopplungsmatrizen

durch die selbe Transformation, das bedeutet simultan mit den Massenmatrizen, diago-

nalisiert werden. Dies geschieht unabhängig voneinander im up- und down-Sektor, darf

aber für VCKM 6= 1 nicht simultan möglich sein. Dieser Unterscheidung zwischen den Be-

reichen notwendiger (nicht-)simultaner, bi-unitärer Diagonalisierbarkeit, wie sie durch

die Zeilen im Schema (3.34) gegeben ist, trägt die Vektornotation (3.69) Rechnung. Eine

Lösung des Flavorproblems bedeutet dann die Existenz jeweils zweier unitärer Matrizen

zu den Vektoren ~yu, ~yd, die die als Komponenten enthaltenen Matrizen gemäß (3.52) si-

multan bi-unitär diagonalisieren. Fasst man die diagonalen Matrizen, die sich aus dieser

Transformation ergeben, wieder in einem Vektor zusammen, lässt sich eine Lösung des

Flavorproblems in up- und down-Sektor kompakt durch

V †u ~yuWu = ~̂yu

V †d ~y
dWd = ~̂yd

(5.30)

darstellen, wobei zu beachten ist, dass die Matrizen Vu,d,Wu,d ∈ U(3) auf die unter-

drückten Flavorindizes ~yuij , ~y
d
ij wirken. Aus den flavor-blinden, unitären Relationen (3.69)

zwischen Yukawa-Matrizen und Modellparametern ergibt sich

V †u
~F uaWu = χu∗baV

†
u (~yu)bWu = χu∗ba (~̂yu)b (5.31)

was zeigt, dass V †uF uaWu als Linearkombination diagonaler Matrizen ebenfalls diagonal

ist. Mit der entsprechenden Relation für den down-Sektor und der Definition von ∆~F

in (3.71) findet man dann

V †u (~yd)aWu = χdabV
†
u
~F dbWu = χdabV

†
u

(
~F ub + ∆~Fb

)
Wu

= χdabχ
u∗
cb (~̂yu)c + χdabV

†
u∆~FbWu

(5.32)
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woraus ersichtlich ist, dass die bi-unitäre Transformation mittels Vu,Wu im up-Sektor,

die Yukawa-Kopplungen an down-artige Quarks, bis auf Terme der Ordnung O(∆~F ),

ebenfalls diagonalisiert

V †u ~ydWu = χdχu† ~̂yu +O(∆~F ) (5.33)

Da es sich bei den beiden Linearkombinationen χdχu† ~̂yu im Allgemeinen um komplexe

Diagonalmatrizen handelt

χdχu† ~̂yu =

 (χdχu†)11Ŷ
u + (χdχu†)12

ˆ̃
Y
u

(χdχu†)21Ŷ
u + (χdχu†)21

ˆ̃
Y
u

 =

(
D

D̃P̃dP
†
d

)
Pd (5.34)

werden sie in jeweils eine Diagonalmatrix mit nicht-negativen, reellen Einträgen D, D̃

und eine diagonale Phasenmatrix Pd, P̃d zerlegt. Vergleicht man dies mit der definieren-

den Gleichung der, das Flavorproblem im down-Sektor lösenden, bi-unitären Transfor-

mation durch Vd,Wd in (5.30)

V †d ~ydWd = ~̂yd (5.35)

wird diese zur führenden Ordnung in der Differenz ∆~F durch

Vd = Vu +O(∆~F )

Wd = WuP
†
d +O(∆~F )

(5.36)

gelöst. Während die Lösung des Flavorproblems lediglich diagonale Yukawa-Matrizen

in der Quarkmassenbasis verlangt, wird durch die Hinzunahme der Phasenmatrix Pd

sichergestellt, dass die diagonalisierte down-Quark Massenmatrix

M̂d = kŶ d = kD +O(∆~F ) (5.37)

in der führenden Ordnung nur reelle Einträge enthält.

Legt man dieser Betrachtung die mit der Links-Rechts Eichsymmetrie GLR verträgliche

Flavorsymmetrie des eichkinetischen Terms Gflav
MLRM zugrunde, sind die physikalischen

Mischungsmatrizen laut (3.51) durch VL = V †uVd und VR = W †uWd gegeben und unter

Verwendung von (5.36) ergibt sich dann

VL = 1 +O(∆~F )

VR = P †d +O(∆~F )
(5.38)

In dieser Herleitung wurde eine exakte Lösbarkeit des Flavorproblems in der Form (5.30)

vorausgesetzt. Daher beweist (5.38) explizit, dass das MLRM, welches durch ∆~F = ~0

charakterisiert ist, keine nicht-triviale Lösung des Flavorproblems enthält.

Im Gegensatz dazu ist die Erweiterung des Yukawa-Sektors des MLRM um die effektive
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Lagrange-Dichte L(∆R) in (5.27) mit der, für eine nicht-triviale Lösung des Flavorpro-

blems notwendigen Bedingung ∆~F 6= ~0 verträglich. Dies bedeutet allerdings nicht, dass

das Flavorproblem in diesem Modell gelöst ist, wie sich in Abschnitt 5.4 zeigen wird.

Desweiteren begründet die dynamische Erklärung von ∆~F in (5.29) die Entwicklung der

CKM-Matrizen in der Differenz ∆~F durch die Unterdrückung dieser Beiträge mit

∆~F ∼ v2
R

Λ2
(5.39)

sodass die nicht-triviale Struktur der physikalischen Mischungsmatrizen

VL = 1 +O(
v2
R

Λ2
)

VR = P †d +O(
v2
R

Λ2
)

(5.40)

als Effekt Neuer Physik oberhalb der Energieskala Λ verstanden werden kann. Aus der

Bestimmung der CKM-Elemente, wie sie im Rahmen flavorphysikalischer Experimente

durchgeführt wird, lassen sich dann Rückschlüsse auf den Abstand der NP-Skala Λ von

der SU(2)R × U(1)B−L-Brechungsskala vR ziehen, wie anhand der folgenden Argumen-

tation klar gemacht werden soll:

Da die bekannte CKM-Mischungsmatrix des Standardmodells in der phenomenologisch

motivierten Wolfenstein-Parametrisierung [19] durch

V SM
CKM = 1 +O(λ) (5.41)

angegeben werden kann und demnach die führende Abweichung von der Einheitsmatrix

von der Größenordnung λ ≈ 0, 23 ist, sollte die entsprechende Korrektur in (5.40) nu-

merisch einen vergleichbaren Beitrag liefern. Setzt man perturbative Flavorkoeffizienten

Gij , G̃ij . O(1) voraus, lässt sich als Untergrenze des Verhältnisses

λ .
v2
R

Λ2
(5.42)

angeben, woraus sich als Obergrenze für die NP-Skala

Λ .
vR√
λ
≈ 2, 09 vR (5.43)

ergibt. Interessanterweise führt demnach eine stärkere Flavormischung durch VCKM zu

Effekten Neuer Physik bei niedrigeren Energien. Durch negative NP-Suchen lässt sich

umgekehrt aus der sich experimentell ergebenden Untergrenze an Λ die maximale Fla-

vorverletzung λ, die mit (5.42) verträglich ist, angeben und mit der Bestimmung der

entsprechenden Größe aus anderen Bereichen vergleichen. Es sei darauf hingewiesen,
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dass der numerische Wert von 2, 09 nicht zu ernst genommen werden sollte. Eine be-

lastbare numerische Analyse involviert neben λ weitere Flavorparameter und hätte die

Herleitung, die lediglich das qualitative Zusammenspiel zwischen NP-Skala und CKM-

Matrix im effektiven ∆-Modell demonstrieren soll, unnötig verkompliziert.

In Abschnitt 5.3 wird die Erweiterung des Quark-Yukawa-Sektors des MLRM um alle

konstruierbaren, höherdimensionalen Yukawa-Operatoren untersucht und es zeigt sich,

dass die führende Korrektur in diesem allgemeinsten Fall ebenfalls durch O(v2
R/Λ

2)-

Beiträge gegeben ist. Im darauf folgenden Abschnitt 5.4 wird abschliessend betrach-

tet, wie die Erweiterung der Lagrange-Dichte um solche höherdimensionalen Yukawa-

Operatoren neben den erwünschten ∆~F -Termen zusätzliche, flavorverletzende Kopplun-

gen produziert und die Kopplungsstärke anhand der Klassifikation in 5.3 bestimmt.

5.3 Beiträge höherdimensionaler Yukawa-Operatoren

In diesem Abschnitt werden die höherdimensionalen Yukawa-Operatoren betrachtet, die

sich aus dem Teilcheninhalt des MLRM konstruieren lassen. Diese parametrisieren, im

Rahmen einer effektiven Theorie, Korrekturen zum MLRM, die sich aus Effekten Neuer

Physik oberhalb einer “cut-off”-Skala Λ ergeben. Da die Links-Rechts Eichsymmetrie

für das MLRM ∆~F |MLRM = ~0 erzwingt, erfordert eine Lösung des Flavorproblems mit

nicht-trivialer Flavorphysik solche Beiträge

∆~F |eff. = ∆~F |MLRM︸ ︷︷ ︸
=~0

+∆~F |NP (5.44)

Die Analyse der entsprechenden Operatoren gibt dann Aufschluss über die Entwicklung

dieser Größe in inversen Potenzen der NP-Skala Λ.

Um alle effektiven Yukawa-Operatoren zu konstruieren, muss man sich zunächst klar

machen, was einen solchen auszeichnet und welche Symmetriemultipletts im MLRM zur

Konstruktion zur Verfügung stehen. Eine renormierbare Yukawa-Kopplung, das heißt

eine solche mit Massendimension 4, koppelt zwei Quarkfelder an ein skalares Higgs-Feld.

Entwickelt dieses einen nicht-verschwindenden VEV, ergibt sich ein in den Quarkfeldern

quadratischer Term mit Massendimension 3, was einen Quarkmassenterm charakteri-

siert. Eine Erweiterung eines solchen Operators um zusätzliche Quarkfelder führt dem-

nach nicht zu einem Beitrag zur Massenmatrix, sondern zu einem neuen effektiven Vertex

entsprechend höherer Massendimension, der mehr als zwei Quarks aneinander koppelt.

Daher soll festgehalten werden, dass ein höherdimensionaler Yukawa-Operator mit Mas-

sendimension n genau 2 Quarkfelder und n−2 ·3/2 = n−3 skalare Higgs-Felder enthält.

Da Letztere sich trivial unter Lorentztransformationen verhalten, erzwingt eine lorent-

zinvariante Lagrange-Dichte das Auftreten entgegengesetzter Chiralitätskomponenten
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der Dirac-Spinoren im Yukawa-Operator. In Links-Rechts symmetrischen Modellen wer-

den up- und down-artige Quarks einer Familie nach Chiralität getrennt in zwei Doubletts

zusammenfasst, welche sich in der definierenden Darstellung der zugehörigen SU(2)L,R

transformieren. Somit ist ein allgemeiner Links-Rechts symmetrischer Yukawa-Operator

mit Massendimension n durch

QL,iO(n−3)QR,j (5.45)

gegeben, wobei das Transformationsverhalten des Produktes aus n−3 Higgs-Multipletts

O(n−3), gemäß dem Prinzip der Eichinvarianz, durch das der Quark-Doubletts festlegt

ist

O(n−3) GLR−−→ ULO(n−3)U †R (5.46)

Der komplette skalare Teilcheninhalt des MLRM organisiert sich in drei Higgs-Mul-

tipletts, ein Bi-Doublett mit verschwindener U(1)B−L-Ladung und zwei Tripletts, die

sich nicht-trivial unter U(1)B−L- und in der Triplett-Darstellung jeweils einer SU(2)L,R-

Gruppe transformieren

GLR
∆L −→ e2iϕ UL ∆L U †L L-Triplett

Φ −→ 1 UL Φ U †R Bi-Doublett

∆R −→ e2iϕ UR ∆R U †R R-Triplett

(5.47)

Hinzu kommen noch die ladungskonjugierten Multipletts

∆c
L = σ2∆∗Lσ

2 = −∆†L

Φc = σ2Φ∗σ2

∆c
R = σ2∆∗Rσ

2 = −∆†R

(5.48)

die sich bezüglich SU(2)L × SU(2)R-Transformationen wie ihre unkonjugierten Partner

verhalten, aber die entgegengesetzte U(1)B−L-Ladung tragen.

Beginnend mit n = 4, der kleinstmöglichen Massendimension für einen Vertex mit zwei

Quark-Feldern und mindestens einem Higgs-Feld, ergibt sich aus dem für einen LR-

symmetrischen Yukawa-Operator notwendigen Transformationsverhalten (5.46)

O(1) GLR−−→ ULO(1)U †R (5.49)

Die, durch (4− 3) = (1) bezeichnete, Massendimension der gesuchten Higgs-Einsetzung

zeigt, dass O(1) nur ein Higgs-Multiplett enthält. Aus der Liste aller Higgs-Multipletts im

MLRM (5.47) kommen somit lediglich das Bi-Doublett Φ und das zugehörige konjugierte

Bi-Doublett Φc für O(1) in Frage und die Gesamtheit dieser Möglichkeiten konstituiert

den allgemeinsten, renormierbaren Quark Yukawa-Sektor des MLRM (1.41).
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Für die nächstfolgende Massendimension 5 müsste es sich bei O(5−3) um ein Produkt

aus zwei Higgs-Multipletts handeln. Allerdings ist es unmöglich, aus zwei Elementen der

Liste (5.47), oder deren Ladungskonjugierten, einen Operator mit der Eigenschaft (5.46)

zu konstruieren: Die U(1)B−L-Eichinvarianz erzwingt, dass entweder beide Faktoren in

O(2) eine nicht-verschwindende U(1)B−L-Ladung tragen, oder keiner. Demnach kom-

men gemischte Produkte aus einem Bi-Doublett und einem Triplett nicht in Frage. Für

alle verbleibenden Möglichkeiten führt eine SU(2)L × SU(2)R-Eichtransformation auf

Terme, in denen die zugehörigen Transformationsmatrizen UL,R ∈ SU(2)L,R jeweils in

gerader Anzahl auftreten. Laut dem gewünschten Transformationsverhalten (5.46), soll

der aus einer Eichtransformation resultierende Ausdruck nur jeweils eine Matrix UL und

U †R enthalten. Dann müsste sich eine jeweils ungerade Anzahl an verbleibenden UL- und

UR-Matrizen separat zur Einheitsmatrix kombinieren, was aber, wegen U †U = 1, immer

nur paarweise möglich ist. Somit gibt es keine Möglichkeit aus den Higgs-Freiheitsgraden

(5.47) einen Operator O(2) zu konstruieren und daher für ein effektives Modell mit dem

MLRM als Niederenergietheorie keinen (Quark-)Yukawa-Operator mit Massendimensi-

on 5.

Für Massendimension 6 enthält O(6−3) drei Higgs-Multipletts, von denen entweder kei-

nes oder genau zwei eine nicht-verschwindende U(1)B−L-Ladung besitzen müssen, um

einen eichinvarianten Operator konstruieren zu können. Damit kommt nur in Frage, dass

O(3) aus drei Bi-Doublett-Faktoren oder einem Bi-Doublett-Faktor und zwei Tripletts

besteht, wobei letzteres sich wiederum auf drei unterschiedliche Kombinationen von Tri-

pletts aufteilen lässt. In (5.50) sind alle Möglichkeiten O(3) zu konstruieren nach diesen

Unterscheidungskriterien tabelliert.

# ∆L # Φ # ∆R O(6−3)

2 1 0 ∆L∆†LΦ, ∆L∆†LΦc, ∆†L∆LΦ, ∆†L∆LΦc

1 1 1 ∆LΦ∆†R, ∆LΦc∆†R, ∆†LΦ∆R, ∆†LΦc∆R

0 3 0

ΦΦ†Φ,

ΦcΦ†Φ, ΦΦc†Φ, ΦΦ†Φc,

ΦcΦc†Φ, ΦΦc†Φc, ΦcΦ†Φc,

ΦcΦc†Φc

0 1 2 Φ∆R∆†R, Φc∆R∆†R, Φ∆†R∆R, Φc∆†R∆R

(5.50)

Die dort verwendete Einteilung gibt Aufschluss über die unterschiedlichen Beiträge

der Operatoren zur Quark-Massenmatrix. Diese Unterschiede rühren aus der Hierachie

der VEVs her, die die Brechungskette der Eichsymmetrie für die verschiedenen Higgs-

Multipletts impliziert.
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5.3.1 Höhere Massendimensionen

Dass es keinen eichinvarianten Yukawa-Operator mit Massendimension 5 im Quark

Yukawa-Sektor des MLRM gibt, konnte soeben alleine anhand der Anzahl an Bi-Dou-

bletts und Tripletts gezeigt werden, die im entsprechenden Higgs-Produkt O(2) auftre-

ten. Diese Argumentation lässt sich leicht auf den Fall beliebiger Massendimension n

übertragen, wodurch im Folgenden bewiesen wird, dass der Quark Yukawa-Sektor des

MLRM allgemein keinen Yukawa-Operator mit ungerader Massendimension enthält.

Ein allgemeiner (Quark-)Yukawa-Operator mit Massendimension n hat die Form (5.45),

wobei O(n−3) für ein beliebiges Produkt aus (n − 3) Higgs-Multipletts (5.47) und ihrer

Ladungskonjugierten steht. Unter Außerachtlassung der nicht-abelschen Struktur der

Eichtheorie, lässt sich ein solches Produkt in der generischen Form

O(n−3) = ∆l
LΦb∆r

R mit n− 3 = l + b+ r (5.51)

schreiben, wobei l, b, r jeweils für die Gesamtanzahl der entsprechenden Multipletts ste-

hen, z.B.

∆LΦc∆†RΦ†Φ∆†R∆R ∼ ∆1
LΦ3∆3

R (5.52)

Vergleicht man das zugehörige, generische Transformationsverhalten

∆l
LΦb∆r

R
GLR−−→

(
e2iϕ

)l+r
(UL)2l+b (UR)2r+b ∆l

LΦb∆r
R (5.53)

mit dem des in (5.46) geforderten

O(n−3) GLR−−→
(
e2iϕ

)0
(UL)1 (UR)1O(n−3) (5.54)

erkennt man, dass sich die U(1)B−L-Faktoren gegenseitig aufheben müssen. Für diese

Aufhebung müssen notwendigerweise genau so viele Faktoren e2iϕ, wie inverse Faktoren

e−2iϕ im transformierten Ausdruck (5.53) auftreten. Da die generischen Indizes l, b, r

nicht zwischen konjugierten und nicht-konjugierten Größen unterscheiden, gibt der Ex-

ponent l+r die gemeinsame Anzahl an Faktoren e2iϕ und inversen Faktoren e−2iϕ an, die

für eine komplette Aufhebung dann notwendigerweise gerade sein muss. Analog muss

die gemeinsame Anzahl an UL- und U †L-(bzw. UR- und U †R-) Matrizen ungerade sein,

damit sich, wie in (5.53) gefordert, bis auf eine Matrix UL(U †R) alle weiteren gegensei-

tig aufheben. Insgesamt ergeben sich als notwendige Bedingungen für die generischen

Indizes
l + r mod 2 = 0

2l + b mod 2 = 1

2r + b mod 2 = 1

(5.55)
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Wie in (5.51) angegeben, lautet die Massendimension des Higgs-Produkts O(n−3)

[
O(n−3)

]
=
[
∆l
LΦb∆r

R

]
= l + b+ r (5.56)

wobei n für die Massendimension des zugehörigen Yukawa-Operators (5.45) steht

n =
[
QL,iO(n−3)QR,j

]
= l + b+ r + 2 · 3

2
(5.57)

Unter Verwendung von (5.55) folgt demnach

n mod 2 = 0 (5.58)

was beweist, dass alle effektiven, eichinvarianten Operatoren im Quark Yukawa-Sektor

des MLRM eine gerade Massendimension aufweisen.

Die Folgerung der Massendimension des Yukawa-Operators ergibt sich aus den not-

wendigen Bedingungen (5.55) für die Anzahl der Bidoubletts(b) und Tripletts(l, r) im

entsprechenden Higgs-Produkt (5.51). Durch explizite Konstruktion überzeugt man sich

desweiteren, dass es zu jeder erlaubten Kombination (l, b, r) auch mindestens einen ent-

sprechenden Yukawa-Operator mit Massendimension n = l + b + r + 3 gibt: Die erste

Bedingung, die sich aus (5.55) ergibt, besagt dass die Gesamtanzahl der Bidoubletts b

immer ungerade ist. Somit lässt sich das Produkt

Φ
(

Φ†Φ
) b−1

2 GLR−−→ ULΦU †R

(
URΦ†U †LULΦU †R

) b−1
2

= ULΦ
(

Φ†Φ
) b−1

2
U †R (5.59)

bilden, welches bereits das korrekte Bi-Doublett Transformationsverhalten (5.46) besitzt.

Desweiteren stellt (5.55) sicher, dass die Gesamtanzahl der L- und R-Tripletts l+r stets

gerade ist, sodass die individuellen Beiträge l und r entweder beide gerade oder beide

ungerade sind. Die Wahl

O(n−3) =


(

∆†L∆L

) l
2

Φ
(
Φ†Φ

) b−1
2

(
∆†R∆R

) r
2

l und r gerade

∆L

(
∆†L∆L

) l−1
2

Φ
(
Φ†Φ

) b−1
2

(
∆†R∆R

) r−1
2

∆†R l und r ungerade

(5.60)

weist dann das erforderliche Transformationsverhalten (5.46) auf, um einen eichinvari-

anten Yukawa-Operator (5.45) mit Massendimension n = l + b + r + 3 (5.57) zu kon-

struieren. Dies beweist, dass es zu jeder Anzahl an Bidoubletts b und Tripletts l, r die

(5.55) erfüllen, einen Yukawa-Operator im Quark Yukawa-Sektor des MLRM gibt.

In Tabelle (5.50) sind alle solchen Higgs-Produkte O(n−3) für einen Yukawa-Operator

mit Massendimension n = 6 angegeben. Die Unterteilung dieser in 4 Zeilen entspricht

dabei genau den 4 von (5.55) erlaubten Kombinationen (l, b, r) mit n = l+ b+ r+3 = 6.

Die Unterdrückung effektiver Kopplungen durch inverse Potenzen der NP-Skala Λ4−n
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hängt nur von der Massendimension des entsprechenden Operators n ab und ist daher für

alle Einträge der Tabelle gleich. Die entsprechenden Beiträge zur Quarkmassenmatrix,

die nur die VEVs der Higgs-Multipletts involvieren, unterscheiden sich im Gegensatz

dazu von Zeile zu Zeile. Der Grund hierfür liegt in der, durch die Brechungskette der

Eichsymmetrie

GLR
〈∆R〉−−−→ GSM

〈Φ〉−−→ Ge.m. (5.61)

motivierten Hierachie der Higgs-Multiplett VEVs

〈∆L〉 〈Φ〉 〈∆R〉
↓ ↓ ↓
vL � k � vR

(5.62)

denn diese führt dazu, dass die Beiträge unterschiedlicher O(n−3) zur Quarkmassen-

matrix für feste Massendimension n unterschiedlich stark unterdrückt sind. Die Stärke

dieser Unterdrückung hängt dabei von der Higgs-Zusammensetzung (l, b, r) von O(n−3)

ab, die die Zeilen von Tabelle (5.50), bzw. deren Verallgemeinerung, unterscheiden. Für

die VEVs der Higgs-Produkte in Tabelle (5.50) gilt

# ∆L # Φ # ∆R 〈O(6−3)〉
2 1 0 kΛ2O

(
v2
L/Λ

2
)

1 1 1 kΛ2O
(
vLvR/Λ

2
)

0 3 0 kΛ2O
(
k2/Λ2

)
0 1 2 kΛ2O

(
v2
R/Λ

2
)

(5.63)

woraus sich, durch die Hinzunahme der Yukawa-Operatoren (5.45) von Massendimension

6 zur Lagrange-Dichte des MLRM, in einer Entwicklung der Quark Massenmatrizen in

Λ4−n folgende Beiträge mit allgemeinen Koeffizienten ergeben

Mu,d
eff = kY u,d

MLRM + k
v2
R

Λ2
Y u,d

(0,1,2) + k
k2

Λ2
Y u,d

(0,3,0) + k
vLvR
Λ2

Y u,d
(1,1,1) + k

v2
L

Λ2
Y u,d

(2,1,0) + kO
(
Λ−4

)
(5.64)

Die führende Korrektur zu den Massenmatrizen des MLRM, kY u,d
MLRM , das heißt der

Beitrag mit der geringsten Unterdrückung durch die VEV-Hierachie (5.62), ist durch

die effektiven Yukawa-Kopplungen mit den Higgs-Produkten O(6−3) in der letzten Zeile

von Tabelle (5.50) gegeben. Diese sind vom (0, 1, 2)-Typ, enthalten also ein Bi-Doublett

und zwei R-Tripletts. Folglich werden die zugehörigen Yukawa-Matrizen, die in Y u,d
(0,1,2)

zusammengefasst sind, in (5.64) gegenüber dem MLRM Beitrag zur Massenmatrix mit

einem Faktor v2
R/Λ

2 unterdrückt. Unter Verwendung der Hierachie (5.62) zeigt man

leicht, dass dies, im Vergleich mit den übrigen Unterdrückungsfaktoren eines Dimension
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6 Yukawa-Operators in (5.63), den größten Beitrag liefert

(2, 1, 0) (1, 1, 1) (0, 3, 0) (0, 1, 2)

v2
L/Λ

2 � vLvR/Λ
2 � v2

R/Λ
2

v2
L/Λ

2 � k2/Λ2 � v2
R/Λ

2

(5.65)

Der entsprechend kleinste Beitrag ergibt sich für Higgs-Produkte in der ersten Zeilen von

Tabelle (5.50). Deren VEV multipliziert die zugehörigen, in (5.64) zu Y u,d
(2,1,0) zusammen-

gefassten, Yukawa-Matrizen laut (5.65) mit dem stärksten Unterdrückungsfaktor. Für

die beiden dazwischen liegenden Beiträge in der zweiten und dritten Zeile von (5.63)

hängt die relative Stärke von der genauen Form des Higgs-Potenzials ab. Das Verhältnis

der beiden Unterdrückungsfaktoren

(1, 1, 1)

(0, 3, 0)
∼ vLvR/Λ

2

k2/Λ2
=
vL
k

(
k

vR

)−1

(5.66)

kann sowohl größer als auch kleiner 1 sein, ohne die allgemeine Implikation (5.62) aus der

Symmetrie-Brechungskette (5.61) zu verletzen. Für zwei beispielhafte Größenordnungen

der Verhältnisse vL/k und k/vR, die für ε� 1 mit der Brechungskette (5.61) kompatibel

sind, erhält man unterschiedliche Hierachien

• vL/k ∼ ε2, k/vR ∼ ε

⇒ vL
k

(
k

vR

)−1

∼ ε2

ε
= ε� 1 (5.67)

• vL/k ∼ ε, k/vR ∼ ε2

⇒ vL
k

(
k

vR

)−1

∼ ε

ε2
=

1

ε
� 1 (5.68)

zwischen den Beiträgen der Typen (1, 1, 1) und (0, 3, 0). Diese Abhängigkeit vom Higgs-

Potenzial, dessen Minima die genauen Werte der VEVs festlegen, ist in Tabelle (5.50)

durch die gestrichelte Linie zwischen der zweiten und dritten Zeile angedeutet.

Für eine beliebige Massendimension n stellt die Bedingung b mod 2 = 1, die aus (5.55)

folgt, sicher, dass jeder höherdimensionale Yukawa-Operator aus MLRM Freiheitsgraden

mindestens ein Bidoublett enthält. Der Beitrag eines solchen Yukawa-Operators zur Ent-

wicklung der Massenmatrizen in effektiven Beiträgen (5.64) ist dann immer proportional

zur Skala der elektro-schwachen Symmetriebrechung k. Dies ist wenig überraschend, da

das Bidoublett das einzige Symmetriemultiplett im MLRM ist, dass sich gleichzeitig

nicht-trivial bezüglich SU(2)L und SU(2)R transformiert und somit links- und rechts-

händige Quarkdoubletts auf eichinvariante Weise miteinander koppeln kann. Für den
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allgemeinen Fall des Higgs-Produktes O(n−3) in (5.46), welches das selbe Transforma-

tionsverhalten wie das Bidoublett aufweist, muss dementsprechend auch an mindestens

einer Stelle ein Bidoublett auftauchen, da nur dieses unter Eichtransformationen ei-

ne ungerade Anzahl an Transformationsmatrizen UL ∈ SU(2)L und UR ∈ SU(2)R in

O(n−3) einführen kann. Für eine beliebig, fest gewählte Massendimension n, ist der ent-

sprechende Beitrag zur Quarkmassenmatrix mit Λ4−n unterdrückt und die Entwicklung

des zugehörigen Koeffizienten im Skalenverhältnis der VEVs (5.62) ergibt zur jeweils

führenden Ordnung

Mu,d
eff

∣∣∣
n,LO

=

{
k
(
vR
Λ

)n−4
Y u,d

(0,1,n−4) für n gerade

0 sonst
(5.69)

Dies zeigt, dass das Auftreten des Unterdrückungsfaktors (vR/Λ)2 in Abschätzung (5.42)

in dem Sinne eine Konsequenz der Eichsymmetrie ist, dass die Hinzunahme sämtlicher,

aus den Freiheitsgraden des MLRM konstruierbaren Yukawa-Operatoren, die Quarkmas-

senmatrizen in führender Ordnung um kO(v2
R/Λ

2)-Terme korrigieren und dieses power-

counting durch die für Eichinvarianz notwendigen Bedingungen (5.55) und die durch die

Symmetriebrechungskette (5.61) motivierte Skalenhierachie (5.62) festgelegt sind.

5.4 Unterdrückte Flavorverletzung im effektiven ∆-Modell

In diesem Abschnitt soll das in Abschnitt 5.2 entwickelte effektive ∆ Modell im Hin-

blick auf die enthaltenen Yukawa-Matrizen untersucht werden. Es zeigt sich, dass die

Implementierung einer nicht-trivialen Flavorstruktur durch effektive ∆~F 6= 0-Terme zu

zusätzlichen flavorverletzenden Kopplungen führt, das Flavorproblem also auch im ef-

fektiven ∆ Modell nicht exakt gelöst ist. Im Gegensatz zum MLRM, kann der Beitrag

der ∆~F -Terme zu flavorverletzenden Kopplungen jedoch stärker unterdrückt sein als die

zugehörigen-Beiträge zu den Quarkmassenmatrizen.

Erweitert man den Quark Yukawa-Sektor des MLRM um sämtliche Operatoren vom

Typ (0, 1, 2) in Tabelle (5.50), ergibt sich

−LY = QLFΦQR +QLF̃ΦcQR

+
1

Λ2

[
QLGdΦ∆R∆†RQR +QLGuΦ∆†R∆RQR

+QLG̃dΦ
c∆R∆†RQR +QLG̃uΦc∆†R∆RQR

]
+ h.c.

(5.70)
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〈φ0
2〉

δ 〈δ〉

→ + +2 + . . .

φ0
2

〈δ〉 〈δ〉

〈φ0
2〉

〈δ〉 〈δ〉

φ0
2

δ δ

dL,idR,j

Abbildung 5.2: Entwicklung höherdimensionaler Operatoren in Yukawa-Kopplungen

mit 6, a priori beliebigen, Kopplungsmatrizen F, F̃ ,Gu,d, G̃u,d im Flavorraum. Die lokale

Eichsymmetrie des Modells lässt sich ausnutzen, um den Higgs-Inhalt dieser Lagrange-

Dichte zu vereinfachen. Durch eine entsprechende Eichtransformation lässt sich im Bi-

doublett Φ und im R-Triplett ∆R jeweils eine reelle, neutrale Feldkomponente eliminie-

ren, sodass in ersterem nur noch drei reelle (bzw. eine reelle und eine komplexe) und

in zweiterem nur noch eine reelle, elektrisch neutrale Komponente auftritt. Insgesamt

enthält der angegebene Yukawa-Sektor also Kopplungen an 4 elektrisch neutrale, reelle

Higgs-Felder, die sich dementsprechend zu 4 physikalischen Higgs Masseneigenzuständen

kombinieren. Um die zu diesen 4 Higgs-Bosonen gehörigen Yukawa-Kopplungen an die

Quarkfelder zu bestimmen, müssen die Dimension 6 Operatoren in (5.70) in einem ers-

ten Schritt um ihre Vakuumerwartungswerte entwickelt werden, da hierbei für Produkte

neutraler Higgs-Felder, im Gegensatz zu einem einzelnen Higgs-Feld, neben Beiträgen

zur Quarkmassenmatrix zusätzliche Kopplungen auftreten. Für den ersten Term in der

eckigen Klammer in (5.70) ergibt sich beispielsweise

1
Λ2QLGdΦ∆R∆†RQR

·→〈·〉+·−−−−−→ 1
Λ2QLGd〈Φ〉〈∆R〉〈∆†R〉QR

+ 1
Λ2QLGdΦ〈∆R〉〈∆†R〉QR

+ 1
Λ2QLGd〈Φ〉∆R〈∆†R〉QR

+ 1
Λ2QLGd〈Φ〉〈∆R〉∆†RQR

+ . . .

(5.71)

Neben dem Beitrag zur Quarkmassenmatrix in der ersten Zeile, der durch die Kopp-

lung aller Higgs-Felder an ihre VEVs charakterisiert ist, ergeben sich in der zweiten

bis vierten Zeile Yukawa-Kopplungen, wenn jeweils 2 der Higgs-Felder an ihren VEV

koppeln und das dritte als dynamischer Freiheitsgrad in der Kopplung verbleibt. Al-

le weiteren Terme enthalten Kopplungen an mehr als ein Higgs-Boson und sind damit

für die Betrachtung von FCNC Prozessen auf tree-level uninteressant. Der Beitrag zur

down-Quarkmassenmatrix und die relevanten Yukawa-Kopplungen die sich aus (5.71)

ergeben, sind in Abbildung 5.2 durch Feynman-Diagramme dargestellt. Leitet man die

zugehörigen Feynman-Regeln ab, erkennt man direkt, dass alle Terme die sich durch

die Entwicklung der Higgs-Felder um ihre VEVs aus dem Term auf der linken Seite
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φ0
2

〈δ〉 〈δ〉

ij ∼ v2
R

Λ2
Gd,ij

〈φ0
2〉

δ 〈δ〉

ij ∼ 2
k2e

iαvR
Λ2

Gd,ij

Abbildung 5.3: Feynman-Regeln effektiver Yukawa-Kopplungen

in (5.71) ergeben, proportional zur selben Flavormatrix Gd,ij sind. Je nachdem welche

Higgs-Felder an ihren VEV koppeln, wird diese Matrix aber mit unterschiedlichen Fak-

toren multipliziert, wie aus den zugehörigen Vertexregeln in Abbildung 5.3 klar wird.

Die Terme in (5.71) in denen alle Higgs-Tripletts durch ihre VEVs ersetzt sind, wurden

bereits in Abschnitt 5.2 diskutiert. Wie dort gezeigt, ergeben sich aus ihnen Beiträge

zu den Massentermen und Yukawa-Kopplungen down-artiger Quarks. Mit den Projek-

tionsmatrizen

Pu =

(
1 0

0 0

)
, Pd =

(
0 0

0 1

)
(5.72)

lässt sich der VEV des R-Tripletts als 〈∆R〉〈∆†R〉 = v2
RPd schreiben. Hierdurch ist be-

gründet, warum sich aus (5.71) keine entsprechenden Beiträge zum up-Sektor ergeben.

Für den zweiten Operator in der eckigen Klammer in (5.70) gilt 〈∆†R〉〈∆R〉 = v2
RPu,

sodass dieser umgekehrt zum Ersten nur einen Beitrag zum up-, nicht aber zum down-

Sektor liefert. Diese Überlegung war die ursprüngliche Motivation bei der Entwicklung

des effektiven ∆-Modells in Abschnitt 5.2, da auf diese Weise dem up- und down-Sektor

unterschiedliche, linear unabhängige Kopplungsmatrizen hinzugefügt werden können.

Zu den ursprünglichen, eichinvarianten Kopplungsmatrizen F, F̃ ergeben sich explizit

folgende Korrekturen

− LY ⊃ QLΦ

(
F +

v2
R

Λ2
[GuPu +GdPd]

)
QR +QLΦc

(
F̃ +

v2
R

Λ2

[
G̃uPu + G̃dPd

])
QR

(5.73)

Die Matrizen F, F̃ tragen dabei gleichermaßen zum up- und down-Sektor bei, was sich

mit Hilfe der Projektionsmatrizen durch

F → F [Pu + Pd] , F̃ → F̃ [Pu + Pd] (5.74)
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darstellen lässt. Da die neutralen Higgs-Felder des Bidoubletts φ0
1,2 in der Fortsetzung

dieser Logik durch

Φ|el.neutr. = φ0
1Pu + φ0

2Pd

Φc|el.neutr. = φ0∗
2 Pu + φ0∗

1 Pd
(5.75)

gegeben sind, lassen sich die Massenterme in (5.70) direkt angeben. Hierzu muss in (5.73)

lediglich (5.75) eingesetzt und die Ersetzungen φ0
1 → k1, φ0

2 → k2e
iα vorgenommen

werden. Man findet(
k1Pu + k2e

iαPd
) (
F [Pu + Pd] +

v2
R

Λ2 [GuPu +GdPd]
)

+
(
k2e
−iαPu + k1Pd

) (
F̃ [Pu + Pd] +

v2
R

Λ2

[
G̃uPu + G̃dPd

])
=

(
k1F + k2e

−iαF̃ +
v2
R

Λ2

[
k1Gu + k2e

−iαG̃u

])
Pu

+
(
k2e

iαF + k1F̃ +
v2
R

Λ2

[
k2e

iαGd + k1G̃d

])
Pd

(5.76)

woraus man die Quarkmassenmatrizen im up- und down-Sektor als Koeffizienten der

entsprechenden Projektoren ablesen kann

Mu = k1

[
F +

v2
R

Λ2Gu

]
+ k2e

−iα
[
F̃ +

v2
R

Λ2 G̃u

]
Md = k2e

iα
[
F +

v2
R

Λ2Gd

]
+ k1

[
F̃ +

v2
R

Λ2 G̃d

] (5.77)

Die Ursache für die problematischen Verschränkungsrelationen im MLRM liegt in der

Tatsache, dass die Massenmatrizen im up- und down-Sektor durch die selben eichinvari-

anten Kopplungsmatrizen F, F̃ gegeben sind und daher die Masseneigenbasen der physi-

kalischen up- und down-Quarks nicht unabhängig voneinander definiert werden können.

Aus (5.77) ist aber zu erkennen, dass die Erweiterung des Yukawa-Sektors gemäß (5.70)

jeden Summanden der ursprünglichen Verschränkungsrelation um einen unabhängigen

Korrekturterm ergänzt.

Um deutlich zu machen, wie diese Korrekturterme, zumindest prinzipiell, zu einer un-

abhängigen Definition der up- und down-artigen Massenbasis führen, soll ungeachtet

irgendwelcher Einschränkungen an die Größenordnung der freien Parameter Gu,d, G̃u,d

in (5.77) die Ersetzung

Gu → Λ2

v2
R

(Fu − F ) , G̃u → Λ2

v2
R

(
F̃u − F̃

)
Gd → Λ2

v2
R

(Fd − F ) , G̃d → Λ2

v2
R

(
F̃d − F̃

) (5.78)

durchgeführt werden. Hierdurch ergeben sich in (5.77) Quarkmassenmatrizen Mu,d, die

durch die linear unabhängigen Matrizen Fu, F̃u und Fd, F̃d bestimmt und somit nicht

mehr verschränkt sind. Allerdings wird im Folgenden gezeigt, wie die im Allgemeinen

nicht-perturbative Wahl (5.78) die Verschränkung der Yukawa-Matrizen in andere Kopp-

lungen transferiert. Zunächst sei aber noch bemerkt, dass die Perturbativitätsforderung
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+

φ0
2 φ0

2

〈δ〉 〈δ〉

dL,idR,j

∼
(
F +

v2
R

Λ2
Gd

)
ij

(5.78)−−−→ Fd,ij

Abbildung 5.4: Effektive Beiträge zum Yukawa-Vertex

Gu,d, G̃u,d . O(1) die Differenzen der Matrizen in (5.78) auf

(Fu − F ), (Fd − F ), (F̃u − F̃ ), (F̃d − F̃ ) . O(v2
R/Λ

2) (5.79)

einschränkt, sodass der Unterschied in der Definition der Massenbasis der up- und down-

artigen Quarks ebenfalls von dieser Grössenordnung sein sollte. Dieses Resultat deckt

sich sich mit der Aussage von (5.40) in Abschnitt 5.2.

Auf dem diagrammatischen Level kann man die Ersetzung bzw. Umparametrisierung

der Yukawa-Matrizen (5.78) so verstehen, als dass sich aus der Entwicklung in Ab-

bildung 5.2 ein zusätzlicher Yukawa-Vertex ergibt, der eine Komponente des MLRM

Bi-Doubletts an die Quarkfelder koppelt. Da dieser eine vom zugehörigen Vertex im

MLRM unabhängige Kopplungsmatrix aufweist, ist die Summe der beiden Vertices in

Abbildung 5.4, zumindest im Rahmen der Perturbativitätseinschränkung (5.79), von den

Verschränkungsrelationen des MLRM unabhängig. Auch ohne diese Einschränkung, d.h.

für komplett unabhängige Kopplungen der neutralen Bidoublett Komponenten φ0
1, φ

0
2 im

up- und down-Sektor, bleibt die Verschränkung der Yukawa-Kopplungen erhalten, wie

man aus den Feynman-Regeln in Abbildung 5.3 erkennen kann. Der obere der dort an-

gegebenen Vertices ist gerade der Korrekturterm zum d − d − φ0
2-Vertex in Abbildung

5.4 und daher durch die Forderung nach Aufhebung der Verschränkung zwischen den

Bidoublett Komponenten festgelegt. Der untere Vertex, der die neutrale R-Triplett Kom-

ponente δ mit den Quark-Feldern koppelt, involviert die selbe Kopplungsmatrix Gd wie

der erste, da beide Vertices gemäß der Entwicklung in Abbildung 5.2 aus dem selben

Dimension 6 Operator (5.71) stammen. Führt man die Ersetzung (5.78) konsistent an

allen Stellen durch, an denen die entsprechenden Matrizen auftauchen, verschiebt sich

der untere Vertex wie in Abbildung 5.5 gezeigt. Daher bewirkt die Verschiebung an die-

ser Stelle gerade das Gegenteil der ursprünglichen Motivation, die Yukawa-Kopplungen

in up- und down-Sektor unabhängig zu machen, indem sie die Kopplungsmatrix F aus

dem d− d− φ0
2- in den d− d− δ-Vertex transportiert. Dass mit der Matrix F auch die

Verschränkung erhalten bleibt wird klar, wenn man zusätzlich den u−u−δ-Vertex im up-

Sektor betrachtet, der sich analog zu (5.71) aus der Entwicklung des zweiten Operators

in der eckigen Klammer in (5.70) ergibt und in Abbildung 5.6 diagrammatisch dargestellt

ist. Wie auch für den down-Sektor, führt die Veschiebung (5.78) im up-Sektor dazu, dass
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δ

〈φ0
2〉 〈δ〉

dL,idR,j
∼ 2

eiαk2vR
Λ2

Gd,ij
(5.78)−−−→ 2

eiαk2

vR
(Fd − F )ij

Abbildung 5.5: Verschiebung der Yukawa-Kopplung der Triplett Komponente im
down-Sektor

δ

〈φ0
1〉 〈δ〉

uL,iuR,j
∼ 2

k1vR
Λ2

Gu,ij
(5.78)−−−→ 2

k1

vR
(Fu − F )ij

Abbildung 5.6: Verschiebung der Yukawa-Kopplung der Triplett Komponente im up-
Sektor

die Yukawa-Kopplung der Bidoublett-Komponente φ0
1 an die up-Quarks zu dem Preis

unabhängig von der Matrix F wird, als dass diese stattdessen in der Yukawa-Kopplung

an die Triplett-Komponente δ auftaucht. Daher enthalten die Yukawa-Kopplungen von

δ im down- (Abb. 5.5) und im up-Sektor (Abb. 5.6) die gleiche Matrix F , welche aber

beim Übergang in die Masseneigenbasis der Quarks unterschiedlichen Transformationen

unterworfen ist (
V †uFWu

)
ij

(up-Sektor)

↗
Fij

↘ (
V †d FWd

)
ij

(down-Sektor)

(5.80)

wobei der Unterschied in diesen Transformationen die physikalischen CKM-Matrizen

VL = V †uVd, VR = W †uWd (vgl. Abschnitt 3.3) definiert. Da eine solche Argumentation

bereits für das MLRM in Abschnitt 1.2.1 die Ursache für das Flavorproblem darge-

stellt hat zeigt dies, inwiefern (5.78) die Yukawa-Verschränkung des MLRM in eine

andere Kopplung verschiebt. Es ist bemerkenswert, dass diese Verschiebung, wie gerade

beschrieben, das Flavorproblem zwar konzeptionell erhält, die verschränkten flavorver-

letzenden Kopplungen an die Triplett-Komponente δ aber im Gegensatz zu den Kopp-

lungen an Bi-Doublett Komponenten φ0
1,2 mit einem zusätzlichen Unterdrückungsfaktor

multipliziert werden, wie sich anhand der Abbildungen 5.4 und 5.5 nachverfolgen lässt.

Die Ursache hierfür liegt in der in Abschnitt 5.3 diskutierten Hierachie der VEVs: Da

das R-Triplett δ mit 〈δ〉 = vR den größten VEV trägt, ergeben sich in der Entwick-

lung des Dimension 6 Operators (5.71) in Abbildung 5.2 die größten Beiträge zu den
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φ0
2

〈δ〉

dL,idR,j

〈δ〉 〈δ〉 〈δ〉
. . .

∼ vn−4
R

Λn−4
G

(n)
d,ij

Abbildung 5.7: Maximale Korrektur zur φ02-Yukawakopplung

δ

〈δ〉

dL,idR,j

〈φ0
2〉 〈δ〉 〈δ〉

. . .

∼ (n− 4)
eiαk2v

n−5
R

Λn−4
G

(n)
d,ij

Abbildung 5.8: Unterdrückter Beitrag zur δ-Yukawakopplung

Yukawa-Kopplungen, wenn die Unterdrückung durch inverse Potenzen der NP-Skala

Λ−2 durch die maximale Potenz der Skala vR abgemildert wird. Um das Problem nicht-

perturbativer Kopplungen, die sich aus der Ersetzung (5.78) ergeben können, möglichst

gering zu halten, ist diese minimale Unterdrückung der Koeffizienten erstrebenswert.

Da die notwendigen Bedingungen (5.55) für einen eichinvarianten Yukawa-Operator von

Massendimension n, wie er in Abschnitt 5.3 diskutiert wurde, sicherstellen, dass er min-

destens ein Bidoublett Φ enthält, ist der größtmögliche Beitrag eines Yukawa-Operators

von Massendimension n zur Yukawa-Kopplung einer Bidoublett-Komponente durch Ab-

bildung 5.7 gegeben, in dem alle Komponenten der R-Tripletts an ihre VEVs koppeln

und damit die Unterdrückung durch Λ4−n maximal abdämpfen. Im sich zusätzlich er-

gebenden Vertex in Abbildung 5.8, der die Kopplung der R-Triplett Komponente δ an

die Quarkfelder beschreibt und in den die Ersetzung (5.78) die Yukawa-Verschränkung

transportiert, muss die notwendigerweise auftretende Bidoublett-Komponente neben den

restlichen δ-Feldern an ihren VEV koppeln, woraus sich eine stärkere Unterdrückung

der Kopplung ergibt. Für den umgekehrten Fall der Kopplung eines Bidoubletts an L-

Tripletts, deren VEV unterhalb des elektroschwachen Skala liegt, würde sich umgekehrt

eine maximale Unterdrückung der Korrekturen der Yukawa-Kopplungen der Bidoublett

Komponenten und eine Verstärkung der verschränkten Beiträge in den Kopplungen an

die L-Triplett Komponente δL ergeben. Im Folgenden wird explizit gezeigt, wie die Er-

weiterung der MLRM Lagrange-Dichte um alle Operatoren vom Typ (0, 1, 2) in (5.70) es

ermöglicht, die gesamte Flavorverletzung, die im MLRM durch die Verschränkung der

Yukawa-Kopplungen der neutralen Bidoublett Komponenten verursacht wird, in effekti-

ve Yukawa-Kopplungen der neutralen Komponente δ des R-Tripletts ∆R zu verschieben.
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Während die entsprechenden Diagramme eine Unterdrückung durch die Hierachie der

Symmetriebrechungsskalen erfahren, koppeln die neutralen Bidoublett-Komponenten

φ0
1,2 im up- und down-Sektor unabhängig an die Quarkmasseneigenzustände, wodurch

eine unabhängige Definition der up- und down-Massenbasen realisiert werden kann.

Eine unabhängige Definition der Quarkmassenbasis ergibt sich aus der Wahl

Gu = Λ2

v2
R

( cosβY u − F )

G̃u = Λ2

v2
R

( eiα sinβY u − F̃ )

Gd = Λ2

v2
R

( e−iα sinβY d − F )

G̃d = Λ2

v2
R

( cosβY d − F̃ )

(5.81)

der Kopplungsmatrizen in (5.70), wobei Y u,d in diesem Fall für Parametermatrizen ste-

hen und der Winkel β über das Verhältnis der VEVs tanβ = k2/k1 definiert ist (vgl.

(1.39)). Durch Einsetzen in die Ausdrücke für die Massenmatrizen (5.77) überzeugt man

sich, dass die up-

Mu = k1

[
F +

v2
RΛ2

Λ2v2
R

(cosβY u − F )
]

+ k2e
−iα
[
F̃ +

v2
RΛ2

Λ2v2
R

(
eiα sinβY u − F̃

)]
= k

(
cos2 βY u + sin2 βY u

)
= kY u

(5.82)

und down-Massenbasis

Md = k2e
iα
[
F +

v2
RΛ2

Λ2v2
R

(
e−iα sinβY d − F

)]
+ k1

[
F̃ +

v2
RΛ2

Λ2v2
R

(
cosβY d − F̃

)]
= k

(
sin2 βY d + cos2 βY d

)
= kY d

(5.83)

dann durch die unabhängigen Parameter Y u,d definiert sind. Hierbei ist zu beachten,

dass die Unabhängigkeit dieser Parameter und damit auch die Unabhängigkeit in der

Definition der up- und down-Massenbasen im Allgemeinen durch die Forderung nach

perturbativen Kopplungen eingeschränkt wird. Eliminiert man in (5.81) durch Diffe-

renzbildung die Matrizen F und F̃ , erhält man(
cosβ −e−iα sinβ

eiα sinβ − cosβ

)(
Y u

Y d

)
=
v2
R

Λ2

(
Gu −Gd
G̃u − G̃d

)
(5.84)

und für perturbative Kopplungen Gu,d, G̃u,d . O(1) stellt die rechte Seite dieser Glei-

chung eine Einschränkung an die Wahl der Parameter Y u,d dar.

In Abbildung 5.4 ist der um O(v2
R/Λ

2)-Terme korrigierte Yukawa-Vertex der Kopplung

der Bidoublett-Komponente φ0
2 an den down-Sektor angegeben. Für die konkrete Wahl



Effektiv Links-Rechts symmetrische Modelle 91

(5.81) gilt für die zugehörige Vertex-Regel die Ersetzung

F +
v2
R

Λ2
Gd

(5.81)−−−→ e−iα sinβY d (5.85)

sodass die Definition der Massenbasis durch (5.83) garantiert, dass die physikalischen

down-artigen Masseneigenzustände nur flavor-diagonal an φ0
2 koppeln. Infolgedessen

trägt der d − d − φ0
2 Vertex nicht zu flavor-verletzenden Prozessen bei. Die übrigen

Feynman-Regeln für die Kopplungen sämtlicher neutraler Higgs-Bosonen im down-Sek-

tor, ergeben sich analog zur Herleitung der Vertex-Regel in Abbildung 5.4 aus dem

entsprechenden Teil der effektiven Lagrange-Dichte (5.70). Die relevanten Terme mit

zwei down-artigen Quarkfeldern und einem neutralen Higgs-Feld lauten(
F +

v2
R

Λ2
Gd

)
ij

dL,iφ
0
2dR,j +

(
F̃ +

v2
R

Λ2
G̃d

)
ij

dL,iφ
0∗
1 dR,j

+ 2
kvR
Λ2

(
eiα sinβGd + cosβG̃d

)
dL,iδdR,j + h.c.

(5.86)

und entsprechend mit zwei up-artigen Quarkfeldern(
F +

v2
R

Λ2
Gu

)
ij

uL,iφ
0
1uR,j +

(
F̃ +

v2
R

Λ2
G̃u

)
ij

uL,iφ
0∗
2 uR,j

+ 2
kvR
Λ2

(
cosβGu + e−iα sinβG̃u

)
ij
uL,iδuR,j + h.c.

(5.87)

Unter Verwendung von (5.81), liest man hieraus die folgenden Feynman-Regeln der in

(5.70) enthaltenen Yukawa-Kopplungen ab

down-Sektor:

d− d− φ2 e−iα sinβY d

d− d− φ0∗
1 cosβY d

d− d− δ 2 k
vR

(
Y d − eiα sinβF − cosβF̃

)
up-Sektor:

u− u− φ0
1 cosβY u

u− u− φ0∗
2 eiα sinβY u

u− u− δ 2 k
vR

(
Y u − cosβF − e−iα sinβF̃

)

(5.88)

Man erkennt sofort, dass die neutralen Bidoublett-Komponenten φ
0(∗)
1 , φ

0(∗)
2 ausschließ-

lich flavor-diagonal an physikalische Quarkzustände koppeln, welche durch diagonale

Massenmatrizen (5.82), (5.83) ausgezeichnet sind. Somit wurde die Yukawa-Verschrän-

kung der neutralen Bidoublett-Komponenten im Rahmen der Gültigkeit von (5.84) auf-

gelöst. Weiterhin ist aus der letzten Zeile der Tabelle ersichtlich, dass sowohl im up-

als auch im down-Sektor lediglich die Kopplung der neutralen R-Triplett Komponente
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s d

sd

φ0
2/φ

0∗
1

K0 K
0

= 0
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sd

δK0 K
0 ∝

(
k

vR

)2

Abbildung 5.9: Unterdrückte tree-level Beiträge zur Kaon-Mischung im effektiven
∆-Modell

δ einen flavorverletzenden Übergang verursachen kann. Auf tree-level tragen daher nur

Feynman-Diagramme zu flavor-ändernden neutralen Strömen bei, die das zugehörige

Higgs-Feld δ enthalten. Da sich aus den Vertex-Regeln für jede Kopplung des neutralen

δ an Quarkfelder ein Faktor k/vR ergibt, erfahren diese Beiträge eine entsprechende

Unterdrückung. Für das Beispiel der neutralen Kaon-Mischung aus Abschnitt 5.1 ist

dies in Abbildung 5.9 dargestellt. Durch die exakte Aufhebung der Flavorverschränkung

zwischen den Bidoublett Komponenten, wird der gesamte flavor-verletzende tree-level

Prozess nur noch durch den Austausch der neutralen R-Triplett Komponente δ vermit-

telt. Im Gegensatz zu den neutralen Komponenten des Bidoubletts φ0
1, φ

0
2, die sich zum

SM Higgs-Boson und einem, um das Massensplitting im Higgs-Potenzial (1.76) schwere-

ren NP Higgs-Boson kombinieren, enthält das R-Triplett keine SM Freiheitsgrade. Die

Massen der R-Triplett Komponenten können daher wesentlich größer als dieses Massen-

splitting und damit auch wesentlich größer als die Masse des Bidoublett NP Higgs sein,

dementsprechend stärker sind ihre Beiträge unterdrückt. Diese Unterdrückung flavor-

ändernder neutraler Ströme auf tree-level durch ein “extra” schweres Triplett ∆R setzt

eine exakte Lösung des Flavorproblems zwischen den Bidoublett-Komponenten voraus,

andernfalls gäbe es einen zugehörigen FCNH Beitrag der vom VEV 〈∆R〉, nicht aber

von der Masse der R-Triplett Komponenten abhängt und daher keine deratige Unter-

drückung erfahren würde.



Kapitel 6

Das Flavorproblem als

Eigenwertgleichung

Im vorliegenden Kapitel wird das Flavorproblem im MLRM aus der algebraischen Per-

spektive betrachtet. Es zeigt sich, dass dessen Lösung im up- und down-Sektor jeweils

eine Eigenwertgleichung des Ladungskonjugationsoperators C impliziert. Anhand dessen

Spektrum wird dann bewiesen, dass diese nur trivial erfüllt sein kann. Diese triviale

Lösung der Eigenwertgleichung entspricht genau dem Fall simultan (bi-unitär) diagona-

lisierbarer Kopplungsmatrizen F, F̃ , woraus eine triviale Flavorstruktur des MLRM in

Form diagonaler Mischungsmatrizen VL,R resultiert.

Das Flavorproblem im MLRM besteht in der Frage

1. ob das zusätzlich zum SM Higgs-Boson h0 auftretende NP Higgs-Boson H0 (vgl.

1.2.1) flavorverletzend an massive Quarkfelder koppelt.

2. wie diese Flavorverletzung von den CKM-Mischungsmatrizen VL,R abhängt und

umgekehrt.

Zur Beantwortung wird vorausgesetzt, dass im up-Sektor kein neutrales Higgs-Boson

einen flavor-ändernden Übergang zwischen massiven Quarks verursacht, da dies eine

notwendige Bedingung für eine exakte Lösung des Flavorproblems darstellt, die in Ab-

bildung 6.1 diagrammatisch angegeben ist. Die zugehörigen Feynman-Regeln leitet man

aus dem nicht-manifest eichinvarianten MLRM Yukawa-Sektor (1.43) ab und auf der

Ebene der Feldoperatoren ergibt sich für ungleiche Flavorindizes i 6= j

Y u
i 6=jh

0 + Ỹ u
i 6=jH

0 !
= 0 (6.1)
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+

u′
R,j u′

L,i

H0

u′
R,j u′

L,i

h0

∝ δij

Abbildung 6.1: Notwendige Bedingung für exakte Lösung des Flavorproblems

Unter Verwendung der Transformation der Higgs-Basis (1.42) und der daraus resultie-

renden Definition der Yukawa-Matrizen (1.44), lässt sich diese Bedingung auch durch

Elemente der eichinvarianten Kopplungsmatrizen F, F̃ und Komponenten des Higgs-

Bidoubletts Φ ausdrücken

Fi 6=jH
0
1 + F̃i 6=jH

0∗
2

!
= 0 (6.2)

Wie ein Vergleich des Bidoubletts (1.33) mit seinem ladungskonjugierten Partner (1.34)

zeigt

Φ =

(
H0

1 H+
2

H−1 H0
2

)

CΦ = Φc =

(
H0∗

2 −H−1
−H+

2 H0∗
1

) (6.3)

muss der Ladungskonjugationsoperator C die einzelnen Komponenten gemäß

C :

{
H0

1 7→ H0∗
2

H0
2 7→ H0∗

1

∣∣∣∣∣ H−1 7→ −H+
2

H+
2 7→ −H−1

(6.4)

abbilden, um konsistent mit der Ladungskonjugation des vollen Bidoubletts zu sein. Im

Speziellen gilt also

CH0
1 = H0∗

2 (6.5)

sodass aus der notwendigen Bedingung (6.2) für eine exakte Lösung des Flavorproblems

F̃i 6=jCH0
1 = −Fi 6=jH0

1 (6.6)

folgt. Setzt man voraus, dass es sich bei H0
1 um ein nicht-triviales Quantenfeld handelt,

dass es also Raumzeitpunkte xµ mit H0
1 (xµ) 6= 0 gibt, findet man für F̃i 6=j 6= 0 die

Eigenwertgleichung

CH0
1 = −Fi 6=j

F̃i 6=j
H0

1 (6.7)

Da es sich bei C um eine Involution handelt, das bedeutet C−1 = C, besitzt er genau die

beiden Eigenwerte ±1, wie man leicht anhand der Eigenwertgleichung

C|λ〉 = λ|λ〉 (6.8)
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nachrechnet. Wendet man auf beide Seiten die Involution an und verwendet die definie-

rende Eigenschaft C−1 = C, folgt

|λ〉 = C−1C|λ〉 = CC|λ〉 = λ2|λ〉
⇒ (λ2 − 1)|λ〉 = 0

(6.9)

Da ein Eigenvektor per Definition von Null verschieden ist |λ〉 6= ~0, ergibt sich für die

Eigenwerte λ = ±1. Wendet man dieses Ergebnis auf die Eigenwertgleichung (6.7) an,

erhält man, als Folge der algebraischen Eigenschaft C2 = 1 des Ladungskonjugations-

operators, für das Verhältnis der eichinvarianten Kopplungen

− Fi 6=j

F̃i 6=j
= ±1 → Fi 6=j = ∓F̃i 6=j (6.10)

Setzt man dieses Ergebnis anschließend in die ursprüngliche Gleichung (6.2) ein

Fi 6=j
(
H0

1 ∓H0∗
2

)
= 0 (6.11)

und identifiziert die beiden Linearkombinationen der Higgs-Felder mit den Eigenzustän-

den des Ladungskonjugationsoperators

C
(
H0

1 ∓H0∗
2

)
=
(
H0∗

2 ∓H0
1

)
= ∓

(
H0

1 ∓H0∗
2

)
(6.12)

verbliebe als einzige mögliche Lösung Fi 6=j = 0. Hieraus würde aber wegen F̃i 6=j = ∓Fi 6=j
auch F̃i 6=j = 0 folgen, im Widerspruch zur Annahme F̃i 6=j 6= 0 in der Herleitung von (6.7).

Daher gilt in (6.2) von vorneherein F̃i 6=j = 0 und für ein nicht überall verschwindendes

Higgs-Feld H0
1 impliziert dies

Fi 6=j = 0 = F̃i 6=j (6.13)

Somit verschwinden in den Matrizen F, F̃ alle Elemente mit Indizes i 6= j, was als

Definition einer Diagonalmatrix verstanden werden kann. Dies beweist, dass es eine

(Flavor-)Basis gibt, in der F und F̃ gleichzeitig diagonal sind, sie sind also simultan

(bi-unitär) diagonalisierbar.

Wie soeben gezeigt wurde, folgt im MLRM aus flavordiagonalen Kopplungen des SM- h0

und NP-Higgs-Bosons H0 an massive up-Quarks (vgl. Abbildung 6.1) die simultane (bi-

unitäre) Diagonalisierbarkeit der Kopplungsmatrizen F, F̃ des eichinvarianten Yukawa-

Sektors (1.41). Somit gibt es zwei unitäre Matrizen V,W ∈ U(3) mit

V †FW = Fdiag

V †F̃W = F̃diag

(6.14)
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wobei das Subskript diag deutlich machen soll, dass es sich bei Fdiag, F̃diag im Allgemei-

nen um komplexe Diagonalmatrizen handelt. Da die entsprechende Transformation der

Quarkfelder

QL,i → VijQL,j

QR,i → WijQR,j
(6.15)

in der Flavorsymmetriegruppe Gflav
MLRM des MLRM enthalten ist

(V,W ) ∈ U(3)L × U(3)R = Gflav
MLRM (6.16)

ist der Quark Yukawa-Sektor des MLRM unter der Voraussetzung in Abbildung 6.1,

d.h. für eine exakte Lösbarkeit des Flavorproblems im up-Sektor, ohne Beschränkung

der Allgemeinheit durch

− L = QL

[
FdiagΦ + F̃diagΦc

]
QR + h.c. (6.17)

gegeben. Da die einzelnen Quarkgenerationen in diesem Fall durch die diagonalen Fla-

vormatrizen Fdiag, F̃diag entkoppelt werden, reduziert sich der Übergang von der Flavor-

in die Masseneigenbasis, sowohl im up- als auch im down-Sektor auf eine Absorption der

Phasen komplexer Massenterme in die Quarkfelder, z.B.

k
(
eiα sinβFdiag,bb + cosβF̃diag,bb

)
︸ ︷︷ ︸

ybe
−iϕb

bLbR = kyb bL
(
e−iϕbbR

)︸ ︷︷ ︸
=b′Lb

′
R

(6.18)

Die diesem Basiswechsel zugeordneten CKM-Matrizen VL,R

VL = V †uVd =


1 0 0

0 1 0

0 0 1


VR = W †uWd =


ei(ϕd−ϕu) 0 0

0 ei(ϕs−ϕc) 0

0 0 ei(ϕb−ϕy)


(6.19)

übertragen somit die Entkopplung der Quarkgenerationen aus dem Yukawa-Sektor in

den eichkinetischen Term. Infolgedessen tritt keinerlei Flavormischung auf, die Flavor-

physik wird trivial.

In diesem Kapitel konnte somit anhand algebraischer Eigenschaften des Ladungskon-

jugationsoperators C bewiesen werden, dass flavorerhaltende Kopplungen der neutralen

Higgs-Bosonen h0, H0 an massive up-Quarks nur in einem MLRM mit trivialer Fla-

vorstruktur auftreten können. In der Umkehrung, dass jedes MLRM mit nicht-trivialer
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Flavorstruktur einen flavorverletzenden Yukawa-Sektor besitzt, bestätigt dies das Re-

sultat in Abschnitt 1.2.4.



Kapitel 7

Zusammenfassung

In der vorliegenden Arbeit wurden die Auswirkungen der Links-Rechts symmetrischen

Vereinheitlichung, die in Form der Eichgruppe

GLR = SU(3)c × SU(2)L × SU(2)R × U(1)B−L (7.1)

realisiert ist, auf die Flavorstruktur hierauf aufbauender Modelle, die sog. Klasse der

Links-Rechts symmetrischen Modelle, untersucht. Durch die Vereinheitlichung rechts-

händiger Quark-Freiheitsgrade in SU(2)R-Doubletts, wird die im SM paritätsverletzende

Kopplung der schwachen Wechselwirkung ausschließlich an links-händige Chiralitäten,

in diesen Modellen zwischen links- und rechts-händigen Quark-Freiheitsgraden symme-

trisiert. Infolgedessen reduziert sich die im Modell enthaltene Flavorinformation, die im

SM durch drei unabhängige Vektoren im Flavorraum dargestellt ist, in Links-Rechts

symmetrischen Modellen auf nur noch zwei Vektoren. Aus der hiermit einhergehen-

den Verringerung der Anzahl freier Flavorparameter eines solchen Modells ergeben sich

Abhängigkeiten zwischen physikalischen Observablen, wie dem Quarkmassenspektrum

und der Struktur der CKM-Mischungsmatrizen VL,R, den links-rechts symmetrischen

Analoga zur Cabibbo-Kobayashi-Maskawa Matrix VCKM.

In Abschnitt 1.2.4 wurde für das Minimale Links-Rechts Modell (MLRM), eine mini-

male Wahl des Teilchenspektrums eines Links-Rechts symmetrischen Modells, gezeigt,

dass diese Abhängigkeit flavor-ändernde Kopplungen geladener Eichbosonen W±,W ′±

an massive Quarks mit dem Auftreten, durch neutrale Higgs-Bosonen auf tree-level

mediierten, flavor-ändernden neutralen Quarkströmen (FCNC) verschränkt. Die Abwe-

senheit solcher Ströme, die im SM kein Pendant besitzen, impliziert dann auch das Ver-

schwinden sämtlicher flavor-ändernder geladener Quarkströme (FCCC), welche im SM

wiederum auftreten. Da dieser Sachverhalt für ein phänomenologisch sinnvolles MLRM
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berücksichtigt werden muss, ergeben sich im Umkehrschluss aus der Flavorphänome-

nologie des SM im MLRM FCNC-Kopplungen neutraler Higgs-Bosonen. Dieser Punkt

wurde in Abschnitt 1.2.5 durch die Herleitung einer numerischen Untergrenze für eine,

von der rechts-händigen Mischungsmatrix VR unabhängigen Kombination solch flavor-

verletzender Kopplungsstärken unterstrichen, die von den Parametern der Wolfenstein-

Darstellung der SM CKM-Matrix abhängt.

Die zugrundeliegende Verschränkung zwischen den Yukawa-Kopplungen des MLRM

hängt von den Parametern des Higgs-Potenzials ab, wie in Abschnitt 2.1 gezeigt wird.

Dem Parameter tanβ, der durch das Eichsymmetrie-brechende Higgs-Vakuum festgelegt

ist, kommt dabei entscheidende Bedeutung zu. Für ausgeglichene Beiträge der Vakuu-

merwartungswerte der MLRM Higgs-Bosonen zur Massenmatrix der up- und down-

Quarks, welche durch tanβ = 1 bzw. den Mischungswinkel β = π/4 charakterisiert sind,

ergibt sich eine lineare Abhängigkeit zwischen Flavor- und Masseneigenzuständen der

Quarks, was das Auftreten jeglicher Mischungsphänomene verhindert. Dieser Einfluss

des Higgs-Potenzials auf die Flavorstruktur des MLRM wird durch eine eichinvariante

Redefinition der Higgs-Basis in Abschnitt 2.2 manifest.

In Kapitel 3 wurde das MLRM der Klasse der Zwei Higgs-Doublett Modelle (2HDM)

gegenübergestellt, dessen Higgs-Freiheitsgrade denen des MLRM zugeordnet werden

können. Da die Eichgruppe dieser Modelle der des Standardmodells GSM entspricht

und demnach ihre Flavorstruktur durch mehr freie Parameter als in einem vergleichba-

ren MLRM gegeben ist, erlaubt diese Zuordnung eine Analyse der Links-Rechts (eich-

)symmetrischen Vereinheitlichung im Flavorkontext. Im Gegensatz zur üblichen Ein-

bettung des MLRM in die Klasse der 2HDM, wurde in Abschnitt 3.3 das allgemeine

2HDM durch MLRM Freiheitsgrade dargestellt. Dies hat gezeigt, dass die zusätzliche

Freiheit in der Definition des 2HDM Yukawa-Sektors auf Terme zurückzuführen ist, die

die Eichsymmetrie GLR Links-Rechts symmetrischer Modelle brechen. Somit beschränkt

die Eichsymmetrie des MLRM die Einbettung seines Yukawa-Sektors auf eine Teilmenge

der Klasse der 2HDM, die von nicht-trivialen Lösungen des Flavorproblems disjunkt ist.

Nach dem Vorbild des 2HDM, wird das MLRM in Kapitel 4 um zusätzliche Bidoubletts

ergänzt. In Abschnitt 4.1 wurde die Verallgemeinerung der Verschränkung zwischen den

Yukawa-Kopplungen in Links-Rechts symmetrischen Modellen für die Erweiterung des

MLRM um ein zusätzliches Bidoublett explizit hergeleitet. Dies hat gezeigt, dass die

in Abschnitt 1.2.4 diskutierte Abhängigkeit zwischen dem Auftreten von FCNCs und

FCCCs durch eine solche Erweiterung parametrisch abgemildert, aber nicht aufgehoben

werden kann. Für die Hinzunahme weiterer Bidoubletts zum 3, 4, . . . , n Higgs-Bidoublett

Modell wurde in Abschnitt 4.2 eine unitäre Transformation der Bidoublett-Basis kon-

struiert, die die Betrachtung der Yukawa-Verschränkung in einem solchen Modell auf

den Fall des 2 Higgs-Bidoublett Modells in Abschnitt 4.1 zurückführt.

Die in Abschnitt 3.3 entwickelte Darstellung der Lösungen des Flavorproblems im 2HDM
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durch GLR-brechende Terme, motiviert in Kapitel 5 eine Assoziation dieser mit der

spontanen Brechung der GLR-Eichsymmetrie. Ausgehend von der Darstellung des all-

gemeinen 2HDM durch links-rechts symmetrische Freiheitsgrade, wurde in Abschnitt

5.2 ein effektives, GLR-symmetrisches Modell entwickelt, das die gewünschten Terme im

Zuge der spontanen Symmetriebrechung reproduziert. Dies induziert eine Abhängigkeit

der CKM-Mischungsmatrix vom Verhältnis der Brechungsskala der GLR-Eichsymmetrie

vR und der Skala des UV Abschlusses der effektiven Theorie Λ, was in diesem Mo-

dell einen Zusammenhang zwischen der Flavorstruktur und der Unterdrückung effekti-

ver NP Beiträge mit Λ4−n etabliert. Die Kategorisierung sämtlicher höherdimensionaler

Yukawa-Operatoren des MLRM in Abschnitt 5.3 zeigt anschliessend, dass es keine weni-

ger stark unterdrückten Beiträge als die in Abschnitt 5.2 betrachteten gibt. Desweiteren

wird in Abschnitt 5.4 gezeigt, dass das Auftreten flavor-verletzender Higgs-Kopplungen

auch durch die Erweiterung des MLRM um höherdimensionale Operatoren nicht ver-

mieden werden kann. Von theoretischem Interesse für die Links-Rechts Symmetrie ist

allerdings, dass sich aus der Entwicklung dieser in die enthaltenen Dimension 4 Yukawa-

Kopplungen, abhängig von der Kategorisierung, unterschiedlich stark unterdrückte Bei-

träge zu den Kopplungen des SM- und flavor-verletzenden NP-Higgsbosonen ergeben

und diese Asymmetrie, die aus der Hierachie der Symmetriebrechungsskalen des MLRM

folgt, die Verschränkung der CKM Flavorstruktur mit einem flavorverletzenden Yukawa-

Sektor abmildern kann. Konzeptionell ist es möglich, die Verschränkung zwischen den

Yukawa-Kopplungen der neutralen Bi-Doublett Komponenten, das Flavorproblem im

MLRM, exakt aufzulösen. Die zwangsläufig vorhandene Flavorverletzung wird hierzu in

die Wechselwirkung massiver Quarks mit einem Triplett Higgs-Boson absorbiert, des-

sen Masse wesentlich größer als die des flavor-verletzenden Higgs-Bosons im MLRM sein

kann. In diesem Fall sind die durch das schwere Triplett Higgs-Boson vermittelten flavor-

verletzenden Prozesse stärker unterdrückt als ihre Entsprechungen im MLRM.

Im abschließenden Kapitel 6 wurde die Unlösbarkeit des Flavorproblems im MLRM

anhand algebraischer Eigenschaften des Ladungskonjugationsoperators C bewiesen.



Anhang A

Beweis der Summenregel (1.113)(1.113)(1.113)

In diesem Anhang wird die Summenregel (1.113) aus Abschnitt 1.2.5 bewiesen. Da die in

(1.112) auftretenden CKM-Elemente VR,31, VR,32 und VR,33 die dritte Spalte der unitären

Matrix VR ∈ U(3) bilden, erfüllen sie die Relation

|VR,31|2 + |VR,32|2 + |VR,33|2 = 1 (A.1)

und hieraus folgt

1− |VR,33|2 ≥ 0 (A.2)

Für den angenommenen Parameterbereich 0 ≤ Aλ2 ≤ 1 führt dies auf

(
1− |VR,33|2

)
A2λ4 ≤ 1− |VR,33|2 (A.3)

oder äquivalent auf

A2λ4 ≤ 1− (1−A2λ4)|VR,33|2 (A.4)

Für die rechte Seite dieser Ungleichung gilt

1− (1−A2λ4)|VR,33|2 =

1−|VR,33|2︷ ︸︸ ︷
|VR,31|2 + |VR,32|2 +A2λ4|VR,33|2 (A.5)

≤
(
|VR,31|+ |VR,32|+Aλ2|VR,33|

)2
(A.6)

und damit ergibt sich

A2λ4 ≤
(
|VR,31|+ |VR,32|+Aλ2|VR,33|

)2
(A.7)

Zieht man nun auf beiden Seiten die Wurzel und multipliziert mit yt erhält man die

Behauptung.
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Anhang B

Manifest eichsymmetrische

Transformation der Bidoublett

Basis

In diesem Anhang wird durch explizite Konstruktion bewiesen, dass jedes Links-Rechts

symmetrische Modell mit mindestens zwei Bidoubletts eine manifest eichsymmetrische

Higgsbasis enthält, in der höchstens zwei Bidoubletts einen nicht-verschwindenden U(1)e.m.-

invarianten VEV entwickeln.

Da nur die Diagonalelemente eines Bidoubletts mit (B − L) = 0 elektrisch neutral sind

Φi =

(
φ0

1i φ+
2i

φ−1i φ0
2i

)
(B.1)

können auch nur diese einen nicht-trivialen VEV besitzen, der die elektro-magnetische

Eichsymmetrie U(1)e.m. nicht bricht. In einem Modell mit n ≥ 2 Bidoubletts ist ein

solcher VEV in seiner allgemeinsten Form somit durch

〈Φi〉 =

(
vi 0

0 wi

)
, vi, wi ∈ C (i = 1, 2, . . . , n) (B.2)

gegeben. Diese 2n komplexen Parameter definieren zwei unabhängige Richtungen

~v =


v1

v2

...

vn

 , ~w =


w1

w2

...

wn

 (B.3)
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im Cn und mit den Mitteln der linearen Algebra lässt sich eine Orthonormalbasis kon-

struieren, die eine dieser beiden Richtungen als Koordinatenachse enthält.

B.1 Unitäre Basistransformation im CmCmCm

Sei ~z ∈ Cm (m ∈ N).

Dann gibt es ein U~z ∈ U(m) mit

U~z~z =


‖~z‖
0
...

0

 (B.4)

Beweis:

Für ~z = ~0 folgt ‖~z‖ = 0 und die Behauptung ist trivial.

Für ~z 6= ~0 folgt aus der Definition der Vektornorm ‖~z‖ > 0 und somit ist der normierte

Vektor

~u1 :=~̂z :=
~z

‖~z‖ (B.5)

definiert. Dieser lässt sich, zum Beispiel durch das Gram-Schmitt’sche Orthonormalisie-

rungsverfahren, zu einer kompletten Orthonormalbasis {~u1, ~u2, . . . , ~um} des Cm ergän-

zen. Die Matrix (
U †~z

)
ij

:= (~uj)i (B.6)

deren Spalten dieses Orthonormalsystem enthalten ist dann zwangsläufig unitär. Glei-

ches gilt dann auch für ihr Inverses

U~z =
(
U †~z

)†
=
(
U †~z

)−1
∈ U(m) (B.7)

und es verbleibt nur noch zu zeigen, dass U~z die Behauptung (B.4) erfüllt. Für jede

Komponte k ∈ {1, 2, . . . ,m} rechnet man dies mit der Definition (B.7) und ~z = ‖~z‖~u1

explizit nach

(U~z~z)k =

m∑
l=1

(
U †~z

)∗
lk

(~z)l = ‖~z‖
m∑
l=1

(~uk)
∗
l (~u1)l = ‖~z‖~u†k~u1 = ‖~z‖δk1 (B.8)

Bezüglich der Richtung ~v ist die zugehörige Basistransformation gemäß Lemma B.1

durch U~v ∈ U(n) gegeben. Per Konstruktion hat der Vektor ~v in dieser Basis höchstens

eine nicht-verschwindende Komponente, während der unabhängige Vektor ~w nach wie
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vor beliebig ist

~v′ = U~v~v =


‖~v‖
0
...

0

 , ~w′ = U~v ~w =


w′1

w′2
...

w′n

 (B.9)

Die letzten n− 1 Komponenten des Vektors ~w′ definieren im Untervektorraum Cn−1 ⊂
C× Cn−1 einen Vektor w̃′

w̃′ :=


w′2

w′3
...

w′n

 (B.10)

zu welchem sich ebenfalls entsprechend Lemma B.1 eine Matrix U
(n−1)
w̃′ ∈ U(n − 1)

konstruieren lässt, die aber lediglich die Basis dieses Untervektorraums transformiert.

Daher erhält man für die Vektoren ~v′ und ~w′

(
1× U (n−1)

w̃′

)
~v′ = ~v′ =



‖~v‖
0

0
...

0


(B.11)

(
1× U (n−1)

w̃′

)
~w′ =

(
w′1

U
(n−1)
w̃′ w̃′

)
=



w′1

‖w̃′‖
0
...

0


(B.12)

Die beiden ursprünglichen Vektoren ~v, ~w sind in dieser Basis durch nur zwei nicht-

negative und eine komplexe Komponente

‖~v‖ =: k1, ‖w̃′‖ =: κ

w′1 =: k2e
iα

(B.13)

beschrieben. Da die Vektoren ~v, ~w durch die VEVs (B.2) definiert sind, hängt die VEV-

Struktur der unitär redefinierten Bidoubletts

φi :=

n∑
j=1

( (
1× U (n−1)

w̃′

)
U~v︸ ︷︷ ︸

∈U(n)

)
ij

Φj (B.14)
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nur von den Parametern (B.13) ab und ist explizit durch

〈φ1〉 =

(
k1 0

0 k2e
iα

)
, 〈φ2〉 =

(
0 0

0 κ

)

〈φl〉 =

(
0 0

0 0

)
, l = 3, 4, . . . , n

(B.15)

gegeben.

Somit wurde gezeigt, dass für ein Links-Rechts symmetrisches Modell mit beliebig vie-

len Kopien des MLRM Bidoubletts immer eine Basis existiert, in der der allgemeinste

U(1)e.m.-invariante VEV durch (B.15) parametrisiert ist. Die zugehörige Basistransfor-

mation (B.14) wurde explizit konstruiert.
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