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Модель квадратичной гравитации Старобинского описывает успешный инфляционный сценарий. Ин-

фляция происходит из-за новой скалярной степени свободы, называемой скаляроном. После окончания

инфляции скалярон распадается на материальные степени свободы и степени свободы темной материи

и производит разогрев Вселенной. Мы изучаем новые каналы, по которым скалярон может передавать

энергию в сектор материи. Эти каналы представляют собой аннигиляцию и распад через промежуточные

состояния гравитонов. Результаты получены в рамках пертурбативной квантовой гравитации. В преде-

ле тяжелого скалярона через аннигиляционный канал рождаются преимущественно скалярные частицы.

При этом допускается распад в любые типы частиц. В пределе легкого скалярона канал распада сильно

подавлен. Ожидается, что рождение бозонов по каналу аннигиляции будет преобладать на ранних ста-

диях разогрева, тогда как рождение фермионов будет доминировать на более поздних стадиях.

DOI: 10.31857/S0044451023050024
EDN: BBVSSE

1. ВВЕДЕНИЕ

Модель модифицированной гравитации R + R2

занимает особое среди моделей модифицированной
гравитации. Во-первых, она не содержит духовых
степеней свободы несмотря на наличие высших про-
изводных [1,2]. Во-вторых, она имеет одну дополни-
тельную скалярную степень свободы, которую мож-
но выделить явно при помощи конформного отобра-
жения на на скалярно-тензорную гравитацию [2–6].
Самое главное, модель описывает инфляционный
сценарий, полностью согласованный с данным на-
блюдений [7–11].

Широко изучались возможности описания пост-
инфляционного разогрева в рамках модели R+R2.
Возможно, простейший сценарий основан на пре-
вращениях новой гравитационной степени свободы
– скалярона [12–16]. Скалярон обеспечивает проте-
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кание инфляции в режиме медленного скатывания,
скользя по плоской части потенциала. Когда инфля-
ция заканчивается, скалярон начинает колебаться
вокруг минимума потенциала. Эти колебания при-
водят к интенсивному образованию частиц, которые
разогревают Вселенную. Если скалярон имеет кана-
лы, по которым он может переходить в другие сте-
пени свободы, то соответствующие факторы, такие
как сечение аннигиляции или ширина распада, есте-
ственным образом войдут в космологические урав-
нения и будут играть роль эффективного трения,
подавляющего осцилляции скалярона. Точный ме-
ханизм, ответственный за трансмутации скалярона,
сильно зависит от модели.

Мы рассмотрим два аспекта такого постинфля-
ционного разогрева. В первую очередь, скалярон
может аннигилировать в степени свободы материи
(или темной материи) через промежуточные гра-
витонные состояния. Такая аннигиляция возможна,
потому что все типы материи, включая скалярон,
взаимодействуют с гравитацией. Такие процессы
можно последовательно описать в рамках пертур-
бативной квантовой гравитации и рассчитать соот-
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ветствующие сечения аннигиляции. Вклад этого ка-
нала в разогрев обсуждается ниже. Во-вторых, ска-
лярон может распадаться непосредственно на степе-
ни свободы материи, потому что он взаимодейству-
ет с тензором энергии-импульса материи. Он полу-
чает новый канал распада на однопетлевом уровне,
так как также может аннигилировать через проме-
жуточные гравитационные состояния. Мы приведем
конкретные примеры таких процессов и обсудим их
вклад в разогрев.

Статья организована следующим образом. Во-
первых, мы обсудим формализм, используемый для
вычислений. Мы покажем, что после окончания ин-
фляции слабые квантовые гравитационные эффек-
ты можно согласовано описать в рамках пертурба-
тивной квантовой гравитации. Мы кратко обсудим
ее формализм и применимость в разд. 2. В разд.
3 мы обсуждаем аннигиляцию скалярона в мате-
риальные степени свободы. Для простоты мы рас-
сматриваем только распады в состояния с s = 0,
m 6= 0, которые подобны состояниям бозона Хиггса;
состояния с s = 1/2, m 6= 0, которые подобны квар-
кам, лептонам и легкой темной материи; и состояния
s = 1, m = 0, которые подобны глюонам и фотона-
ми. В разд. 4 мы строим явные примеры скалярных
распадов в материальные степени свободы, которые
существуют только на однопетлевом уровне. Также
мы обсуждаем их роль в постинфляционном разо-
греве. В разд. 5 приведены выводы.

2. ПЕРТУРБАТИВНАЯ КВАНТОВАЯ
ГРАВИТАЦИЯ

Пертурбативная квантовая гравитация предо-
ставляет простой формализм, способный согласо-
ванно учитывать квантовые гравитационные эф-
фекты [17–21]. Подход основан на следующих пред-
посылках. Во-первых, построенная теория является
эффективной. Это означает, что она применима при
энергиях ниже планковского масштаба, и ее не сле-
дует пытаться расширять далее в ультрафиолето-
вую область. Во-вторых, гравитация пертурбативна.
Это означает, что теория учитывает только грави-
тационные эффекты, описываемые малыми метри-
ческими возмущениями.

На практике эти предпосылки реализуются сле-
дующим образом. Метрика полного пространства-
времени gµν составляется из плоского фона ηµν и
его малых возмущений hµν :

gµν = ηµν + κhµν . (1)

Тут κ — гравитационная постоянная, связанный с
постоянной Ньютона GN следующим образом:

κ2 = 32πGN . (2)

В некотором смысле hµν играет роль калибровочно-
го поля со спином 2, распространяющегося на плос-
ком фоне. Квантовая динамика системы описывает-
ся соответствующим производящим функционалом

Z[Jµν ] =

∫
D [hαβ ] exp [iA[hαβ] + iJµνhµν ] . (3)

Здесь A — микроскопическое действие, описыва-
ющее используемую гравитационную модель. Дей-
ствие A следует разложить в пертурбативный ряд
по hµν , порождая бесконечный ряд:

A = −1

2
hµνPµναβ�hαβ +

+ κV̂µ1ν1µ2ν2µ3ν3
3 hµ1ν1hµ2ν2hµ3ν3 +

+ κ2V̂µ1ν1µ2ν2µ3ν3µ4ν4
4 hµ1ν1hµ2ν2hµ3ν3hµ4ν4 +

+O
(
κ3
)
. (4)

Первый член разложения описывает пропагатор
гравитона, а члены V̂n соответствуют вершинам вза-
имодействия гравитонов. Следует отметить, что это
разложение содержит бесконечное число членов вза-
имодействия, последовательно подавляемых план-
ковским масштабом.

Построенная таким теория неперенормируема
[17, 22, 23]. В рамках обсуждаемого подхода от-
сутствие перенормируемости объясняется конечно-
стью области применимости. Применение стандарт-
ной процедуры перенормировки для пертурбатив-
ной гравитации потребовало бы бесконечного чис-
ла перенормировочных констант. Это лишь показы-
вает, что данные о поведении гравитации при вы-
соких энергиях отсутствуют в построенной теории,
что уже обеспечено ограничением на область ее при-
менимости.

Несмотря на эти недостатки, теория предостав-
ляет согласованный и контролируемый способ вы-
числения амплитуд. В любом порядке по теории воз-
мущений нужно определить набор релевантных вза-
имодействий и построить соответствующий им на-
бор диаграмм Фейнмана, дающих вклад в вычисля-
емый матричный элемент. Правила Фейнмана для
взаимодействия гравитона и материи, составляю-
щие основу теории, могут быть построены аналити-
чески [24–26]. В статье [27] был предложен алгоритм
вычисления правил Фейнмана для гравитации. Он
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был реализован в пакете FeynGrav, который расши-
ряет FeynCalc [27–29]. В этой статье все расчеты вы-
полнены с помощью FeynGrav.

Пертурбативный подход можно использовать
для изучения квантовых гравитационных эффек-
тов после окончания инфляционной фазы. Прежде
всего, можно утверждать, что все процессы со
степенями свободы скалярона, материи и темной
материи в постинфляционной Вселенной происхо-
дят на временном масштабе, намного меньшем, чем
масштаб космологического расширения. Иными
словами, такие процессы хорошо локализованы как
в пространстве, так и во времени, поэтому их можно
отделить от космологического фона и учитывать
лишь малые локальные возмущения метрики, опи-
сываемые теорией возмущений. Во-вторых, модель
гравитации R+R2 однозначно соответствует извест-
ной скалярно-тензорной модели гравитации [1, 2].
В скалярно-тензорной параметризации лагранжиан
модели диагонален, что позволяет использовать
стандартный формализм, свободный от высших
производных.

Таким образом, пертурбативный подход к кван-
товой гравитации предоставляет согласованный и
контролируемый способ вычисления квантовых гра-
витационных эффектов. Нет препятствий для его
последовательного применения в постинфляцион-
ной Вселенной для использоваться для изучения
процессов, связанных со степенями свободы грави-
тации, скалярона, материи и темной материи.

3. АННИГИЛЯЦИЯ СКАЛЯРОНА

Обратимся к обсуждению аннигиляции скаляро-
на в материальные степени свободы. Рассмотрим
аннигиляцию пары скаляронов (являющихся ска-
лярами с массой M) в легкие скаляры s = 0,
0 < m≪ M ; легкие дираковские фермионы s = 1/2,
0 < mf ≪ M ; безмассовые векторы s = 1, mv = 0.
Выбор этих процессов обусловлен тем, что такие
степени свободы могут быть связаны как со степе-
нями свободы стандартной модели, так и со степеня-
ми свободы темной материи. А именно, легкие ска-
ляры подобны бозону Хиггса, фермионные степени
свободы подобны кварками и лептонами, а безмас-
совые векторные степени свободы можно ассоции-
ровать либо с фотонами, либо с глюонами.

В этом разделе, во-первых, будут вычислены все
обсуждаемые амплитуды и соответствующие сече-
ния. После этого будет проведен анализ того, к
каким физическим последствиям приводят эти ре-

зультаты. Все расчеты проводятся с помощью паке-
тов “FeynCalc” [28, 29], “FeynGrav” [27], “Package-X”
[30, 31] и FeynHelpers [32]. Соответствующие публи-
кации содержат подробные описания их использова-
ния, поэтому мы не будем их в данной статье.

Кинематика таких аннигиляционных процессов
определяется следующим образом:




pµ1 =
(√

M2 + p2 0 0 p
)
,

pµ2 =
(√

M2 + p2 0 0 −p
)
,

qµ1 =
(√

m2 + q2 q sin θ 0 q cos θ
)
,

qµ2 =
(√

m2 + q2 −q sin θ 0 −q cos θ
)
,

q =
√
M2 + p2 −m2,





s = (p1 + p2)
2 = 4

(
M2 + p2

)
,

t = (p1 − q1)
2 = − (p+ q)

2
+ 4pq cos2 θ2 ,

u = (p1 − q2)
2 = −(p+ q)2 + 4pq sin2 θ2 .

(5)

Здесь p1 и p2 обозначают входящие импульсы ска-
ляронов на оболочке; q1 и q2 обозначают исходящие
импульсы рожденных частиц; p — пространствен-
ный импульс центра масс; m — масса рожденных
степеней свободы; s, t и u обозначают стандартные
переменные Мандельштама [33, 34].

Заданный аннигиляционный матричный элемент
M связан с дифференциальным сечением стандарт-
ной формулой:

dσ =
1

j
|M|2 (2π)4δ(4)(p1 + p2 − q1 − q2)×

× 1

2E(p1)

1

2E(p2)

d3q1
(2π)32E(q1)

d3q2
(2π)32E(q2)

. (6)

Здесь j обозначает фактор, нормирующий сечение
на единичный поток:

1

j
=

(√
p1 · p2 −M2M2

p01p
0
2

)−1

=
M2 + p2√

(M2 + 2p2)
2 −M4

.

(7)

Другие факторы нормируют свободные начальные
и конечные состояния и выполняют интегрирование
по фазовому пространству двух тел. Эта формула
очень подробно обсуждается в классических учебни-
ках [35–37]. Для данного случая формула приводит
к следующей связи между матричным элементом и
дифференциальным сечением:

dσ

dΩ
=

1

256π2

1

M

1

p

√
1 +

(
p
M

)2 −
(
m
M

)2

1 +
(
p
M

)2 |M|2 . (8)
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Здесь dΩ = sin θdθdϕ обозначает телесный угол.
Аннигиляция двух скаляронов в два легких ска-

ляра с массой 0 < m ≪ M задается следующим
матричным элементом:

q1 q2

p1 p2

= MSS→ss =

= i
κ2

4

1

s

[
tu− (M2 +m2)(t+ u) +m4 +

+M4 + 4m2M2
]
. (9)

Здесь и далее в этом разделе используются обозна-
чения (5). Следовательно, p1 и p2 обозначают вхо-
дящие импульсы скаляронов на массовой оболочке,
q1 и q2 обозначают исходящие импульсы скаляров
на оболочке, и эти импульсы подчиняются закону
сохранения p1 + p2 = q1 + q2. Амплитуда дает диф-
ференциальное сечение

dσSS→ss

dΩ
=

1

16
(GM)2

M

p

√
1 +

(
p
M

)2 −
(
m
M

)2
[
1 +

(
p
M

)2]3 ×

×
[(

1 +
( p
M

)2)(
2 +

( p
M

)2
+
(m
M

)2)
−

−
( p
M

)2(
1 +

( p
M

)2
−
(m
M

)2)
cos 2θ

]2
. (10)

Полное сечение выражается формулой

σSS→ss =
π

60
(GM)2

M

p

√
1 +

(
p
M

)2 −
(
m
M

)2
[
1 +

(
p
M

)2]3 ×

×
[
15

(
1 +

( p
M

)2)2(
2 +

( p
M

)2
+
(m
M

)2)2

+

+ 10

(
1 +

( p
M

)2)(
2 +

( p
M

)2
+
(m
M

)2)
×

×
( p
M

)2(
1 +

( p
M

)2
−
(m
M

)2)
+

+ 7
( p
M

)4(
1 +

( p
M

)2
−
(m
M

)2)2
]
. (11)

Полезно разложить сечение (11) в ряд по малой мас-
се m≪M и малому импульсу p≪M :

σSS→ss =
π

15
(GM)2

M

p

1√
1 +

(
p
M

)2 ×

×
[
15 + 20

( p
M

)2
+ 8

( p
M

)4]
+O

(
m2

M2

)
=

=
π

4
(GM)2

M

p

√
1−

(m
M

)2 [
2 +

(m
M

)2]2
+

+O
( p

M

)
=

=

[
π(GM)2

M

p
+O

(
m2

M2

)]
+O

( p
M

)
. (12)

Мы подробно обсудим этот результат ниже, в конце
этого раздела. Для начала мы укажем только две
особенности сечения (11). Во-первых, сечение имеет
гладкий предел при m → 0, поэтому его можно ис-
пользовать для безмассовых скаляров. Во-вторых,
сечение ожидаемо сингулярно в пределе p → 0. И
матричный элемент (9), и поперечное сечение (11)
вычислены в системе центра масс. Предел p→ 0 со-
ответствует ситуации, когда частицы не сближают-
ся и не участвуют во взаимодействии, поэтому спра-
ведливо ожидать, что соответствующий матричный
элемент будет сингулярным.

Аннигиляция двух скаляронов в два легких ди-
раковских фермиона с массой 0 < mf ≪M задается
матричным элементом

q1 q2

p1 p2

= MSS→ff =

= u(q1)

[
i
κ2

16

1

s
(s+ 2M2)(q̂1 + q̂2 + 4mf)

]
v(q2). (13)

Здесь используются те же обозначения для импуль-
сов, а u(q), v(q) обозначают спиноры, описывающие
поляризацию внешних фермионных состояний. Со-
ответствующее дифференциальное сечение задано
формулой

dσSS→ff

dΩ
=

1

2
(GM)2

(mf

M

)2 M
p

×

×

[
3 + 2

(
p
M

)2]2 [
1 +

(
p
M

)2 −
(
mf

M

)2] 3

2

[
1 +

(
p
M

)2]3 . (14)

Здесь производится суммирование по всем внешним
фермионным поляризациям. Полное сечение нахо-
дится по следующей формуле:

σSS→ff = 2π(GM)2
(mf

M

)2 M
p

×
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×

[
3 + 2

(
p
M

)2]2 [
1 +

(
p
M

)2 −
(
mf

M

)2] 3

2

[
1 +

(
p
M

)2]3 . (15)

Вклады в первом порядке по малой массе mf ≪ M

и малому импульсу p ≪ M выглядят следующим
образом:

σSS→ff =

= 2π(GM)2
M

p

(mf

M

)2
[
3 + 2

(
p
M

)2]2

[
1 +

(
p
M

)2] 3

2

+O
(
m4

f

M4

)
=

= 18π(GM)2
M

p

(mf

M

)2 [
1−

(mf

M

)2] 3

2

+O
( p
M

)
=

=

[
18π(GM)2

M

p

(mf

M

)2
+O

( p
M

)]
+O

(
m4

f

M4

)
.

(16)

В полной аналогии с предыдущим случаем сечение
сингулярно в пределе p → 0 и допускает гладкий
предел mf → 0. В отличие от предыдущего случая,
сечение обращается в нуль, если mf = 0, поэтому
безмассовые фермионы по этому механизму не рож-
даются.

Наконец, амплитуда, описывающая аннигиля-
цию двух скаляронов в пару безмассовых векторов,
выглядит следующим образом:

q1 q2

p1 p2

= MSS→vv, (17)

MSS→vv =

(
i
κ2

4

1

s

)
ε∗σ1

(q1)ε
∗
σ2
(q2)×

×
[
M4ησ1σ2 +M2

{
(s− t− u)ησ1σ2 −

− qσ1

1 qσ2

1 − qσ1

2 qσ2

2 − 4qσ2

1 qσ1

2

}
−

− 1

2
(s2−t2−u2)ησ1σ2 +s {pσ1

1 pσ2

2 + pσ2

1 pσ1

2 + qσ2

1 qσ1

2 }+

+ t (pσ1

1 qσ2

1 + pσ2

2 qσ1

2 ) + u (pσ2

1 q
σ1

2 + pσ1

2 qσ2

1 )

]
. (18)

Кинематика (5) допускает гладкий предел m → 0,
поэтому мы применяем его для этого случая и ис-
пользуем те же обозначения. Здесь εσ(q) обознача-
ют векторы поляризации, описывающие поляриза-

ции свободных векторных состояний. Соответству-
ющее дифференциальное сечение задано следующей
формулой:

dσSS→vv

dΩ
=

1

2
(GM)2

(
p
M

)3
√
1 +

(
p
M

)2 sin4 θ. (19)

Производится суммирование по всем внешним век-
торным поляризациям. Полное сечение находится
по формуле

σSS→vv =
16

15
π(GM)2

(
p
M

)3
√
1 +

(
p
M

)2 =

=
16

15
π(GM)2

( p
M

)3
+O

(
p5

M5

)
. (20)

Сечение (20) не обращается в нуль для безмассовых
векторных бозонов, как в случае безмассовых ска-
лярных бозонов. В то же время сечение регулярно в
пределе p→ 0 и обращается в нуль.

Обсудим физические следствия полученных се-
чений (11), (15) и (20). Результаты сильно зависят от
иерархии масс. Полученные сечения явно содержат
отношения масс, но влияние иерархии масс этим
не ограничивается. Полная энергия поля инфлато-
на в конце инфляции конечна, и ее значение может
быть ограничено при помощи данных о современ-
ной Вселенной. Следовательно, если инфлатон тя-
желый, то есть его масса лежит в планковской обла-
сти, то в конце инфляции Вселенная будет заполне-
на небольшим числом нерелятивистских скаляронов
(частиц поля скалярона). Напротив, если инфлатон
легкий и его масса примерно равна массе топ квар-
ка, то в конце инфляции Вселенная будет заполне-
на большим количеством релятивистских скаляро-
нов. В случае тяжелого инфлатона отношения масс
m/M , mf/M вместе с фактором p/M малы. В слу-
чае легкого инфлатона отношения масс m/M ,mf/M

могут быть порядка единицы, а p/M может быть
большими. Рассмотрение этих предельных случаев
позволяет сделать исчерпывающие выводы о роли
обсуждаемых процессов в разогреве.

Начнем со случая тяжелого скалярона. В этом
случае главные вклады в обсуждаемые сечения ан-
нигиляции даны выражениями

σSS→ss =
1

16
σ0
M

p
,

σSS→ff = 0,

σSS→vv = 0.

(21)
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В этих выражениях

σ0
def
= π(4GM)2 (22)

обозначает характерное сечение, равное поверхно-
сти плоского диска радиусом 4GM , что является
гравитационным радиусом черной дыры с массой
2M . Как было отмечено выше, рождение фермионов
сильно подавляется фактором (mf/M)2 и эффектив-
но обращается в нуль независимо от импульсного
фактора p/M . Рождение безмассовых векторов сво-
бодно от массовых множителей, но подавлено им-
пульсным множителем (p/M)

3, поэтому оно также
обращается в нуль в пределе тяжелого скалярона.
Следовательно, в пределе тяжелого скаляра эффек-
тивно рождаются только скалярные частицы.

В пределе легкого скалярона главные вклады да-
ются следующими выражениями:

σSS→ss =
1

30
σ0

( p
M

)2
,

σSS→ff =
1

2
σ0,

σSS→vv =
1

15
σ0

( p
M

)2
.

(23)

В этом случае все сечения не обращаются в нуль, но
ведут себя по разному. Рождение фермионов дости-
гает некоторого предельного значения и дальше не
растет. Рождение бозонов, напротив, растет квадра-
тично с импульсом центра масс p. Следовательно,
в пределе легкого скалярона рождение фермионов
не прекращается, но все же подавляется, а скаляр-
ные и векторные степени свободы рождаются в рав-
ных количествах. Отметим, что сечение рождения
векторов больше, чем сечение рождения скаляров.
Это связано с тем, что сечение рождения векторов
учитывает две поляризации векторных бозонов. По
этой причине мы предпочитаем говорить, что об-
суждаемые бозонные степени свободы производятся
в равных количествах.

Следует отметить, что эти выводы нельзя прямо
переносить на сценарий постинфляционного разо-
грева по следующей причине. Из общих соображе-
ний можно установить, что плотность скаляронов n
подчиняется уравнению Зельдовича–Ли–Вайнберга
[38, 39]:

ṅ+ 3Hn+ 〈σannihilationv〉
(
n2 − n2

0

)
= 0. (24)

Здесь H обозначает параметр Хаббла, v = p/M

— скорость в системе центра масс, n0 обозначает
равновесную плотность скаляронов, а 〈·〉 — тепло-
вое среднее ( см. [16] для более подробного обзо-
ра). В обсуждаемом сценарии разогрева σannihilation

должны учитывать все каналы аннигиляции. Наши
результаты позволяют получить явные выражения
для соответствующего теплового среднего фактора.
В приближении тяжелого скалярона соответствую-
щий множитель для бозонов имеет вид

〈σSS→ssv〉 =




∞∫

0

dp4πp2 exp

[
− p2

2MT

]

−1

×

×




∞∫

0

dp

(
1

16
σ0

)
4πp2 exp

[
− p2

2MT

]
 =

1

16
σ0. (25)

В приближении легкого скалярона соответствую-
щий множитель для скаляров (и векторных бозонов
заданной киральности) выглядит следующим обра-
зом:

〈σSS→ssv〉 =




∞∫

0

dp
4πp2

exp
[
p
T

]
+ 1



−1

×

×




∞∫

0

dp

(
1

30
σ0

( p

M

)3) 4πp2

exp
[
p
T

]
+ 1


 =

=
31π6

11340ζ(3)
σ0

(
T

M

)3

. (26)

Здесь ζ обозначает на дзета-функцию Римана. Для
фермионов данный фактор задан следующим выра-
жением:

〈
σSS→ffv

〉
=




∞∫

0

dp
4πp2

exp
[
p
T

]
+ 1



−1

×

×




∞∫

0

dp

(
1

2
σ0

( p

M

)) 4πp2

exp
[
p
T

]
+ 1


 =

=
7π4

360ζ(3)
σ0

T

M
. (27)

Эти результаты показывают, что производство фер-
мионов может стать преобладающим, поскольку оно
испытывает более слабое подавление тепловым фак-
тором (T/M).

Результаты, представленные в этом разделе, сле-
дует суммировать таким образом. Обсуждаемые
процессы и их вклад в разогрев чрезвычайно чув-
ствительны к иерархии масс. В пределе тяжелого
скалярона преобладает рождение скалярных бозо-
нов. В пределе легкого скалярона ситуация намного
сложнее. Векторные бозоны заданной киральности
и скалярные бозоны производятся в равных коли-
чествах. Рождаются также и фермионы, чье рожде-
ние, по-видимому, может стать доминирующим, так
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как оно гораздо слабее подавлено тепловым факто-
ром. Более подробное обсуждение сценария разогре-
ва с учетом представленных процессов выходит за
рамки данной статьи и требует отдельного рассмот-
рения.

4. РАСПАД СКАЛЯРОНА

Перейдем к обсуждению распадов скалярона, ре-
ализующихся только на однопетлевом уровне. Су-
ществование таких распадов связано с самодействи-
ем скаляронов. Хорошо известно, что квадратичная
гравитация

Aquadratic =

∫
d4x

√−g
(
−M

2
Pl

16π

)[
R− 1

6M2
R2

]

(28)

однозначно связана со скалярно-тензорной гравита-
цией [1, 2]:

A =

∫
d4x

√−g
[
−M

2
Pl

16π
R +

1

2
(∇φ)2 −

− 3M2
PlM

2

32π

(
exp

[√
16π

3

φ

MPl

]
− 1

)2
]
. (29)

В этом разделе удобнее использовать планковскую
массу MPl, которая связана с гравитационной кон-
стантной κ и постоянной Ньютона GN следующим
образом:

κ2 = 32πGN =
32π

MPl
. (30)

Отметим, что в этих формулах мы опустили тензор
энергии-импульса материи, который получает неми-
нимальную связь с φ из-за конформных преобразо-
ваний. Эта связь не имеет отношения к данной про-
блеме, поэтому мы не будем обсуждать ее дальше.

Уместно следующее замечание по поводу это-
го изменения параметризации. Квантовое поведение
скалярона можно описать с помощью стандартно-
го подхода пертурбативной квантовой теории по-
ля. Для пертурбативной трактовки требуется от-
делить кинетическую часть действия от пертурба-
тивной части, описывающей слабое взаимодействие.
Из-за этого исходное действие (28) нельзя использо-
вать в рамках обсуждаемого подхода. Его альтер-
нативная параметризация (29), напротив, пригодна
для использования в рамках пертурбативного под-
хода. Эта параметризация явно отделяет кинетиче-
скую часть, описывающую распространение свобод-

ных скалярных и тензорных состояний, от пертур-
бативной части, описывающей взаимодействие этих
состояний.

Хотя параметризация (29) позволяет использо-
вать пертурбативный подход, в то же время она
ограничивает область применимости модели. Пер-
турбативный подход можно последовательно ис-
пользовать только в области слабого поля, где взаи-
модействие степеней свободы слабо. В исходной па-
раметризации (28) это соответствует области малой
кривизны. Система естественным образом входит в
эту область возмущений в конце инфляции, когда
происходит разогрев. С точки зрения параметри-
зации (28) система приближается к области малой
кривизны и может рассматриваться пертурбативно.
С точки зрения параметризации (29) скалярное поле
приближается к основному состоянию, поэтому его
возмущения можно последовательно рассматривать
в рамках теории возмущений. С практической точ-
ки зрения это означает следующее. Хотя процессы,
подобные описанным в этом разделе, могут происхо-
дить во время инфляционной фазы, нет оснований
полагать, что они могут быть непротиворечиво опи-
саны используемым формализмом.

Поскольку параметризация (29) диагонализует
лагранжиан скалярной степени свободы и делает яв-
ной структуру его самодействия, имеем:

A =

∫
d4x

√−g
[
−M

2
Pl

16π
R+

1

2
(∇φ)2 − M2

2
φ2 −

− 1

3!

√
48π

MPl
M2φ3 +O

(
φ4

M4
Pl

)]
. (31)

Эта формула показывает, что скалярон является
скалярной частицей с массой M и имеет бесконеч-
ное число членов взаимодействия. Каждый последу-
ющий член взаимодействия подавляется более высо-
кой степенью MPl, что делает релевантным только
кубическое взаимодействие в пределе низких энер-
гий:

= −i
√
48π

M

MPl
M. (32)

Существование такой вершины приводит к суще-
ствованию следующих процессов:

p

q1 q2

(33)
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Здесь двойная сплошная линия соответствует про-
извольной материальной степени свободы. Как и в
предыдущем случае, мы будем рассматривать толь-
ко распады в легкие скаляры, легкие дираковские
фермионы и безмассовые вектор по точно таким же
причинам. А именно, такие процессы можно легко
связать как со стандартной моделью, так и за пре-
делами стандартных модельных степеней свободы.

Кинематика распада скалярона достаточно про-
ста. В системе центра масс она определяется следу-
ющими соотношениями импульсов:




pµ =
(
M 0 0 0

)
,

qµ1 =
(√

m2 + q2 0 0 q
)
,

qµ2 =
(√

m2 + q2 0 0 −q
)
.

q =

√
M2

4
−m2.

(34)

Здесь p обозначает входящий скалярный импульс на
оболочке, q1 и q2 обозначают исходящие импульсы
рожденных степеней свободы с массой m, фиксиро-
ванные на массовой оболочке.

Ширина распада Γ связана с заданным матрич-
ным элементом M формулой

dΓ = |M|2 (2π)4δ(4)(p− q1 − q2)×

× 1

2M

d3q1
(2π)32E(q1)

d3q2
(2π)32E(q2)

=

=
1

64π2

1

M

√
1− 4

(m
M

)2
|M|2 dΩ. (35)

Вывод этой формулы аналогичен выводу формулы
дифференциального сечения и обсуждается в клас-
сических учебниках [35–37].

Распад скалярона на два легких скаляра задает-
ся следующим матричным элементом:

p

q1 q2

= MS→ss. (36)

Здесь и далее p обозначает входящий импульс ска-
лярона на оболочке; q1 и q2 обозначают исходящие
импульсы скалярного поля с массойm, фиксирован-
ные на оболочке; импульсы связаны законом сохра-
нения p = q1 + q2. Амплитуда может быть выра-

жена с помощью интегралов Пассарино–Вельтмана
[28, 40]:

MS→ss = 8
√
3π

3

2

1

MPl

M2

M2
Pl

(d− 3)(d− 2)

d− 1
×

×
(
D − 2 + 4

m2

M2

)
iπ2A0(M

2)−

− 4
√
3π

3

2

M3

M3
Pl

M
(d− 3)(d+ 2)

d− 1
×

×
(
D − 2 + 4

m2

M2

)
iπ2B0(M

2,M2,M2). (37)

Структура этих интегралов хорошо известна и мо-
жет быть вычислена с помощью пакетов “Package-X”
[30, 31] и “FeynHelpers” [32] для “FeynCalc ”:

MS→ss = −i 1

MPl

16π
7

2

√
3

M2

M2
Pl

(M2 + 2m2)×

×
[

1

εUV
− ln

M2

µ2
+

8

3
− γ −

√
3π − lnπ

]
−

− im
32π

7

2

√
3

M2

M2
Pl

m

MPl
. (38)

Здесь εUV обозначает параметр размерной регуля-
ризации, а µ обозначает нормировочный масштаб.

Амплитуда состоит из двух членов. Первый член
содержит ультрафиолетовую расходимость и подле-
жит перенормировке. Второй член свободен от уль-
трафиолетовой расходимости, поэтому он не требует
перенормировки. Он обеспечивает конечный вклад в
ширину распада, который не зависит от ультрафио-
летовой структуры теории. Мы будем использовать
следующую перенормированную амплитуду:

MS→ss → MS→ss,ren =

= −i 1

MPl

16π
7

2

√
3

M2

M2
Pl

(
M2 + 2m2

)
F1 −

− im
32π

7

2

√
3

M2

M2
Pl

m

MPl
. (39)

Здесь F1 обозначает конечную неизвестную кон-
станту, которая должна быть установлена по эмпи-
рическим данным. Соответствующая ширина распа-
да дается следующим выражением:

ΓS→ss =
16

3
π6

(
M

MPl

)6

M

√
1− 4

(m
M

)2
×

×
[
F1 + 2(1 + F1)

(m
M

)2]2
. (40)

Ее ультрафиолетово-конечная часть равна
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ΓS→ss

∣∣∣
UV finite

=

=
64

3
π6

(
M

MPl

)6

M

√
1− 4

(m
M

)2 (m
M

)4
. (41)

Распад скаляра в два легких дираковских фер-
миона описывается следующей амплитудой:

p

q1 q2

= MS→ff. (42)

Здесь используются те же обозначения для импуль-
сов. В терминах интегралов Пассарино–Вельтмана
амплитуда задается выражением

MS→ff = u(q1)×

×
[
8
√
3π

3

2

1

MPl

M2

M2
Pl

(d− 2)
1

M2

[
(d− 3)(q̂1 + q̂2) +

+ 2(d− 2)mf

]
iπ2A0(M

2)−

− 4
√
3π

3

2

1

MPl

M2

M2
Pl

(d+ 2)
[
(d− 3)(q̂1 + q̂2) +

+ 2(d− 2)mf

]
iπ2B0(M

2,M2,M2)

]
v(q2). (43)

Здесь u и v обозначают спиноры, описывающие
поляризацию внешних фермионов. Соответствую-
щее аналитическое выражение для амплитуды име-
ет вид

MS→ff = u(q1)×

×
[
− i8

√
3π

7

2

1

MPl

M2

M2
Pl

[q̂1 + q̂2 + 4mf ]×

×
(

1

εUV
− ln

M2

µ2
−
√
3π − γ + 3− lnπ

)

− i32
√
3π

7

2

mf

MPl

M2

M2
Pl

]
v(q2). (44)

В полной аналогии с предыдущим случаем, ампли-
туда содержит ультрафиолетово-конечную часть, на
которую не влияет перенормировка. Мы используем
следующее перенормированное выражение для ам-
плитуды:

MS→ff → MS→ff,ren =

= u(q1)

[
− i8

√
3π

7

2

1

MPl

M2

M2
Pl

[q̂1 + q̂2 + 4mf]F2 −

− i32
√
3π

7

2

mf

MPl

M2

M2
Pl

]
v(q2). (45)

Оно дает следующее выражение для ширины рас-
пада (выполняется суммирование по всем внешним
фермионным поляризациям):

ΓS→ff = 384π6

(
M

MPl

)6

M
(mf

M

)2
×

×
[
1− 4

(mf

M

)2] 3

2

(1 + F2)
2
. (46)

Часть этой ширины распада, которая не зависит от
ультрафиолетовой структуры теории, выглядит сле-
дующим образом:

ΓS→ff

∣∣∣
UV finite

=

= 384π6

(
M

MPl

)6

M
(mf

M

)2 [
1− 4

(mf

M

)2] 3

2

. (47)

Наконец, распад скалярона на пару безмассовых
векторов задается следующим матричным элемен-
том:

p

q1,σ1 q2,σ2

= MS→vv. (48)

В терминах интегралов Пассарино–Вельтмана ам-
плитуда определяется выражением

MS→vv = ε∗σ1
(q1)ε

∗
σ2
(q2)8

√
3π

3

2

1

MPl

M2

M2
Pl

×

×
[
(d−3)(d−4)M2ησ1σ2−2(d−3)(d−4)qσ2

1 qσ1

2 −4qσ1

1 qσ2

2

]
×

×
[
−d− 2

d− 1

1

M2
iπ2A0(M

2) +

+
1

2

d+ 2

d− 1
iπ2B0(M

2,M2,M2)

]
. (49)

Соответствующее аналитическое выражение имеет
вид

MS→vv = ε∗σ1
(q1)ε

∗
σ2
(q2)

[
−i32π

7

2

√
3

1

MPl

M2

M2
Pl

qσ1

1 qσ2

2 ×
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×
[

1

εUV
− ln

M2

µ2
+

17

3
− γ −

√
3π − lnπ

]
−

− i
16π

7

2

√
3

M3

M3
Pl

Mησ1σ2 + i
16π

7

2

√
3

1

MPl

M2

M2
Pl

qσ2

1 qσ1

2

]
.

(50)

Мы используем регуляризованную амплитуду

MS→vv →→ MS→vv,ren = ε∗σ1
(q1)ε

∗
σ2
(q2)×

×
[
− i

16π
7

2

√
3

1

MPl

M2

M2
Pl

qσ1

1 qσ2

2 F3

− i32π
7

2

√
3

1

MPl

M3

M3
Pl

Mησ1σ2 + i
16π

7

2

√
3

1

MPl

M2

M2
Pl

qσ2

1 qσ1

2

]
.

(51)

Он дает следующую ширину распада:

ΓS→vv =
32

3
π6

(
M

MPl

)6

M. (52)

В отличие от предыдущих случаев, данная ши-
рина распада не зависит от константы перенор-
мировки F3. Причиной этого является импульсная
структура амплитуды. Операторы поляризации век-
торов ε являются поперечными:

εσ(q)q
µ = 0. (53)

Следовательно, часть амплитуды, зависящая от пе-
ренормировки, исчезает. Следует отметить, что это
свойство выполняется только на массовой оболочке.

Обратимся к обсуждению следствий вычислен-
ных ширины распада (40), (46) и (52). Важно от-
метить, что эти ширины распада подавлены общим
планковским фактор M/MPl. Его присутствие обес-
печивает чрезвычайно сильное подавление. Удобнее
оперировать ширинами распада, нормированными
на этот фактор:

ΓS→ss
def
=

ΓSS→ss

(M/MPl)
6 =

=M
16

3
π6

√
1− 4

(m
M

)2 [
F1 + 2(1 + F1)

(m
M

)2]2
,

ΓS→ff

def
=

ΓS→ff

(M/MPl)
6 =

= 384π6M
(mf

M

)2 [
1− 4

(mf

M

)2] 3

2

(1 + F2)
2
,

ΓS→vv
def
=

ΓS→vv

(M/MPl)
6 =

32

3
π6M. (54)

Их структура позволяет сделать следующие выво-
ды.

Прежде всего, распад в безмассовые векторы
свободен от внешних параметров и соответствующее
характерное время жизни можно вычислить явно:

τS→vv =

(
MPl

M

)7
3

32π6

1

MPl
≃

≃ 9.7515 · 10−5

(
MPl

M

)7

TPl. (55)

Здесь TPl = ~/(MPlc
2) ≃ 5.391 · 10−44 с — планков-

ское время. Чем меньше масса скалярона, тем боль-
ше ожидаемое время жизни. Для M ∼ 10−7MPl ха-
рактерное время жизни составляет около секунды.
Для M , равного массе топ кварка, характерное вре-
мя жизни равно τS→vv ∼ 1064 с, что на 47 порядок
больше возраста Вселенной. Наконец, время жизни
равно возрасту Вселенной для M/MPl ∼ 10−10, что
отмечает область масс скалярона, для которых ак-
туален обсуждаемый механизм распада:

10−10 ≪ M

MPl
< 1. (56)

Во-вторых, как для скалярного, так и для фер-
мионного сбора полученных данных не достаточно
для однозначных выводов. В пределе |F1,2| → ∞
соответствующие ширины распада можно сделать
относительно большими. Более того, для каждого
канала можно найти такие значения F1c, F2c, для
которых соответствующие ширины распада обраща-
ются в нуль:

F1c = − 2
(
m
M

)2

1 + 2
(
m
M

)2 , F2c = −1. (57)

Тем не менее, сделать некоторые содержательные
выводы все же можно. А именно, можно максими-
зировать ширину распада для отношения масс.

Канал распада фермионов предоставляет наибо-
лее простой случай. Ширина распада максимальна,
когда отношение масс принимает следующее значе-
ние:

mf

M
=

1√
10
. (58)

Это значение не зависит от константы перенорми-
ровки F2. Мы берем F2 = 0, потому что это позволя-
ет нам оперировать с ультрафиолетово-независимой
частью амплитуды. Соответствующая максималь-
ная ширина распада и минимальное характеристи-
ческое время жизни:

ΓS→ff,max =
576

25

√
3

5
π6M,
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τS→ff,max =

(
MPl

M

)7
25

576π6

√
5

3
TPl ≃

≃ 5.8283 · 10−5

(
MPl

M

)7

TPl. (59)

По полной аналогии с предыдущим случаем, он ра-
вен возрасту Вселенной при M/MPl ∼ 10−10.

Скалярный канал распада представляет собой
более сложный случай, поскольку максимальное
значение сечения определяется нормировочной кон-
стантой F1:

1

M
ΓS→ss,max =

=





64
75π

6 (1 + 3F1)
2
√

1+3F1

5+5F1

, F1 < −2 or F1 > ξ

16
3 π

6F2
1 , −2 < F1 < ξ.

(60)

Здесь F1 = −2 и F1 = ξ ≃ −0.14032 являются кор-
нями уравнения

4

25
(1 + 3F1)

2

√
1 + 3F1

5 + 5F1
= F2

1 . (61)

Выражение максимального сечения неограниченно
сверху и достигает минимума в точке F1 = ξ. Соот-
ветствующее характерное время жизни составляет

τS→ss,max =

(
MPl

M

)7
3

16π6

1

ξ2
TPl =

= 9.9052 · 10−3

(
MPl

M

)7

TPl. (62)

Время жизни равно возрасту Вселенной, если
M/MPl ∼ 10−9, что аналогично предыдущим
случаям.

Результаты этого раздела следует резюмированы
следующим образом. Прежде всего, ширины распа-
да (40) и (46) сильно зависят от значения констант
перенормировки F1 и F2. Несмотря на это, можно
максимизировать соответствующие ширины распа-
дов для массового фактора M/MPl. Это позволя-
ет установить осмысленные нижние границы харак-
терных времен жизни (62), (60), (55). Эти результа-
ты показывают, что представленный механизм рас-
пада актуален только для следующего диапазона
иерархии масс:

10−9 ≪ M

MPl
< 1. (63)

5. ОБСУЖДЕНИЕ И ВЫВОДЫ

В данной статье мы обсудили новые каналы
постинфляционного разогрева в модели гравитации
R + R2. Модель имеет дополнительную скалярную
степень свободы, называемую скалярон. Он ведет
инфляционную фазу расширения в режиме медлен-
ного скатывания по плоской части потенциала. Ко-
гда инфляция завершается, Вселенная наполняет-
ся скалярными частицами, которые должны вновь
разогреть Вселенную, передав свою энергию в сек-
тор материи и темной материи.

Обсуждаются новые каналы такого разогрева,
возникающие из-за квантовых гравитационных эф-
фектов. Пертурбативная квантовая гравитация слу-
жит формализмом, способным описать такие эф-
фекты контролируемым образом. Первый канал, об-
суждаемый в данной статье, — это аннигиляция
двух скаляронов в пару состояний материи. Мы по-
лучили сечения аннигиляции для массивных ска-
ляров (11), массивных дираковских фермионов (15)
и безмассовых векторов (20). Второй обсуждаемый
канал — это распад одиночного скалярона в пару
двух состояний материи, реализующийся на одно-
петлевом уровне. Такие процессы возможны благо-
даря тому, что скалярон имеет неминимальное куби-
ческое самодействие. Это позволяет скалярону воз-
буждать промежуточные гравитонные состояния и
распадаться в состояния чистой материи. Мы рас-
считали ширину распада для массивных скаляров
(40), массивных дираковских спиноров (46) и без-
массовых векторов (52).

Подробное обсуждение сценария повторного на-
грева, учитывающего эти новые каналы распада,
требует отдельного рассмотрения и выходит дале-
ко за рамки данной статьи. Однако можно сделать
некоторые содержательные выводы о влиянии пред-
ставленных процессов.

Во-первых, в пределе тяжелого скалярона рож-
дение фермионов и безмассовых векторов сильно
подавлено, поэтому эффективно рождаются только
скалярные частицы. В то же время в пределе тяже-
лого скалярона нельзя пренебрегать обсуждаемы-
ми ширинами распада. На основании рассуждений,
приведенных в предыдущем разделе, можно сделать
вывод, что при массе скалярона M ≫ 10−9MPl ха-
рактерное время жизни скалярона меньше возраста
Вселенной. Таким образом, предел тяжелых скаля-
ронов содержит широкую и интересную феномено-
логию, поскольку он может способствовать повтор-
ному нагреву как по каналам аннигиляции, так и по
каналам распада.
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Во-вторых, в пределе легкого скалярона об-
суждаемые распады сильно подавлены множителем
(MPl/M)

7, что делает их пренебрежимо малыми.
Канал аннигиляции, напротив, обеспечивает более
сложную феноменологию. Рождаются все типы час-
тиц. Бозонные состояния (т. е. скалярные состояния
и векторные состояния с фиксированной кирально-
стью) рождаются в равных количествах. Соответ-
ствующие сечения растут квадратично с увеличени-
ем импульса в системе центра масс. Рождение фер-
мионов приближается к некоторому конечному пре-
дельному значению и не растет дальше. Однако эти
сечения не оказывают прямого влияния на макро-
скопическую скорость рождения частиц. Эволюция
скалярной плотности во времени определяется урав-
нением Зельдовича–Ли–Вайнберга, которое содер-
жит сечение аннигиляции после определенного тер-
модинамического усреднения. Мы вычислили соот-
ветствующие факторы и установили, что рождение
фермионов подавлено тепловым фактором (T/M), а
рождение бозонов испытывает более сильное терми-
ческое подавление (T/M)3. Следовательно, разум-
но предположить, что рождение бозонов доминиру-
ет только на ранней стадии разогрева, а рождение
фермионов преобладает на более поздних стадиях.

Результаты настоящей работы позволяют иссле-
довать сценарий постинфляционного разогрева в
модели гравитации R + R2, объясняющей обсужда-
емые процессы. Такие исследования представляют
собой самостоятельную сложную проблему, которая
требует отдельного рассмотрения.

Финансирование. Работа выполнена при фи-
нансовой поддержке Российского научного фонда
(грант № 22-22-00294, https://rscf.ru/project/22-22-
00294/.)
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