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У статтi розглянуто поле Гiґґса як багаточастинкове поле i, вiдповiдно, бозон Гiґґса як
зв’язаний стан двох калiбрувальних бозонiв. Такий розгляд, порiвняно з одночастинковим по-
лем Стандартної моделi має, на нашу думку, двi переваги. Головна з них полягає в тому, що, на
вiдмiну вiд Стандартної моделi, для досягнення спонтанного порушення симетрiї немає потре-
би вводити некалiбрувальну самодiю поля Гiґґса. У нашiй моделi таку самодiю отримуємо як
наслiдок неабелевої калiбрувальної самодiї — переносникiв слабкої взаємодiї. У цьому розгля-
нута в працi модель дещо схожа на вiдомi моделi технiколору. Але вона суттєво вiдрiзняється
вiд них тим, що не потребує анi нових частинок, анi нових взаємодiй порiвняно зi Стандартною
моделлю. Окрiм того, метод опису багаточастинкових ефектiв за допомогою багаточастинко-
вих полiв iстотно вiдрiзняється вiд опису багаточастинкових ефектiв у моделях технiколору,
якi оперують з одночастинковими полями. Ще однiєю перевагою запропонованої в статтi мо-
делi, на нашу думку, є те, що спонтанне порушення симетрiї в нiй, на вiдмiну вiд Стандартної
моделi, не постулюється, а отримується як наслiдок динамiчних рiвнянь багаточастинкового
поля.
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I. ВСТУП

На нашу думку, теорiя електрослабкої взаємодiї
[1–3] i пов’язаний iз нею механiзм Гiґґса [4, 5] мають
декiлька теоретичних проблем. А саме, як ми вважа-
ємо, суттєва проблема Стандартної моделi полягає у
введеннi “нових” некалiбрувальних взаємодiй порiв-
няно з чотирма вiдомими взаємодiями. Зокрема нену-
льове вакуумне очiкування поля Гiґґса досягається за
рахунок некалiбрувальної взаємодiї φ4. Така самодiя
поля Гiґґса Стандартної моделi не є наслiдком вимоги
локальної симетрiї лаґранжiана щодо якоїсь групи пе-
ретворень i не з’являється внаслiдок введення якогось
компенсувального поля. Формально це виражається в
тому, що така взаємодiя не вводиться вiдповiдним “по-
довженням” похiдних. Вiдтак, вона не зводиться до
жодної з вiдомих фундаментальних взаємодiй. Якщо
така взаємодiя справдi iснує як фундаментальна, то,
окрiм зазначених вiдмiнностей вiд решти фундамен-
тальних взаємодiй маємо ще одну суттєву вiдмiннiсть
— в такiй взаємодiї бере участь лише одна частинка
— сам бозон Гiґґса. До цих арґументiв можна дода-
ти ще й проблеми з експериментальним спостережен-
ням проявiв такої взаємодiї. Єдиним iз таких проявiв,
який обговорюється, є спонтанне порушення симетрiї.
У теорiї спонтанного порушення симетрiї дуже попу-
лярною є аналогiя з феромагнетиком. Але, на нашу
думку, така аналогiя має суттєву ваду. Напрям спон-
танної намагнiченостi легко пiддається вимiру. Тодi
як напрям у просторi внутрiшнiх iндексiв поля Гiґґ-

са не вимiрюється. Окрiм того, флуктуацiї магнiтно-
го поля феромагнетика в напрямках, перпендикуляр-
них вектору намагнiченостi, є фiзичними в тому сенсi,
що вони принаймнi принципово доступнi до вимiрю-
вання. Натомiсть голдстоунiвськi моди поля Гiґґса,
перпендикулярнi до напряму, видiленого спонтанним
порушенням симетрiї, є нефiзичними i прибирають-
ся локальним калiбрувальним перетворенням. Це на-
водить на думку, що напрям спонтанного порушення
симетрiї у полi Гiґґса не може бути вимiряний прин-
ципово. Ще одним проявом самодiї поля Гiґґса могли
б бути процеси народження бозоном Гiґґса декiлькох
бозонiв Гiґґса, [6] але такi процеси, мабуть, повиннi
бути малоймовiрними внаслiдок великої маси бозона
Гiґґса. Принаймнi в наявних експериментальних ре-
зультатах [7], на нашу думку, не має нiчого, що вка-
зувало б на iснування таких процесiв. Отже, за вiд-
сутнiстю експериментальних арґументiв обговорення
змiщується суто в дiлянку теорiї, у якiй є вказанi
проблеми. Окрiм того, такi самi теоретичнi пробле-
ми викликає й юкавська взаємодiя фермiонних полiв
з полем Гiґґса [1,8,9], яка надає масу цим полям. От-
же, маємо в Стандартнiй моделi ще один додатковий
тип взаємодiї. У зв’язку iз цим постає питання про
те, скiльки взагалi фундаментальних взаємодiй мiс-
тить Стандартна модель. Тi ж самi питання можна
адресувати й до варiантiв розширення Стандартної
моделi, як наприклад, розглянутi в [6].

У запропонованiй у цiй статтi моделi самодiя по-
ля Гiґґса не є фундаментальною взаємодiєю. Бозон
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Гiґґса розглядається як зв’язаний стан двох калiбру-
вальних бозонiв. Самодiя поля Гiґґса отримується як
наслiдок самодiї неабелева калiбрувального поля, яке
вiдповiдає цим бозонам, i, отже, на вiдмiну вiд Стан-
дартної моделi, не потрiбно вводити додаткової фун-
даментальної взаємодiї. Цим модель, що розглядаєть-
ся, дещо схожа на вiдомi моделi технiколору [10–12].
Утiм, запропонована в цiй роботi модель має низку
суттєвих вiдмiнностей вiд моделей технiколору. По-
перше, наша модель не потребує введення анi нових
частинок, анi нових взаємодiй. Навпаки, вона має за
мету розв’язати зазначенi вище теоретичнi проблеми
Стандартної моделi з використанням як фундамен-
тальних лише тих одночастинкових полiв i їхнiх вза-
ємодiй, якi вже є в Стандартнiй моделi. Окрiм того,
метод опису багаточастинкових ефектiв за допомогою
багаточастинкових полiв має iстотнi фiзичнi вiдмiн-
ностi вiд опису цих ефектiв за допомогою одночастин-
кових полiв. Цi вiдмiнностi ми докладно обговорюва-
ли в роботах [13, 14]. Iз наведених у цiй статтi мiрку-
вань видно, що ненульовi вакуумнi середнi вiд добут-
кiв одночастинкових операторiв не можуть розгляда-
тися як такi, що описують зв’язанi стани частинок.
Окрiм того, обґрунтування динамiчного порушення
симетрiї в моделях технiколору значною мiрою спи-
рається на застосування теорiї збурень, тодi як наш
розгляд не потребує її застосування. Використання
теорiї збурень у неабелевих моделях з конфайнмен-
том, як зазначалося в [13,14], стикається з проблема-
ми, не стiльки пов’язаними з розкладом по ступенях
константи зв’язку, скiльки з тим, що гамiльтонiан сис-
теми не наближається асимптотично на нескiнченос-
тях по часу до гамiльтонiанiв вiльних частинок, що
є необхiдною умовою для побудови власноенерґетич-
них дiаграм калiбрувальних бозонiв у моделях технi-
колору. Такi дiаграми описують амплiтуду переходу
вiд початкового стану вiльних частинок до кiнцевого
стану вiльних частинок, а в теорiях iз конфайнментом
частинки вiльними не бувають.

Зазначимо, що самодiя поля Гiґґса з’являлася як
наслiдок неабелевої самодiї калiбрувальних полiв та-
кож у моделях iз додатковими розмiрностями, напри-
клад [15, 16]. Вiдмiннiсть нашої моделi полягає в то-
му, що вона не потребує додаткових вимiрiв i знову ж
таки має справу з багаточастинковими полями, тобто
розглядає бозон Гiґґса не як фундаментальну частин-
ку, а як зв’язаний стан фундаментальних частинок.
На нашу думку, цiкавою є спроба розгляду бозона
Гiґґса, з одного боку як зв’язаної частинки, а з iншого
— аналогiчно моделям iз додатковими розмiрностями,
де роль таких розмiрностей грали б внутрiшнi ступе-
нi свободи зв’язаної частинки. Але такий розгляд не
є предметом цiєї статтi.

Ще однiєю проблемою Стандартної моделi, на яку
вже ранiше звертали увагу [17], є те, що вона не мiс-
тить нiякого динамiчного обґрунтування спонтанно-
го порушення симетрiї. По сутi, спонтанне порушення
симетрiї обумовлюється в цiй моделi постулюванням
“неправильного” знака при квадратичному по полю
Гiґґса доданку в лаґранжiанi Стандартної моделi. У

нашiй моделi, як буде показано далi, такий “непра-
вильний” знак з’являється внаслiдок розв’язку дина-
мiчних рiвнянь для багаточастинкового поля. Разом
iз описаною вище самодiєю поля Гiґґса це призводить
до спонтанного порушення симетрiї. При цьому роз-
гляд бозона Гiґґса як зв’язаного стану калiбруваль-
них бозонiв дозволяє запропонувати далi в цiй робо-
тi можливий динамiчний механiзм спонтанного пору-
шення симетрiї. Докладно цей механiзм розглянуто в
третьому роздiлi цiєї роботи.

Бозон Гiґґса як зв’язаний стан iнших частинок
неодноразово аналiзували ранiше. Зокрема, на таку
можливiсть указував сам П. Гiґґс [5], але вiн очiку-
вав, що скалярне поле, за допомогою якого порушує-
ться симетрiя, буде складатися з фермiонних полiв, а
не з калiбрувальних бозонiв. У працi [18] бозон Гiґґ-
са, як i в нашiй моделi, розглянуто як зв’язаний стан
калiбрувальних бозонiв. Але на вiдмiну вiд нашої мо-
делi в [18] вони перебувають у станi конфайнменту.
В роботах [13, 14] двочастинкове калiбрувальне поле
описує конфайнмент кваркiв i глюонiв. Але поле, для
якого спонтанно порушується симетрiя, описує наро-
дження i знищення зв’язаних станiв калiбрувальних
бозонiв без конфайнменту. Тобто таких зв’язаних ста-
нiв, що мають скiнченну енерґiю зв’язку. Проте такi
поля, що дослiджено в [13, 14], хоча й мають нену-
льове вакуумне очiкування, не можуть приводити до
появи маси в калiбрувальних бозонiв, бо на них реа-
лiзується скалярне представлення групи внутрiшньої
симетрiї, внаслiдок чого вони не можуть взаємодiя-
ти з одночастинковим калiбрувальним полем i тому
не можуть породжувати його масу. Тому метою цiєї
роботи є проаналiзувати двочастинковi калiбрувальнi
поля, на яких реалiзуються векторне й тензорне пред-
ставлення групи внутрiшньої симетрiї. Оскiльки нас
цiкавить механiзм Гiґґса, то в ролi цiєї групи ми роз-
глядатимемо групу SU(2). Зазначимо, що поле Гiґґ-
са, яке перетворюється за тензорним представленням
групи SU(2) вже вивчали в лiтературi [19], але це не
стосувалося проблем, порушених у цiй статтi.

II. РIВНЯННЯ ДЛЯ ДВОЧАСТИНКОВОГО
КАЛIБРУВАЛЬНОГО ПОЛЯ

Розгляньмо два екземпляри калiбрувального поля
Aa1,g1 (x1) i Aa2,g2 (x2). Тут a1 i a2 — лоренцевi чоти-
ривекторнi iндекси, якi пробiгають значення 0, 1, 2,3;
g1 i g2 — внутрiшнi iндекси, якi для групи SU(2), що
розглядається, приймають значення 1,2,3, x1 i x2 —
чотиривектори з простору Мiнковського. Далi ми ло-
ренцевi iндекси позначатимемо буквою a з рiзними
субiндексами, а внутрiшнi — буквою g з рiзними су-
бiндексами. При цьому константу зв’язку будемо по-
значати g без субiндексiв. Окрiм того, далi викорис-
товуємо звичайну угоду про пiдсумування за повто-
рюваними iндексами.

Якщо для цих полiв побудувати вiдповiднi тензо-
ри напруженостей Fa1a2,g1 (x1) i Fa3a4,g2 (x2), а за ни-
ми лаґранжiани, то, враховуючи властивостi символу
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Левi-Чiвiтти εg1g2g3 , через який виражаються ґенера-
тори приєднаного представлення групи SU(2), отри-

маємо для кожного з цих полiв рiвняння Лаґранжа–
Ейлера:

gεg1g2g3

∂Aa1,g1 (xb)
∂xa2

b

Aa1
g2

(xb) ga2a3 + gεg1g2g3

∂Aa1,g1 (xb)
∂xa2

b

Aa3
g2

(xb) ga1a2

− g2
(
Aa1

g1
(xb)Aa1,g1 (xb)

)
Aa3

g3
(xb) + g2

(
Aa1,g1 (xb)Aa3

g1
(xb)

)
Aa1

g3
(xb)

+
∂2Aa3

g3
(xb)

∂xa1
b ∂xa2

b

ga1a2 −
∂2Aa1

g3
(xb)

∂xa1
b ∂xa2

b

ga2a3 = 0.

(1)

Тут g — константа зв’язку, а iндекс b для кожного з
екземплярiв калiбрувального поля приймає значення,
вiдповiдно 1 i 2, ga1a2 — компоненти тензора Мiнков-
ського. Серед iндексiв, що входять до (1), не є iндекса-
ми пiдсумування лише a3 i g3. Маючи на метi отрима-
ти рiвняння для скалярного стосовно групи Лоренца
двочастинкового поля, згорнiмо перше з рiвнянь, для
якого b = 1 з Aa3,g4 (x2). При цьому g4 ми позначили
довiльне значення внутрiшнього iндексу, нiяк не по-
в’язане зi значеннями, якi входять до (1). Iз системи
рiвнянь для другого екземпляра поля, залежного вiд
x2, оберiмо рiвняння, що вiдповiдає значенню внут-

рiшнього iндексу g4, i згорнiмо його з Aa3,g3 (x1). Лiвi
частини отриманих таким способом рiвнянь залежа-
тимуть вiд пари iндексiв g3, g4. При цьому функцiї
вiд x1 будемо вносити пiд знак похiдних за x2 i на-
впаки. Отриманi таким способом спiввiдношення по-
рушуються лише на пiдмножинi x1 = x2 тензорного
добутку двох просторiв Мiнковського. Ця пiдмножи-
на має нульову мiру. Оскiльки немає причин вважати,
що на цiй пiдмножинi неврахованi члени обертаються
на нескiнченнiсть, вони не повиннi давати ненульовий
внесок у спостережуванi величини. Перше з рiвнянь
(1) пiсля описаних перетворень набере вигляду:

− 2gεg1g2g3

∂
(
Aa2,g1 (x1)Aa2

g4
(x2)

)
∂xa1

1

Aa1
g2

(x1) + gεg1g2g3

∂
(
Aa1,g1 (x1)Aa2

g4
(x2)

)
∂xa2

1

Aa1
g2

(x1)

+ gεg1g2g3

∂
(
Aa1

g1
(x1)Aa2,g4 (x2)

)
∂xa1

1

Aa2
g2

(x1)− g2
(
Aa1,g1 (x1)Aa1

g1
(x1)

) (
Aa2,g3 (x1)Aa2

g4
(x2)

)
+ g2 (Aa1,g1 (x1)Aa2,g1 (x1))

(
Aa1

g3
(x1)Aa2

g4
(x2)

)
+
∂2
(
Aa1

g3
(x1)Aa1,g4 (x2)

)
∂xa2

1 ∂x
a3
1

ga2a3 −
∂2
(
Aa1

g3
(x1)Aa2,g4 (x2)

)
∂xa1

1 ∂x
a3
1

ga2a3 = 0.

(2)

Друге з рiвнянь (1) пiсля аналогiчних перетворень
вiдрiзнятиметься вiд (2) замiною x1 на x2 i навпаки.

Величина Aa1,g1 (x1)Aa2,g2 (x2) трансформується
пiд час перетворень Лоренца як двiчi коварiантний
тензор. Розглядаючи представлення групи Лоренца
на лiнiйному просторi таких тензорiв, розкладiмо цей
лiнiйний простiр у пряму суму пiдпросторiв, iнварiан-
тних стосовно представлення, що розглядається. Ви-
дiлiмо з них iнварiантний пiдпростiр, на якому реалi-
зується скалярне незвiдне представлення:

Aa1,g1 (x1)Aa2,g2 (x2) = φg1g2 (x1, x2) ga1a2 + . . . (3)

Тут φg1g2 (x1, x2) — проекцiя тензора
Aa1,g1 (x1)Aa2,g2 (x2) на iнварiантний пiдпростiр, на

якому реалiзується скалярне представлення групи
Лоренца, а “три крапки” позначають проекцiї на реш-
ту iнварiантних пiдпросторiв. Маючи на метi описати
скалярне гiґґсiвське поле, розгляньмо окремий випа-
док, коли решта проекцiй, окрiм скалярної, дорiвню-
ють нулевi. Враховуючи (3) замiсть (2), отримаємо:

− 2gεg1g2g3

∂φg1g4 (x1, x2)
∂xa1

1

Aa1
g2

(x1)−

− g2
(
Aa1,g1 (x1)Aa1

g1
(x1)

)
φg3g4 (x1, x2)

+
∂2φg3g4 (x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

ga1a2 = 0.

(4)
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Повторiмо тi ж дiї з другим рiвнянням системи
(1). Враховуючи, що з фiзичних мiркувань рiвняння
для двочастинкового поля повиннi бути симетрични-

ми щодо замiни x1 на x2 i навпаки, складiмо отриманi
рiвняння:

2gεg1g2g3

∂φg1g4 (x1, x2)
∂xa1

1

Aa1
g3

(x1) + 2gεg1g2g3

∂φg1g4 (x1, x2)
∂xa1

2

Aa1
g3

(x2)

+
∂2φg3g4 (x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

ga1a2 +
∂2φg3g4 (x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

ga1a2 − χ (x1, x2)φg3g4 (x1, x2) = 0.
(5)

Тут уведене позначення

χ (x1, x2) ≡ g2
(
Aa1,g1 (x1)Aa1

g1
(x1) +Aa1,g1 (x2)Aa1

g1
(x2)

)
. (6)

Зазначимо, що функцiя χ (x1, x2) та сама, що була
в [13,14] пiд час розгляду рiвнянь для скалярної час-
тини двочастинкового калiбрувального поля. Система
рiвнянь (5) є недовизначеною, бо функцiя χ (x1, x2) є
такою ж невiдомою функцiєю, як i φg1g2 (x1, x2). Да-
лi ми розглянемо можливiсть накладання додаткової
умови, яка б довизначила цю систему.

Задля надання рiвнянню (5) двочастинкового ви-

гляду введiмо двочастинковi поля:

A+,a1
g3

(x1, x2) =
1
2
(
Aa1

g3
(x1) +Aa1

g3
(x2)

)
,

A−,a1
g3

(x1, x2) =
1
2
(
Aa1

g3
(x1)−Aa1

g3
(x2)

)
.

(7)

Тодi рiвняння (5) набуває виду:

2gεg1g2g3

(
∂φg1g4 (x1, x2)

∂xa1
1

+
∂φg1g4 (x1, x2)

∂xa1
2

)
A+,a1

g3
(x1, x2)

+ 2gεg1g2g3

(
∂φg1g4 (x1, x2)

∂xa1
1

− ∂φg1g4 (x1, x2)
∂xa1

2

)
A−,a1

g3
(x1, x2)

+
∂2φg3g4 (x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

ga1a2 +
∂2φg3g4 (x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

ga1a2 − χ (x1, x2)φg3g4 (x1, x2) = 0.

(8)

Першi два доданки в цьому рiвняннi можна вважати
як такi, що описують взаємодiю двочастинкового ска-
лярного (щодо групи Лоренца) поля φg1g2 (x1, x2) з чо-
тиривекторними полями A±,a1

g3
(x1, x2) . У розкладi (3)

ми обмежилися аналiзом окремого випадку, коли вне-
ски всiх старших за скалярну тензорних розмiрностей
дорiвнюють нулевi. Аналогiчно i в (8) розгляньмо час-
тковий розв’язок цього рiвняння, який задовольняє
умови A±,a1

g3
(x1, x2) = 0. Тодi для поля φg1g2 (x1, x2)

матимемо:

∂2φg1g2 (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

ga1a2 +
∂2φg1g2 (x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

ga1a2

− χ (x1, x2)φg1g2 (x1, x2) = 0.
(9)

Для двочастинкового поля φg1g2 (x1, x2) обме-
жимося спочатку розглядом ґлобальних SU (2)-
перетворень. Перехiд до локальної симетрiї буде зроб-

лений згодом, звичайним подовженням похiдних i
введенням, таким чином, взаємодiї з калiбрувальним
полем. Стосовно ґлобальних перетворень сукупнiсть
польових функцiй φg1g2 (x1, x2) утворює тензор. Об-
ласть значень цих польових функцiй утворює лiнiй-
ний простiр, на якому реалiзується тензорний добу-
ток двох приєднаних представлень групи SU (2). Роз-
кладiмо цей лiнiйний простiр у пряму суму iнварi-
антних пiдпросторiв, складених iз тензорiв, кратних
одиничному δg1g2 , симетричних iз нульовим слiдом
φs

g1g2
(x1, x2) i антисиметричних φa

g1g2
(x1, x2) :

φg1g2 (x1, x2) = ρ(0) (x1, x2) δg1g2

+ φs
g1g2

(x1, x2) + φa
g1g2

(x1, x2) .
(10)

Тут ρ(0) (x1, x2) — проекцiя тензора φg1g2 (x1, x2) на
лiнiйний пiдпростiр тензорiв, кратних одиничному.
Звернiмо увагу на введенi позначення. Як буде вид-

3001-4



БАГАТОЧАСТИНКОВI ПОЛЯ I МЕХАНIЗМ ГIҐҐСА

но далi, рiвняння для проекцiй тензорiв φg1g2 (x1, x2)
на рiзнi iнварiантнi пiдпростори, принаймнi в окремо-
му випадку, який розглядається в цiй роботi, можуть
бути зведенi до однакового вигляду. Рiзниця мiж ни-
ми полягатиме лише у виборi граничних умов i па-
раметрiв, що входять у цi рiвняння. Тому аналiзува-
ти властивостi їхнiх розв’язкiв буде зручно одночасно
для всiх трьох проекцiй, звертаючи при цьому ува-
гу на вiдмiнностi, пов’язанi з рiзним вибором гранич-
них умов i параметрiв. У зв’язку з цим нам видає-

ться логiчним використовувати для величин, пов’я-
заних iз проекцiями на рiзнi iнварiантнi пiдпростори,
однотипнi позначення, розрiзняючи їх iндексами. Але
оскiльки ми також використовуємо просторово-часовi
та внутрiшнi iндекси, для полегшення читання фор-
мул iндекси, що вiдповiдають проекцiям на рiзнi пiд-
простори ми далi будемо використовувати в дужках,
як у позначеннi ρ(0) (x1, x2). Пiдставляючи (10) в (5),
отримаємо аналогiчне (5) рiвняння для кожної з ви-
дiлених у (10) незвiдних частин.

ga1a2
∂2ρ(0) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

+ ga1a2
∂2ρ(0) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

− χ(0) (x1, x2) ρ(0) (x1, x2) = 0,

ga1a2
∂2φs

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

+ ga1a2
∂2φs

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

− χ(1) (x1, x2)φs
g1g2

(x1, x2) = 0,

ga1a2
∂2φa

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

+ ga1a2
∂2φa

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

− χ(2) (x1, x2)φa
g1g2

(x1, x2) = 0.

(11)

Позначення χ(j) (x1, x2) , j = 0, 1, 2 вiдображають
той факт, що функцiя χ (x1, x2) в системi рiвнянь
(5) не є заданою i вiдтак може “пiдлаштовуватися”
пiд вiдповiдну функцiю, похiднi вiд якої входять до
рiвняння. Представлення ґлобальної групи SU(2) на
iнварiантному пiдпросторi антисиметричних тензорiв
φa

g1g2
(x1, x2) еквiвалентне векторному представлен-

ню. Справдi, внаслiдок антисиметричностi три дiаго-
нальнi компоненти цього тензора з дев’яти дорiвню-
ють нулевi. Решту шiсть компонент можна розбити
на три пари компонент, що вiдрiзняються лише по-
рядком iндексiв. У кожнiй з цих пар достатньо задати
лише один компонент, бо iнший вiдрiзнятиметься вiд
нього тiльки знаком. Тобто тензор φa

g1g2
(x1, x2) має

три незалежнi компоненти. Оберiмо в ролi цих трьох
компонент такi:

φa
12 (x1, x2) ≡

1√
2
φ3 (x1, x2) ,

φa
31 (x1, x2) ≡

1√
2
φ2 (x1, x2) , (12)

φa
23 (x1, x2) ≡

1√
2
φ1 (x1, x2) .

Цi позначення введенi, щоб записати антисиметрич-
ний тензор у виглядi:

φa
g1g2

(x1, x2) =
1√
2
εg1g2g3φg3 (x1, x2) , (13)

де εg1g2g3 — символ Левi-Чiвiтти. Множник
(
1/
√

2
)

забезпечує виконання рiвностi

3∑
g1=1

3∑
g1=2

(
φa

g1g2
(x1, x2)

)2 =
3∑

g1=1

(φg1 (x1, x2))
2
, (14)

яка буде зручною пiд час побудови лаґранжiана поля φg1 (x1, x2). Згортаючи обидвi частини тiєї з рiвностей
(11), що стосується φa

g1g2
(x1, x2), отримаємо, замiсть (11), рiвняння

ga1a2
∂2ρ(0) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

+ ga1a2
∂2ρ(0) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

− χ(0) (x1, x2) ρ(0) (x1, x2) = 0,

ga1a2
∂2φs

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
1 ∂x

a2
1

+ ga1a2
∂2φs

g1g2
(x1, x2)

∂xa1
2 ∂x

a2
2

− χ(1) (x1, x2)φs
g1g2

(x1, x2) = 0,

ga1a2
∂2φg1 (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

+ ga1a2
∂2φg1 (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

− χ(2) (x1, x2)φg1 (x1, x2) = 0.

(15)
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Розгляньмо частковi розв’язки другого i третього рiв-
нянь (15), що мають вигляд:

φs
g1g2

(x1, x2) = ρ(1) (x1, x2) es
g1g2

, φg1 (x1, x2)
= ρ(2) (x1, x2) eg1 . (16)

Тут es
g1g2

— деякий симетричний тензор iз нульовим
слiдом i з незалежними вiд координат компонентами,
а eg1 — вектор з незалежними вiд координат компо-
нентами, ρ(1) (x1, x2) , ρ(2) (x1, x2) — невiдомi функцiї,
якi повиннi бути встановленi подальшим розв’язком
рiвнянь. При цьому, як буде видно далi, es

g1g2
i eg1

зручно нормувати умовами
3∑

g1=1

3∑
g2=1

(
es
g1g2

)2 = 1,
3∑

g1=1

(eg1)
2 = 1. (17)

З урахуванням (16) i (15) бачимо, що всi три функ-
цiї ρ(j) (x1, x2) , j = 0, 1, 2 задовольняють одне й те ж
рiвняння:

ga1a2
∂2ρ(j) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

+ ga1a2
∂2ρ(j) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

−χ(j) (x1, x2) ρ(j) (x1, x2) = 0, j = 0, 1, 2. (18)

Рiзниця мiж цими функцiями може бути пов’язана
з постановкою рiзних граничних умов для рiвняння
(18). Розгляньмо властивостi розв’язкiв цього рiвнян-
ня за рiзних граничних умов.

III. АНАЛIЗ РIВНЯНЬ ДЛЯ ФУНКЦIЙ
ρ(j) (x1, x2) , j = 0, 1, 2

Рiвняння, аналогiчнi (18) вже розглядали в [13,14].
Тут ми їх проаналiзуємо тим самим методом, що й у
цих працях, але звернемо увагу на деякi властивостi,
якi в них залишилися поза увагою.

Замiсть польових функцiй ρ(j) (x1, x2) i χ(j) (x1, x2),
введiмо новi польовi функцiї a(j) (x1, x2) i b(j) (x1, x2)
за допомогою спiввiдношень

ρ(j) (x1, x2) = a(j) (x1, x2)− b(j) (x1, x2)

χ(j) (x1, x2) = a(j) (x1, x2) + b(j) (x1, x2) .
(19)

Тодi рiвняння (18) перепишемо в симетричному виглядi(
∂2a(j) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

ga1a2 +
∂2a(j) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

ga1a2 − a2
(j) (x1, x2)

)
−
(
∂2b(j) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

ga1a2 +
∂2b(j) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

ga1a2 − b2(j) (x1, x2)
)

= 0.
(20)

Цьому рiвнянню можна нав’язати частковий розв’язок

∂2a(j) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

ga1a2 +
∂2a(j) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

ga1a2 − a2
(j) (x1, x2) = k(j),

∂2b(j) (x1, x2)
∂xa1

1 ∂x
a2
1

ga1a2 +
∂2b(j) (x1, x2)
∂xa1

2 ∂x
a2
2

ga1a2 − b2(j) (x1, x2) = k(j),

(21)

де k(j) — деякi константи. Умова (21) є додатковою
умовою, яка довизначає систему рiвнянь для дво-
частинкового калiбрувального поля i про яку йшло-
ся вище. Оскiльки рiвняння для функцiй a(j) (x1, x2)
i b(j) (x1, x2) виявилися однаковими, далi аналiзува-
тимемо лише рiвняння для a(j) (x1, x2). Вiдтак, як i
в [13,14], уведемо координати Якобi

Xa1 =
1
2

(xa1
1 + xa1

2 ) , ya1 = xa1
2 − xa1

1 ,y =
(
y1, y2, y3

)
(22)

i звузимо отримане рiвняння на пiдмножину одночас-
ностi

x0
1 = x0

2, y
0 = 0. (23)

Подiбне звуження докладно обговорено в працях [13,

14]. Пiсля описаних перетворень отримуємо рiвняння

ga1a2
∂2a(j) (X,y)
∂Xa2∂Xa1

+ (−4) ∆ya(j) (X,y)

− 2a2
(j) (X,y) = 2k(j),

∆y ≡
∂2

(∂y1)2
+

∂2

(∂y2)2
+

∂2

(∂y3)2
.

(24)

Рiвняння (24), вочевидь, має частковий розв’язок
a(j) (X,y) = f(j) (y), який залежить лише вiд внут-
рiшнiх координат y i задовольняє рiвняння:

(−2) ∆yfj (y)− (fj (y))2 = k(j). (25)

Уведiмо, замiсть поля aj (X,y), нову невiдому функ-
цiю γ(j) (X,y) згiдно зi спiввiдношенням

a(j) (X,y) = f(j) (y) + γ(j) (X,y) . (26)
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Тодi для γ(j) (X,y) отримаємо рiвняння

− ga2a3
∂2γ(j) (X,y)
∂Xa2∂Xa3

−
(
Ĥ internal

(j)

)2

×
(
γ(j) (X,y)

)
+ 2
(
γ(j) (X,y)

)2 = 0,
(27)

де введене позначення(
Ĥ internal

(j)

)2 (
γ(j) (X,y)

)
≡ 4

(
−∆yγ(j) (X,y) +

(
−f(j) (y)

)
γ(j) (X,y)

)
.

(28)

Позначмо характерну довжину задачi l. Як вiдомо,
одночастинкове калiбрувальне поле Aa1,g1 (x) має роз-
мiрнiсть l−1. Вiдповiдно, двочастинковi поля повиннi
мати розмiрнiсть l−2. Уведiмо замiсть y i f(j) (y) вiд-
повiднi безрозмiрнi величини y1 i w(j) (y1) за допомо-
гою спiввiдношень:

y = ly1, f(j) (y) = l−2w(j) (y1) . (29)

Тодi оператор (28) буде таким:(
Ĥ internal

(j)

)2 (
γ(j) (X,y)

)
≡ 4l−2ĥ(j)

(
γ(j) (X,y)

)
,

ĥ(j)

(
γ(j) (X,y1)

)
= −∆y1γ(j) (X,y1)

+
(
−w(j) (y1)

)
γ(j) (X,y1) .

(30)

Тут множник l−2 забезпечує “правильну ” розмiрнiсть
квадрата енерґiї, а безрозмiрний оператор ĥ(j) фор-
мально збiгається з гамiльтонiаном частинки з без-
розмiрною масою 1/2 в полi безрозмiрної потенцiйної
енерґiї V (y1) =

(
−w(j) (y1)

)
, яку монжна знайти як

розв’язок рiвняння (25) пiсля знерозмiрювання (29) .
Звернiмо увагу на те, що хоча функцiя

(
−w(j) (y1)

)
формально й входить в оператор (29) на мiсцi потен-
цiйної енерґiї, на вiдмiну вiд ‘‘звичайної ” потенцiйної
енерґiї, вона не допускає змiни на довiльну констан-
ту. Справдi, вона визначається як розв’язок рiвняння
(25), яке не симетричне щодо зсуву розв’язку на кон-
станту.

Розгляньмо сферично-симетричний розв’язок
w(j) (|y1|) цього рiвняння для k(j) < 0, j = 0, 1, 2.
Стандартно замiнивши змiннi

|y1| = q−2
(j)r, w(j) (|y1|) = − 1

q(j)

v(j) (r)
r

, (31)

де v(j) (|y1|) — нова невiдома функцiя i введене позна-
чення

k(j)l
4 = −q2(j), (32)

яке явно враховує вiд’ємнi k(j), j = 0, 1, 2, отримаємо:

d2v(j) (r)
dr2

=

(
v(j) (r)− r

) (
v(j) (r) + r

)
2r

. (33)

Якщо обмежитися розглядом скiнченних при y = 0
розв’язкiв рiвняння (25) (бо для синґулярностi в цiй

точцi немає фiзичних пiдстав), то до рiвняння (33)
треба додати граничнi умови

v(j) (r)
∣∣
r=0

= 0,
dv(j) (r)
dr

∣∣∣∣
r=0

= C(j), (34)

де C(j) позначенi довiльнi константи, вiд обрання зна-
чення яких залежить поведiнка розв’язкiв рiвнянь
(33) для рiзних j. Вiдповiдний аналiз цiєї поведiнки
докладно наведено в [14]. Результат цього аналiзу та-
кий. У рiвняння (33) є два очевиднi частковi розв’язки

v
(+)
(j) (r) = r, v

(−)
(j) (r) = −r. (35)

Графiки цих розв’язкiв розбивають пiвплощину(
r, v(j)

)
, r > 0 на три частини. Якщо розв’язок v(j) (r)

потрапляє в частину пiвплощини v(j) (r) > v
(+)
(j) (r) (це

вiдбувається за умови C(j) > 1), то при r → +∞
розв’язок v(j) (r) теж наближається до (+∞). Подiб-
нi розв’язки, як показано в [13, 14], описують кон-
файнмент кваркiв i глюонiв. За умови C(j) < 1 роз-
в’язок асимптотивно при r → +∞ наближається до
v
(−)
(j) (r), здiснюючи ‘‘загасаючi коливання” навколо

цього розв’язку. Розв’язок v
(+)
(j) (r) є нестiйким. Мале

вiдхилення вiд нього в дiлянку v(j) (r) > v
(+)
(j) (r) або

v(j) (r) < v
(+)
(j) (r) приведе до реалiзацiї асимптотики,

характерної для кожної з цих дiлянок.

ω
(j)
(r
)

−1,8

−1,7

−1,6

−1,5

−1,4

−1,3

−1,2

−1,1

−1

−0,9

−0,8

−1,8

−1,7

−1,6

−1,5

−1,4

−1,3

−1,2

−1,1

−1

−0,9

−0,8

r
0 10 20 30 40 50 60

0 10 20 30 40 50 60

C(j) = -1.5
С(j) = -1.7

Рис. 1. Результати чисельного розв’язку рiвняння (33)
за рiзних граничних умов.

На рис. 1 показанi приклади чисельних розв’язкiв
рiвняння (33) за рiзних значень константи C(j). При
цьому наведенi графiки для функцiї

ω(j) (r) =
v(j) (r)
r

, (36)

яка з точнiстю до сталого множника збiгається з по-
тенцiалом гамiльтонiана (30). Тому з рис. 1 видно, що,
по-перше, оператор (30), а разом iз ним i оператор (28)
мають вiд’ємнi власнi значення. По-друге, цi власнi
значення залежать вiд обрання константи C(j). По-
третє, власнi функцiї цього оператора, що вiдповiда-
ють дискретному спектру, наближатимуться до нуля,
якщо |y1| → ∞. Це означає, що вони описуватимуть
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зв’язаний стан двох калiбрувальних бозонiв. При цьо-
му, внаслiдок того, що потенцiал ω(j) (r) має скiнчен-
ну асимптотику, цi калiбрувальнi бозони не перебува-
ють у станi конфайнменту, на вiдмiну вiд [18].

Вiд’ємнiсть власного значення оператора(
Ĥ internal

(j)

)2

разом з нелiнiйним внеском у рiвняння

(27) для польової функцiї γ(j) (X,y), який, як видно з
(1)–(27), походить вiд самодiї неабелева калiбруваль-
ного поля, призводять до спонтанного порушення си-
метрiї. Справдi, вираз для дiї, що породжує рiвняння
(27), є таким:

Sj =
∫
d4Xdy

(
1
2
ga2a3

∂γ(j) (X,y)
∂Xa2

∂γ(j) (X,y)
∂Xa3

− 2
3∑

b=1

(
∂γ(j) (X,y)

∂yb

)2

+ 2f(j) (y)
(
γ(j) (X,y)

)2
+

2
3
(
γ(j) (X,y)

)3)
.

(37)

Iнтеґруючи за частинами доданки, що мiстять
(
∂γ(j) (X,y)/∂yb

)2, i враховуючи, що γ(j) (X,y) як власна

функцiя дискретного спектра оператора
(
Ĥ internal

(j)

)2

наближається до 0, якщо |y| → +∞, отримаємо

Sj =
∫
d4Xdy

(
1
2
ga2a3

∂γ(j) (X,y)
∂Xa2

∂γ(j) (X,y)
∂Xa3

− 1
2
γ(j) (X,y)

(
Ĥ internal

(j)

)2

γ(j) (X,y) +
2
3
(
γ(j) (X,y)

)3)
. (38)

Позначмо ψ(a,j) (y) нормовану на одиницю власну

функцiю оператора
(
Ĥ internal

(j)

)2

, що вiдповiдає най-
меншому власному значенню. Само це власне зна-
чення позначмо

(
−µ(a,j)

2
)
. Використання iндексу a

в дужках поряд з iндексом j має на метi пiдкресли-
ти, що йдеться про розв’язки рiвнянь, що походять
з рiвняння (21)для функцiй a(j), якi можуть вiдрiз-
нятися вiд вiдповiдних розв’язкiв рiвнянь (21) для

функцiй b(j),якi розглядатимемо далi. Запишiмо по-
ле γ(j) (X,y) так:

γ(j) (X,y) = φ(a,j) (X)ψ(a,j) (y) , (39)

де φ(a,j) (X) — новi невiдомi польовi функцiї. Пiдстав-
ляючи (39) у (38) i виконуючи iнтеґрування за внут-
рiшньою змiнною y, отримаємо:

S(j) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

∂φ(a,j) (X)
∂Xa1

∂φ(a,j) (X)
∂Xa2

+
µ2

(a,j)

2
(
φ(a,j) (X)

)2 +
2
3
Z(a,j)

(
φ(a,j) (X)

)3)
, (40)

де введено позначення∫
dy
(
ψ(a,j) (y)

)3 = Z(a,j). (41)

Як власна функцiя гамiльтонiана (30), функцiя
ψ(a,j) (y) може бути пiддана довiльному U (1)-
перетворенню. Оскiльки поле γ(j) (X,y) будується з
одночастинкових дiйсних калiбрувальних полiв, йо-
го розглядаємо як дiйсне. Поле φ(a,j) (X), щодо якого
ми очiкуємо, що пiсля квантування воно описуватиме
процеси народження i знищення бозонiв Гiґґса, також
розглядаємо як дiйсне, бо бозон Гiґґса розпадається
на два фотони [20] i, вiдтак, повинен бути нейтраль-
ним. Отже, функцiя ψ(a,j) (y) також повинна бути
дiйсною. Внаслiдок осциляцiйної теореми, оскiльки
ψ(a,j) (y) є власною функцiєю гамiльтонiана (30), яка
вiдповiдає найменшому власному значенню, ця функ-

цiя для всiх значень арґумента приймає значення од-
ного й того ж знака. Проте сам цей знак наведеними
мiркуваннями не визначається. Але його можна ви-
значити з мiркувань обмеженостi знизу густини енер-
ґiї поля φ(a,j) (X). Для цього знак ψ(a,j) (y) треба уз-
годити зi знаком φ(a,j) (X) так, щоб вони були проти-
лежними. Запишемо φ(a,j) (X) у виглядi φ(a,j) (X) =
±
∣∣φ(a,j) (X)

∣∣ i, вiдповiдно, Z(a,j) = ∓
∣∣Z(a,j)

∣∣. Густина
енерґiї T00,(j) для поля φ(a,j) (X) є такою:

T00,(j) =
1
2

3∑
a1=0

(
∂φ(a,j) (X)
∂Xa1

)2

−
µ(a,j)

2

2
(
φ(a,j) (X)

)2
+

2
3

∣∣Z(a,j)

∣∣ (∣∣φ(a,j) (X)
∣∣)3 (42)

i обмежена знизу величиною. Ця обмеженiсть досяг-
нута, вочевидь, за рахунок уведення неаналiтичностi
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T00,(j), якщо φ(a,j) (X) = 0. Але за рахунок ненульо-
вого вакуумного значення поля φ(a,j) (X) нам потрiб-
но буде проквантувати малi коливання поля в околi
цього ненульового значення. За ненульових значень
поля всi величини аналiтичнi. Тобто вказана неаналi-
тичнiсть не є суттєвою, бо поле не “дiйде” до таких
значень, за яких вона проявилася б.

Величина T00,(j) має локальний мiнiмум, якщо

φ(a,j) (X) ≡ φmin
(a,j) =

µ2
(a,j)

2
∣∣Z(a,j)

∣∣ . (43)

Будь-яке вiдхилення φ(a,j) (X) = φmin
(a,j) + δφ(a,j) (X)

вiд цiєї польової конфiґурацiї спричинятиме зрос-
тання густини енерґiї T00,(j) за умови, що функцiя
δφ(a,j) (X) прийматиме достатньо малi значення за
довiльних значень арґументу X. Точнiше, для цьо-
го достатньо, щоб виконувалася вимога δφ(a,j) (X) >
−φmin

(a,j). Отже, маємо польовi флуктуацiї навколо не-
нульового вакуумного значення φmin

(a,j). При цьому, як
видно з (42), розклад T00,(j) в ряд Тейлора в околi
цього значення має вигляд

T00,(j) =
1
2

3∑
a1=0

∂
(
φ(a,j) (X)− φmin

(a,j)

)
∂Xa1

2

−
µ6

(a,j)

24
∣∣Z(a,j)

∣∣2 +
µ2

(a,j)

2

(
φ(a,j) (X)− φmin

(a,j)

)2

(44)

+
2
3

∣∣Z(a,j)

∣∣ (φ(a,j) (X)− φmin
(a,j)

)3

.

Розгляньмо можливу фiзичну iнтерпретацiю цих
результатiв. У попередньому роздiлi, розглядаючи
рiвняння двочастинкового калiбрувального поля, ми
виходили з динамiчних рiвнянь для “затравочних ”
безмасових калiбрувальних полiв. Припустимо, що ми
маємо для такого безмасового калiбрувального поля
польову конфiґурацiю, що вiдповiдає нульовим зна-
ченням усiх польових функцiй. Тодi чотиривектор
енерґiї-iмпульсу для такої польової конфiґурацiї має
нульовi компоненти i ця властивiсть зберiгається пiд
час переходу до будь-якої iншої iнерцiйної системи
вiдлiку. Тому для подальшого аналiзу ми можемо об-
рати довiльну систему вiдлiку. В такiй довiльнiй сис-
темi вiдлiку розгляньмо флуктуацiї польової конфiґу-
рацiї з нульовими польовими функцiями. Оскiльки
поки що йдеться про безмасовi поля, то енерґетичний
бар’єр для народження певної флуктуацiї визначає-
ться лише її характерною довжиною хвилi i зi зрос-
танням цiєї довжини може ставати скiльки завгодно
малим. А що йдеться про стан iз нульовим iмпульсом,
то такi флуктуацiї повиннi народжуватися, як мiнi-
мум, парами зi взаємно протилежними iмпульсами.
Водночас, як видно з попереднiх мiркувань i зокре-
ма з результатiв, наведених на рис. 1, взаємодiя цих
флуктуацiй, яка є наслiдком неабелевої самодiї калiб-
рувального поля, призводить до зниження енерґiї. За
таких умов для достатньо довгохвильових флуктуа-
цiй зниження енерґiї за рахунок їх взаємодiї вияви-
тиметься бiльшим за витрату енерґiї на їх утворення.

Зокрема, утворення двох “затравочних ” безмасових
калiбрувальних бозонiв i їх зв’язування в бозон Гiґґ-
са не вимагатиме затрат енерґiї, а навпаки, вiдбува-
тиметься з видiленням енерґiї. Отже, можна фiзич-
но iнтерпретувати вiд’ємний внесок в густину енерґiї
(42), а вiдтак i вiд’ємний знак власного значення опе-
ратора (30), який породжує цей внесок. За описаних
умов розглянута польова конфiґурацiя з нульовими
польовими функцiями калiбрувального поля стає не-
стiйкою щодо таких флуктуацiй. Як видно з рис. 1,
навiть якщо вiдстань мiж калiбрувальними бозонами
наближається до нескiнченностi, внесок їх взаємодiї в
енерґiю не стає нульовим, а залишається вiд’ємним.
Нагадаємо, що на рис. 1 наведено графiк розв’язкiв
рiвняння (33), яке не допускає змiни на довiльну кон-
станту. Звернiмо увагу на те, що описана ситуацiя ду-
же нагадує Стандартну модель критичних явищ [21],
коли сильнi флуктуацiї в системi з кореляцiйним радi-
усом, що наближається до нескiнченностi, приводять
до перебудови її основного стану. В нашому випадку
така перебудова приведе до того, що довгохвильовi
скорельованi флуктуацiї калiбрувальних полiв вилу-
чатимуться зi спектра, перетворюючись у поле Гiґґ-
са, натомiсть короткохвильовi флуктуацiї, для яких
енерґiя їх утворення перевищує енерґiю, що видiлить-
ся пiд час утворення з них бозона Гiґґса, залишатиму-
ться в спектрi калiбрувальних полiв. Наявнiсть дов-
гохвильових мод у спектрi калiбрувального поля мог-
ла б забезпечувати нескiнченний радiус взаємодiї, що
описується калiбрувальним полем. Натомiсть їх ви-
лучення зi спектра означає формування скiнченного
радiуса взаємодiї. Оскiльки в спектрi калiбрувальних
полiв залишаються лише короткохвильовi збудження,
енерґетичний порiг яких уже не може бути зведений
до нуля, у калiбрувальних полiв з’являється маса. От-
же, маємо процес типу критичної конденсацiї калiб-
рувальних бозонiв. Водночас взаємодiя мiж калiбру-
вальними бозонами породжує взаємодiю мiж їхнiми
зв’язаними станами. Ця взаємодiя описується кубiч-
ним по полю доданком у (42) i, виходячи з його знака,
спричиняє зростання енерґiї. Конкуренцiя мiж цими
двома процесами i встановлення рiвноваги мiж ними
визначають ненульове вакуумне очiкування (43) по-
ля φ(a,j) (X) i новий мiнiмум густини енерґiї. Отже,
значення квадрата маси зв’язаного стану двох калiб-
рувальних бозонiв, яке, як видно з розкладу (44), до-
рiвнює µ2

(a,j), визначається не тiльки “внутрiшньою”
енерґiєю складальних частинок, а й внеском “зовнiш-
ньої ” енерґiї їх взаємодiї, не пов’язаним iз внутрiшнiм
станом. Тому “справжнiй” оператор квадрата енерґiї
зв’язаного стану двох калiбрувальних бозонiв може
бути записаний у виглядi:

(
Ĥtrue

internal,(j)

)2

=
(
Ĥ internal

(j)

)2

+
d2

d
(
φ(a,j) (X)

)2 (2
3
|Za,j | (|φa,j (X)|)3

)∣∣∣∣∣
φ(a,j)(X)=φmin

(a,j)

Ê

=
(
Ĥ internal

(j)

)2

+ 2µ2
(a,j)Ê. (45)
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Тут уведено позначення Ê для одиничного операто-
ра. Вiдповiдний внесок у “справжнiй” оператор не по-
в’язаний iз внутрiшнiм станом i тому на просторi та-
ких станiв повинен представлятись одиничним опера-
тором.

Наведенi мiркування дозволяють по-iншому, нiж
ми це зробили в попередньому роздiлi, iнтерпрету-
вати перехiд вiд рiвняння (5) до спiввiдношення (9).
Першi два доданки в (5) можна пояснити як взаємо-
дiю скалярного двочастинкового поля φg1g2 (x1, x2) з
двома екземплярами “затравочного” одночастинково-
го безмасового калiбрувального поля. Як ми бачили,
така “затравочна” польова конфiґурацiя не є стiйкою
i тому не може реалiзуватися як одночастинкове по-
ле. З цих мiркувань, ми можемо покласти одночас-
тинковi польовi функцiї в (5) рiвними нулевi i вiдразу
отримати (9). При цьому “справжнє” калiбрувальне
поле встановлює локальну iнварiантнiсть лаґранжiа-
нiв (40) i взаємодiє з полем Гiґґса, набуваючи масу.
Воно буде введене в наступному роздiлi.

Розгляньмо тепер поле b(j) (X,y) , яке отримуємо з
уведеного вище поля b(j) (x1, x2) звуженням на пiд-
множину одночасностi (23). Маючи для нього таке ж
рiвняння, як i (24) для a(j) (X,y) проведiмо тi ж пе-
ретворення, що i для a(j) (X,y). Зокрема представля-
ючи його у виглядi, аналогiчному (26)

b(j) (X,y) = f(b,j) (y) + γ(b,j) (X,y) . (46)

Тодi для f(b,j) (y) отримаємо таке саме рiвняння (25)
що й для f(j) (y). Щоб мати найпростiшу ситуацiю,
оберiмо як його розв’язок ту ж саму функцiю, що
й у випадку поля a(j) (X,y). Тобто знов розглянь-
мо сферично-симетричний розв’язок рiвняння (25) i
поставмо до нього тi ж самi граничнi умови (34) з
тим самим значенням константи C(j) (для кожно-
го j). Тодi для поля γ(b,j) (X,y) отримаємо рiвнян-

ня з тим самим оператором
(
Ĥ internal

(j)

)2

, що й у (28).
Але записуючи γ(b,j) (X,y) у виглядi γ(b,j) (X,y) =
φ(b,j) (X)ψ(b,j) (y), де ψ(b,j) (y) задовольняє рiвняння(

Ĥ internal
(j)

)2

ψ(b,j) (y) =
(
−µ2

(b,j)

)
ψ(b,j) (y) , (47)

скористаємось тим, що це рiвняння, окрiм власної

функцiї оператора
(
Ĥ internal

(j)

)2

, має ще й тривiальний
розв’язок ψ(b,j) (y) = 0. Обираючи саме цей варiант,
отримуємо для поля γ(b,j) (X,y) частковий розв’язок

γ(b,j) (X,y) = f(j) (y) . (48)

Тодi, враховуючи (19), (26),(39), (48), звуження по-
лiв ρ(j) (x1, x2) , j = 0, 1, 2 на пiдмножину одночаснос-
тi (23) набирає вигляду:

ρ(j) (X,y) = −
∣∣φ(a,j) (X)

∣∣ ∣∣ψ(a,j) (y)
∣∣ . (49)

Тепер ми можемо використати встановленi в цьому
роздiлi властивостi полiв ρ(j) (X,y) для аналiзу взає-
модiї з неабелевим калiбрувальним SU(2)-полем рiз-
них незвiдних складникiв (16).

IV. ПОЛЕ ГIҐҐСА, ПОВ’ЯЗАНЕ З
АНТИСИМЕТРИЧНОЮ ЧАСТИНОЮ

ДВОЧАСТИНКОВОГО ПОЛЯ (10)

Розгляньмо поле Гiґґса

Hg1 (X) = −
∣∣φ(a,2) (X)

∣∣ eg1 . (50)

Тодi дiю (40) для поля Гiґґса можна записати так:

S(2) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

3∑
g1=1

(
∂Hg1 (X)
∂Xa1

∂Hg1 (X)
∂Xa2

)

+
1
2
µ2

(a,2)

3∑
g1=1

(Hg1 (X))2 − 2
3

∣∣Z(a,2)

∣∣( 3∑
g1=1

(Hg1 (X))2
)3/2

 .

(51)

Наявнiсть степеня 3/2 не становить проблеми, бо навiть ґлобального SU(2)-перетворення достатньо, щоб
повернути орт eg1 так, щоб вiн збiгався з однiєю з координатних осей i, вiдповiдно до (50), двi з трьох компонент
поля Гiґґса обернулися на нуль. Як зазначалося вище, досi ми розглядали вирази для дiї, якi, подiбно до (51),
мають ґлобальну SU(2)-симетрiю. Вимагаючи тепер симетрiї лаґранжiана, що вiдповiдає дiї (51), стосовно
локальних SU(2)-перетворень подовжимо похiднi й додамо лаґранжiан вiльного калiбрувального поля. При
цьому скористаємось тим, що, внаслiдок дiйсностi поля Гiґґса, дiю (51) можна переписати так:

S(2) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

∂H†
g1

(X)
∂Xa1

∂Hg1 (X)
∂Xa2

+
1
2
µ2

(a,2)

(
H†

g1
(X)Hg1 (X)

)
− 2

3
|Za,2|

(
H†

g1
(X)Hg1 (X)

)3/2
)
.

(52)
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Тут ми Hg1 (X) , g1 = 1, 2, 3 розглядаємо як елементи стовпця i H†
g1

(X) позначаємо елемент ермiтово-
спряженого рядка. За iндексом g1, що повторюється, як зазвичай мається на увазi пiдсумування. Замiнюючи
в (52) похiднi вiд поля Гiґґса на подовженi похiднi, а похiднi вiд ермiтово-спряженого поля на оператори,
ермiтово-спряженi до подовжених похiдних, отримаємо функцiонал дiї, який позначатимемо S(2,A):

S(2,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

3∑
g1=1

((
∂Hg1 (X)
∂Xa1

− gAa1,g3 (X)Hg2 (X) εg3g2g1

)
×
(
∂Hg1 (X)
∂Xa2

− gAa2,g5 (X) εg5g1g4Hg4 (X)
))

+
1
2
µ2

(a,2)

3∑
g1=1

(Hg1 (X))2 − 2
3

∣∣Z(a,2)

∣∣( 3∑
g1=1

(Hg1 (X))2
)3/2

−1
4

3∑
g1=1

F a1a2
g1

(X)Fa1a2,g1 (X)

)
.

(53)

Тут Fa1a2,g1 (X) — тензор напруженостей неабелева калiбрувального поля. Оберiмо калiбрування, у якому поле
Гiґґса має вигляд:

Hg1 (X) =
(
0, 0, H3 (X) .

)
(54)

Розкладiмо пiдiнтеґральний вираз за ступенями вiдхилення δH3 (X) поля H3 (X) вiд значення φmax
(a,2) (43), що

доставляє мiнiмум густинi енерґiї:

S(2,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

∂δH3 (X)
∂Xa1

∂δH3 (X)
∂Xa2

− 1
2
µ2

(a,2)(δH3 (X))2 − 2
3

∣∣Z(a,2)

∣∣ (δH3 (X))3

− g2

2

(
2φmin

(a,2)δH3 (X) + (δH3 (X))2
)

(Aa1
1 (X)Aa1,1 (X) +Aa1

2 (X)Aa1,2 (X))

− 1
2

(
gφmin

(a,2)

)2

(Aa1
1 (X)Aa1,1 (X) +Aa1

2 (X)Aa1,2 (X)) −1
4

3∑
g1=1

F a1a2
g1

(X)Fa1a2,g1 (X)

)
.

(55)

У цьому виразi ми вiдкинули незалежний вiд польо-
вих функцiй доданок, який походить iз нульового
внеску по ступенях δH3 (X) у розкладi частини ла-
ґранжiана, що вiдповiдає полю Гiґґса. З (55) видно,
що масу m2 = gφmin

a,2 отримали тiльки компоненти ка-
лiбрувального поля Aa1,g1=1 (x) i Aa1,g1=2 (x), але не
Aa1,g1=3 (x), що притаманно випадку коли поле Гiґґ-
са розглядається у векторному зображеннi [9, 22, 23].
У працi [24] ми запропонували модель, у якiй поле
Z-бозонiв розглянуто не як лiнiйна комбiнацiя тре-
тьої компоненти SU(2)-калiбрувального поля i U(1)-
калiбрувального поля, а зiставлено з компонентою
Aa1,g1=3 (x). У межах такого пiдходу взаємодiя калiб-
рувального поля з антисиметричним за внутрiшнiми
iндексами полем Гiґґса, як бачимо, не надає маси Z-
бозонам. Але, як буде показано в наступному роздiлi,

функцiю надання маси Z-бозонам виконує симетрич-
на за внутрiшнiми iндексами частина з нульовим слi-
дом.

V. СИМЕТРИЧНЕ ЗА ВНУТРIШНIМИ
IНДЕКСАМИ ПОЛЕ ГIҐҐСА З НУЛЬОВИМ

СЛIДОМ

Аналогiчно (50) введiмо тензорне поле Гiґґса:

Hg1g2 (X) = −
∣∣φ(a,1) (X)

∣∣ es
g1g2

. (56)

З урахуванням умови нормування (17) дiю (40)
можна переписати через поле (56).

S(1) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

∂Hg1g2 (X)
∂Xa1

∂Hg1g2 (X)
∂Xa2

+
((
µ(a,1)

)2
/2
)

(Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))

−2
3

∣∣Z(a,1)

∣∣ (Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))3/2

)
.

(57)
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Тепер ми можемо розглянути взаємодiю калiбру-
вального поля Aa1,g1 (x) з тензорним полем Гiґґса
Hg1g2 (X). Для цього достатньо вимагати незмiннос-
тi лаґранжiана, що вiдповiдає дiї (57) щодо пере-
творень приєднаного представлення локальної групи

SU(2), за яким перетворюється тензорне поле Гiґґса
Hg1g2 (X).

Отже, вимога локальної SU(2) iнварiантностi буде
виконана, якщо вiд дiї (57) перейти до

S(1,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

(
∂Hg2g1 (X)
∂Xa1

− gHg3g2 (X)Aa1,g4 (X) εg4g3g1 −gHg1g3 (X)Aa1,g4 (X) εg4g3g2)

×
(
∂Hg1g2 (X)
∂Xa2

− gAa2,g5 (X) εg5g1g6Hg6g2 (X)− gAa2,g5 (X) εg5g2g6Hg1g6 (X)
)

+
((
µ(a,1)

)2
/2
)

(Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))− 2
3
g2
∣∣Z(a,1)

∣∣ (Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))3/2

)
− 1

4
F a1a2

g1
(X)Fa1a1,g1 (X) .

(58)

Тут, як i в (53) — величина Fa1a2,g1 (X) позначає тензор напруженостей неабелева калiбрувального поля.
Пiсля перетворень, вираз (58) можна записати так:

S(1,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

(
∂Hg2g1 (X)
∂Xa1

∂Hg1g2 (X)
∂Xa2

− 2g2
(
(Hg3g2 (X)Hg3g2 (X)) (Aa1,g4 (X)Aa2,g4 (X))

− (Aa1,g1 (X)Hg1g2 (X)) (Hg3g2 (X)Aa2,g3 (X))
)

−εg3g4g1εg5g2g6Hg4g2 (X)Hg1g6 (X)Aa1,g3 (X)Aa2,g5 (X))
)

+
((
µ(a,1)

)2
/2
)

(Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))− 2
3

∣∣Z(a,1)

∣∣ (Hg1g2 (X)Hg1g2 (X))3/2

−1
4
F a1a2

g1
(X)Fa1a2,g1 (X)

)
.

(59)

Для подальшого спрощення цього виразу скористаймось тим, що симетричний тензор es
g1g2

ще на етапi роз-
гляду ґлобальної SU(2)-симетрiї вiдповiдним глобальним перетворенням може бути зведений до дiагонального
вигляду. При цьому його слiд повинен зберiгатися i тому дорiвнюватиме нулевi. З урахуванням цього можемо
записати

es
g1g2

= m1δg11δg21 +m2δg12δg22 − (m1 +m2) δg13δg23. (60)

Тут m1,m2- довiльнi коефiцiєнти, якi внаслiдок умови нормування (17) повиннi задовольняти вимогу:

m2
1 +m2

2 + (m1 +m2)
2 = 1. (61)

З урахуванням представлень (60) i (56) вираз для дiї (59) можна записати так:

S(1,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

(∂φ(a,1) (X)
∂Xa1

∂φ(a,1) (X)
∂Xa2

−

− 2g2
(
φ(a,1) (X)

)2 (
Aa1,1 (X)Aa2,1 (X)

(
1− (m1)

2 + 2m2 (m1 +m2)
)

+Aa1,2 (X)Aa2,2 (X)
(
1− (m2)

2 + 2m1 (m1 +m2)
)

+Aa1,3 (X)Aa2,3 (X)
(
1− (m1 +m2)

2 − 2m2m1

)))
.

(62)
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Оскiльки поля Aa1,1 (X) i Aa1,2 (X) пов’язанi з W+

i з W−-бозонами, якi є античастинками одна до од-
ної, взаємодiючи з полем Гiґґса, вони повиннi отриму-
вати однаковi маси. Це означає, що коефiцiєнти при
Aa1,1 (X)Aa2,1 (X) i при Aa1,2 (X)Aa2,2 (X) в (62) по-
виннi бути однаковими. Тому маємо рiвняння:

1− (m1)
2 + 2m2 (m1 +m2)

= 1− (m2)
2 + 2m1 (m1 +m2) . (63)

Це рiвняння має два розв’язки:

m1 = m2,m1 = −m2. (64)

Розгляньмо спочатку випадок

m1 = m2 = m. (65)

Тодi, внаслiдок умови нормування (61), маємо

m2 =
1
6
. (66)

З урахуванням цього, замiсть (62), маємо

S(1,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

(∂φ(a,1) (X)
∂Xa1

∂φ(a,1) (X)
∂Xa2

−g2
(
φ(a,1) (X)

)2 2∑
g1=1

Aa1,g1 (X)Aa2,g1 (X)
)

+

(
µ(a,1)

)2
2

(
φ(a,1) (X)

)2 − 2
3

∣∣Z(a,1)

∣∣ ∣∣φ(a,1) (X)
∣∣3

−1
4
F a1a2

g1
(X)Fa1a2,g1 (X)

)
.

(67)

Розгляньмо тепер можливiсть

m1 = −m2. (68)

Тодi з урахуванням (61) отримаємо:

S(1,A) =
∫
d4X

(
1
2
ga1a2

(
∂φ(a,1) (X)
∂Xa1

∂φ(a,1) (X)
∂Xa2

−g2
(
φ(a,1) (X)

)2 ( 2∑
g1=1

Aa1,g1 (X)Aa2,g1 (X) + 4Aa1,3 (X)Aa2,3 (X)
)))

+

(
µ(a,1)

)2
2

(
φ(a,1) (X)

)2 − 2
3

∣∣Z(a,1)

∣∣ ∣∣φ(a,1) (X)
∣∣3 −1

4
F a1a2

g1
(X)Fa1a2,g1 (X)

)
.

(69)

Отже, як видно з (67), якщо m1 = m2, як i у ви-
падку, розглянутому в попередньому роздiлi, за ра-
хунок взаємодiї з полем Гiґґса масу отримують лише
поля Aa1,g1=1 (X) , Aa1,g1=2 (X), а вiдтак пов’язанi з
ними W±-бозони, але не пов’язаний з Aa1,g1=3 (X) Z-
бозон [24]. Натомiсть випадок m1 = −m2 є цiкавiшим,
бо, як видно з (69), у цьому разi масу набувають всi
три компоненти калiбрувального поля, а вiдтак — як
W±-бозони, так i Z-бозон. Цю масу можна отримати,
як зазвичай, розкладаючи поле φ(a,1) (X) в ряд Тей-
лора в околi ненульового вакуумного значення φmin

(a,1),

що визначається формулою (43). Нульовий додаток
цього розкладу в (69) приводить до таких внескiв у
маси W± i Z-бозонiв за рахунок взаємодiї з симет-
ричним iз нульовим слiдом тензорним полем Гiґґса
Hg1g2 (X):

∆m(1)
W =

√
2gφmin

(a,1),∆m
(1)
Z = 2

√
2gφmin

(a,1). (70)

Iндекс (1) позначає, що йдеться про внески до маси
за рахунок взаємодiї зi симетричною з нульовим слi-
дом частиною розкладу (10). Суттєво, що внесок у ма-
су Z-бозона виявився бiльшим за внесок у масу W±-

бозонiв. Як вiдомо з експерименту [7], маса Z-бозона
бiльша за маси W±− бозонiв. Оскiльки взаємодiя ка-
лiбрувальних полiв з антисиметричною частиною роз-
кладу (10) породжує лише маси W±-бозонiв, якби
зазначене спiввiдношенням мiж внесками не викону-
валося б, то модель не вiдповiдала б експерименту.
Виходячи з (55), внески в маси за рахунок взаємодiї
калiбрувальних полiв з антисиметричною частиною
розкладу (10) мають вигляд:

∆m(2)
W = gφmin

(a,2),∆m
(2)
Z = 0. (71)

Оскiльки калiбрувальне поле Aa1,g1 (X) взаємодiє як
з антисиметричною, так i з симетричною частиною
розкладу (10), лаґранжiан взаємодiї мiститиме суму
вiдповiдних внескiв як в (69) так i в (55). Тому ма-
си W± i Z-бозонiв у розглянутiй моделi отримаємо,
складаючи внески (70) i (71):

mW = g
(√

2φmin
(a,1) + φmin

(a,2)

)
,mZ = 2

√
2gφmin

(a,1). (72)

Цi формули, як уже зазначалося вище, залишають
можливiсть задовольнити експериментальне спiввiд-
ношення mZ > mW .
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Для отримання цих результатiв знадобився доволi
специфiчний вигляд тензора es

g1g2
, який перетворен-

ням приєднаного представлення зводиться до

es
g1g2

=
1√
2

(δg11δg21 − δg12δg22) . (73)

Окрiм того, вектор eg1 , що розглядався в попередньо-
му роздiлi, як видно з (54), повинен зводитись також
до специфiчного вигляду

eg1 =
(
0 0 1

)
. (74)

При цьому обидва зображення, (73) i (74), повиннi
реалiзовуватись в одному й тому самому базисi лi-
нiйного простору, на якому реалiзується приєднане
представлення групи SU(2). Цього можна досягти,
якщо розглянути побудову двочастинкового калiбру-
вального поля (1)–(3), обмежуючись лише компонен-
тами Aa1,g1=1 (xb) , Aa1,g1=2 (xc) , b, c = 1, 2. Цi компо-
ненти легко виразити через поля W±

a1
(xb) . Тобто, це

означає, що бозон Гiґґса ми будемо розглядати не
просто як зв’язаний стан двох калiбрувальних бозо-
нiв, а саме як зв’язаний стан W+ i W−-бозона, але
не Z-бозона. У такому випадку всi компоненти тензо-
ра (3), а вiдтак i його незвiдних частин (10), у яких
хоча б один з iндексiв дорiвнює трьом, є рiвними нуле-
вi. За таких умов вектор φg3 (x1, x2) , що визначається
спiввiдношенням (13), має лише одну компоненту, вiд-
мiнну вiд нуля, i ця компонента вiдповiдає значенню
g3 = 3. Вiдтак вектор eg1 , що визначається (16), має
потрiбний вигляд (74).

Оскiльки ненульовi компоненти тензора es
g1g2

ма-
ють iндекси, що дорiвнюють 1 i 2, то його дiагона-
лiзацiю можна досягнути лише обертами в площинi
простору внутрiшнiх iндексiв, ортогональнiй вектору
eg1 . Тому цi оберти не змiнюватимуть потрiбного ви-
гляду цього вектора. Окрiм того, компоненти es

g1g2
, у

яких хоча б один iндекс дорiвнює 3, за таких обер-
тiв залишатимуться рiвними нулевi. Але тодi дiаго-
нальний вигляд цього тензора обов’язково виявиться
однаковим з (73).

VI. ОБГОВОРЕННЯ РЕЗУЛЬТАТIВ
I ВИСНОВКИ

На жаль, запропонована в цiй роботi модель не роз-
в’язує проблеми некалiбрувального введення в Стан-
дартнiй моделi юкавської взаємодiї фермiонних полiв

iз полем Гiґґса. З фiзичного погляду, оскiльки, фермi-
они взаємодiють iз W -бозонами, а бозон Гiґґса скла-
дається, в межах розглянутої моделi з W -бозонiв, та-
ка взаємодiя повинна вiдбуватися. Але як ввести її
саме на основi калiбрувального принципу, поки що
незрозумiло. Оскiльки всi фундаментальнi фермiоннi
поля взаємодiють iз W -бозонами, то тодi посередниц-
твом поля Гiґґса вони можуть взаємодiяти мiж собою.
З одного боку, це може пояснити нейтринне змiшуван-
ня, яке приводить до нейтринних осциляцiй [25–27]. З
iншого боку, незрозумiло, чому такi осциляцiї власти-
вi лише для нейтрино, тобто чому не спостерiгають-
ся осциляцiї мiж електроном i мюоном, якi через W -
бозони можуть взаємодiяти з полем Гiґґса. Тобто, це
поле може їх “перемiшувати” подiбно до вiдповiдних
нейтрино.

Ще одна проблема Стандартної моделi, яку не вда-
лося розв’язати в цiй роботi, пов’язана з тим, що
розбиття калiбрувальних полiв на зарядженi поля
W -бозонiв i незаряджене поле Z-бозона неможливо
зробити калiбрувально-iнварiантно. Тобто, переходя-
чи до нової калiбровки, потрiбно перейти до дiйсних
полiв Aa1,g1 (x), зробити калiбрувальне перетворення,
а потiм видiляти поля W - i Z-бозонiв. Саме в цьому
сенсi ми й розумiли W+ , W− i Z-поля в цiй роботi.

Згiдно зi спiввiдношенням (10), окрiм розглянутих
у попереднiх роздiлах антисиметричної i симетрич-
ної iз нульовим слiдом незвiдних частин, двочастин-
кове калiбрувальне поле мiстить ще скалярну части-
ну. Згiдно з розглянутими рiвняннями (18)–(44), та-
ка частина також має ненульове вакуумне значення,
яке виникає внаслiдок спонтанного порушення симет-
рiї. Тому таке поле природно називати скалярним за
внутрiшнiми iндексами — полем Гiґґса. Проте це поле
не може взаємодiяти з калiбрувальним полем i нада-
вати таким способом масу його компонентам. Частин-
ки такого поля не мають електричного заряду, бо во-
но дiйсне. Вони не мають внутрiшнiх SU(2)-iндексiв
i тому не беруть участi в слабкiй взаємодiї. Оскiль-
ки вони розглядаються як зв’язанi стани калiбруваль-
них SU(2)-бозонiв, то такi частинки не можуть бра-
ти участi в сильнiй взаємодiї. Водночас, через тензор
енерґiї-iмпульсу, таке скалярне поле може породжу-
вати свiй внесок у ґравiтацiйне поле. Отже, такi ска-
лярнi за внутрiшнiми iндексами бозони Гiґґса можуть
розглядатися як кандидат в складники темної мате-
рiї.
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MULTI-PARTICLE FIELDS AND HIGGS MECHANISM
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The paper draws attention to some theoretical problems of the Standard Model. In particular, the “phi-four”
self-action of the Higgs field in the Standard Model is not a consequence of the derivatives “extension” in order
to localize some symmetry. The same applies to the Yukawa interaction of the fermion fields with the Higgs field.
The only manifestation of such interactions which are being discussed is the mass generation by particles of the
Standard Model. Therefore it is unclear how the existence of such interactions can be confirmed experimentally.
In the paper, it is proposed to consider the Higgs boson as a bound state of two gauge bosons and describe it by
the multi-particle fields method [13, 14]. Within this approach, the self-action of the Higgs field is the consequence
of the self-action of a non-Abelian gauge field, i.e. it is not a manifestation of a “new” non-gauge interaction.
Unfortunately, within the proposed approach it is impossible to describe the Yukawa interaction in a similar
way. Moreover, the “unnatural” sign in the Lagrangian under the squared Higgs field is not postulated as in the
Standard Model, but it is the result of the dynamic equations of the two-particle gauge field. Therefore a physical
interpretation of the spontaneous symmetry breaking is proposed by analogy with the phenomenon of the critical
condensation. The bound state of two gauge bosons is described by the two-particle gauge field that takes values
on the linear space of weak-isospin second rank tensors. Under the global group SU(2)-transformations, this linear
space can be decomposed into a direct sum of invariant subspaces: tensors multiple of unit tensor, antisymmetric
and symmetric tensors with zero trace. If we write the Lagrangians of these fields, the local SU(2)-symmetry of
these Lagrangians will be achieved by the derivatives “extension”. Thus, the interaction of irreducible tensor fields
with the Higgs field can be introduced. It is shown that the interaction of the antisymmetric part of the field
with the gauge field contributes to the mass of W±-bosons, and the interaction of the symmetric part with a zero
trace with the gauge field contributes to the mass of all three gauge bosons, as W± and Z0-bosons. Hence the
parameters of the model can be given that the Z0-boson mass will be greater than the mass of the W±-bosons,
as required by the experiment.
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