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В рамках Стандартной модели вычислены парциальные ширины, двойные и однократные дифференциаль-
ные распределения для четырехлептонных распадов 𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−, где 𝑞 = {𝑑, 𝑠}. Учтены вклады из-

лучения виртуального фотона легким 𝑞- и тяжелым 𝑏-кварками, тормозное излучение виртуального фотона
заряженными лептонами в конечном состоянии, вклад ”слабой аннигиляции” и вклад широких векторных
𝑐𝑐-резонансов. Вклад узких 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-резонансов исключен. Излучение виртуального фотона легким
кварком 𝐵̄𝑞-мезона описано при помощи модели доминантности векторных мезонов, в рамках которой при-
нимались во внимание только вклады легчайших векторных мезонов, включающих в свой состав 𝑞𝑞-пары.
Для 𝐵̄𝑠-мезона это ϕ(1020)-резонанс. Для 𝐵̄𝑑-мезона учитывались вклады ρ

0(770)- и ω(782)-резонансов.
В настоящей работе рассмотрены две возможности. Первая, когда вклады узких ϕ(1020)- и ω(782)-мезонов
исключены из парциальных ширин соответствующих распадов. Вторая, когда вклады узких резонансов учте-
ны в парциальных ширинах. Отдельно изучен вопрос о влиянии вычитательной процедуры на величину пар-
циальных ширин распадов 𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−.
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1. ВВЕДЕНИЕ

Исследование четырехлептонных распадов ней-
тральных 𝐵̄𝑑,𝑠-мезонов позволяет проверить предска-
зания Стандартной модели (СМ) в высших порядках
теории возмущений для процессов с экстремально
малыми парциальными ширинами <10−9 и на фоне
подавленной ”стандартной физики” попытаться
найти проявления физики за пределами СМ. Рас-
сматриваемые в настоящей статье распады связаны
с переходами 𝑏-кварка в 𝑑- или 𝑠-кварки. Такие пере-
ходы обусловлены так называемыми нейтральными
токами, нарушающими аромат (FCNC), которые
в рамках Стандартной модели запрещены на древес-
ном уровне и возникают в высших порядках теории
возмущений за счет петлевых диаграмм типа ”пинг-
вин” и ”квадратик”. В работе мы сконцентрируемся
на предсказаниях для распадов 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−,
когда в конечном состоянии имеются две пары за-
ряженных лептонов разного аромата. Для распадов
𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−µ+µ− будут приведены правдоподобные
оценки. Заметим, что распады с тождественными леп-
тонами в конечном состоянии менее информативны,
чем распады с лептонами разного аромата. Например,
в распадах 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− имеет смысл говорить
о зарядовой лептонной асимметрии, ”нулевая точка”
которой, как хорошо известно, чрезвычайно чувстви-

1) Научно-исследовательский институт ядерной физики имени
Д.В. Скобельцына Московского государственного университета
имени М.В. Ломоносова, Москва, Россия.
2) Национальный исследовательский центр “Курчатовский инсти-
тут” — Курчатовский комплекс теоретической и эксперименталь-
ной физики, Москва, Россия.

тельна к расширениям СМ и слабо чувствительна к
различным непертурбативным описаниям вклада от
сильных взаимодействий [1, 2]. Измерение зарядовой
лептонной асимметрии в распадах 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−µ+µ−

не имеет смысла, поскольку принципиально невоз-
можно различить тождественные мюоны, входящие
в разные лептонные пары.

С экспериментальной точки зрения, наоборот,
существенно проще выделить и реконструировать
треки мюонов, чем электронов. Четыре мюонных
трека, выходящие из одной вершины и попадающие
в инвариантную массу 𝐵̄𝑞-мезона, эффективно ис-
ключают практически любые возможные фоновые
события. Поэтому последние десять лет коллаборация
LHCb публикует верхние пределы исключительно
для процессов 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−µ+µ− [3–5]. В настоящее
время экспериментально установлены следующие
верхние границы:

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ < 8.6 × 10−10 на 95%CL;

Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ < 1.8 × 10−10 на 95%CL.

На текущий момент для парциальных ширин и других
характеристик распадов 𝐵̄𝑑,𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− и 𝐵̄𝑑, 𝑠 →
→ µ+µ−µ+µ− существуют три теоретических пред-
скaзания [6–8] и одна правдоподобная теоретическая
оценка [9].
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В работе [6] даны первые теоретические пред-
сказания для парциальных ширин распадов 𝐵̄𝑠 →
→ µ+µ−𝑒+𝑒− и 𝐵̄𝑠 → µ+µ−µ+µ−. Предсказания
были получены в предположении, что распады
𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−(µ+µ−µ+µ−) сводятся к простому

процессу 𝐵̄𝑠 →
(︁
γ* → µ+µ−

)︁(︁
γ* → 𝑒+𝑒− (µ+µ−)

)︁
,

который можно домножить на фактор, отвечающий
вкладу слабых и сильных взаимодействий. При этом
адронные формфакторы были получены в рамках
эффективной теории тяжелых кварков (HQET),
которая, как известно, плохо применима для опи-
сания переходов 𝑏 → 𝑠 и совершенно неприменима
при описании переходов 𝑏 → 𝑑. В результате всех
вычислений в работе [6] были даны следующие
теоретические предсказания:

BrDS (𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−) =

(︀
0.91 × 10−4

)︀
×

× Br(𝐵̄𝑠 → γγ) ≈ 1.1 × 10−10 (1)

и

BrDS (𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−
µ
+
µ
−) =

(︀
0.28 × 10−4

)︀
×

× Br(𝐵̄𝑠 → γγ) ≈ 0.3 × 10−10, (2)

если Br(𝐵̄𝑠 → γγ) = 1.23 × 10−6 [10]. Поскольку
α2em ≈ 0.5× 10−4, то предсказания (1) и (2) по порядку
величины неплохо согласуются с наивной оценкой

Br (𝐵̄𝑠 → ℓ+ℓ−ℓ′+ℓ′−) ∼ κ α
2
em Br (𝐵̄𝑠 → γγ), (3)

где в пределе нулевых масс электрона и мюона κ = 2
для конечного состояния µ+µ−𝑒+𝑒− и κ = 1/2 для ко-
нечной конфигурации µ+µ−µ+µ−. Значения κ можно
получить из симметрийных соображений. Авторы [6]
предлагают иное соотношение:

1

3
Br (𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−) = Br (𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−),

которое, по их мнению, вытекает из (1) и (2) и кор-
ректно учитывает различие масс электронов и мюо-
нов.

Предсказания работы [6] не учитывают вклады от
широких 𝑐𝑐 векторных резонансов, ”хвосты” от уз-
ких 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-мезонов, ”слабую аннигиляцию”,
резонансный вклад промежуточного ϕ(1020)-мезона
и ряд других процессов, которые были последователь-
но учтены в конференционном сообщении [7]. На-
конец, в краткой заметке [8] философия работы [7]
была распространена на четырехлептонные распады
𝐵̄𝑑-мезонов. В настоящей статье мы всесторонне об-
судим идеи и предположения, которые привели к ре-
зультатам [7, 8], но из-за недостатка места не бы-
ли включены в эти два конференционных сообще-
ния. Кроме того, представим новые результаты и рас-
смотрим возможность модификации формул работ [7,
8] при помощи вычитательной процедуры, на жела-
тельность применения которой впервые было указано
в работе [11].

В статье [9] в пределе нулевых лептонных масс
предложена оценка для парциальной ширины распа-
да 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− исходя из величины парциаль-
ной ширины распада 𝐵− → 𝑒+𝑒−ν̄µ µ

−, которая была
точно вычислена в этой же работе [9]. Для получения
оценки использовалось предположение, что непер-
турбативные вклады от сильных взаимодействий для
распадов 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− и 𝐵− → 𝑒+𝑒−ν̄µ µ

−

совпадают по порядку величины, а основное раз-
личие между распадами возникает за счет слабых
и электромагнитных взаимодействий. На основании
этого предположения с учетом более корректного
численного результата для Br

(︀
𝐵− → 𝑒+𝑒−ν̄µ µ

−)︀ из
работы [12] можно получить следующую оценку пар-
циальной ширины распада 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− с учетом
резонансного вклада от ρ0(770)- и ω(782)-мезонов:

BrDNT (𝐵̄𝑑 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−) ∼ τ𝐵𝑑

2τ𝐵−

⃒⃒⃒⃒
αem 𝐶10𝐴

2π

⃒⃒⃒⃒2
×

× |𝑉𝑡𝑏𝑉
*
𝑡𝑑|2

|𝑉𝑢𝑏|2

(︂
𝑀𝐵𝑑

𝑀𝐵−

)︂5

Br
(︀
𝐵− → 𝑒+𝑒−ν̄µ µ

−)︀ ≈

≈ 0.4 × 10−11, (4)

где |𝐶10𝐴| = 4.41 – абсолютное значение коэффи-
циента Вильсона из эффективного гамильтониана пе-
реходов 𝑏 → (𝑑, 𝑠) ℓ+ℓ− [13, 14], который задается
формулой (8). Заметим, что для получения парциаль-
ной ширины распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− проведение
аналогичной оценки не вполне корректно, поскольку
вклад ϕ(1020)-резонанса существенно отличается от
вкладов ρ0(770)- и ω(782)-резонансов. На этом пред-
сказания и оценки для парциальных ширин распадов
𝐵̄𝑑,𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−, которые предшествуют настоящей
статье, исчерпываются.

Корректность оценки (4) можно независимо
проверить при помощи другого подхода. Для это-
го будем рассматривать распад 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒−

как совокупность двух каскадных распадов

𝐵̄𝑑 → µ+µ−
(︁
γ* → 𝑒+𝑒−

)︁
и 𝐵̄𝑑 →

(︁
γ* → µ+µ−

)︁
𝑒+𝑒−.

Тогда

BrMN(𝐵̄𝑑 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−) ∼ αem

(︁
Br(𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−
γ)+

+ Br(𝐵̄𝑑 → 𝑒+𝑒−γ)
)︁
≈ 0.4 × 10−11, (5)

где численные значения Br(𝐵̄𝑑 → ℓ+ℓ−γ) взяты из ра-
бот [15] и [16]. В этих работах при вычислении пар-
циальных ширин распадов 𝐵̄𝑑 → ℓ+ℓ−γ учтен вклад
ρ0(770)- и ω(782)-резонансов, но исключен вклад
𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-мезонов, как этого требует экспери-
ментальная процедура [3–5]. Вклад от хвостов 𝐽/ψ-
иψ(2𝑆)-резонансов, широких 𝑐𝑐-состояний и ”слабой
аннигиляции” учтен полностью. Мы видим, что оцен-
ки (4) и (5) совпадают друг с другом и задают порядок
величины для парциальной ширины распада 𝐵̄𝑑 →
→ µ+µ−𝑒+𝑒−.
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Теперь можем вернуться к оценке парциальной ши-
рины распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Этот распад включает
в себя нерезонансную часть, для которой приемлемой
может считаться оценка (3), и резонансный вклад. Ес-
ли исключить область 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-резонансов, как
это сделано в работах [3–5], то основной резонансный
вклад будет происходить от распада 𝐵̄𝑠 → (ϕ(1020) →
→ ℓ+ℓ−) ℓ′+ℓ′−. Тогда

Brϕ
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
∼ Br

(︁
𝐵̄𝑠 → ϕµ

+
µ
−
)︁
×

×
(︁

Br
(︀
ϕ→ 𝑒+𝑒−

)︀
+ Br

(︀
ϕ→ µ

+
µ
−)︀ )︁ ≈

≈ (4.5−5.3) × 10−10. (6)

Численные значения парциальных ширин, входящих
в формулу (6), взяты из [17]. Практика показывает,
что грубую оценку (6) можно рассматривать как ниж-
нюю границу резонансного вклада. Для грубой оцен-
ки нижней границы парциальной ширины с учетом
нерезонансного вклада и экспериментальных огра-
ничений [3–5] на резонансный вклад используем вы-
ражение, аналогичное (5). Тогда

BrMN(𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−) ∼ αem

(︁
Br(𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
γ) +

+ Br(𝐵̄𝑠 → 𝑒+𝑒−γ)
)︁

≈ 3.2 × 10−10. (7)

Сравнение (6) и (7) указывает на то, что подавля-
ющий вклад в парциальную ширину распада 𝐵̄𝑠 →
→ µ+µ−𝑒+𝑒− дает процесс с участием промежуточно-
го ϕ(1020)-резонанса. Отсюда следует, что представ-
ляет интерес отдельное рассмотрение предсказания
для парциальной ширины с участием и без участия
ϕ(1020)-мезона. Тем более, что предсказания [5] при-
водятся без учета вклада ϕ(1020)-резонанса. Для рас-
пада 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− по аналогии следует провести
вычисления с учетом и без учета вклада узкогоω(782)-
резонанса, что также согласуется с эксперименталь-
ным анализом [5].

Работа устроена следующим образом. Во Введе-
нии дается общий исторический обзор теоретическо-
го и экспериментального изучения четырехлептон-
ных распадов 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−, делаются про-
стые оценки для парциальных ширин рассматрива-
емых распадов. В разд. 2 приводятся основные со-
глашения и выписываются фундаментальные и эф-
фективные гамильтонианы процессов, которые дают
вклад в распады 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Раздел 3 содержит
подробное описание всех учитываемых в настоящей
работе вкладов в амплитуду распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−.
В разд. 4 обсуждаются особенности амплитуды рас-
пада 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− по отношению к амплитуде
распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Раздел 5 содержит числен-
ные предсказания для парциальных ширин распадов
𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− с учетом и без учета резонансно-
го вклада. В разд. 6 приводятся различные дифферен-
циальные распределения рассматриваемых распадов.

В заключении кратко изложены основные результаты
работы. Три приложения содержат громоздкие фор-
мулы, необходимые для вычисления амплитуд и пар-
циальных ширин распадов 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−.

2. ЭФФЕКТИВНЫЙ ГАМИЛЬТОНИАН
РАСПАДОВ 𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−

Чтобы получить амплитуды четырехлептонных рас-
падов 𝐵̄𝑑,𝑠 → µ+ µ− 𝑒+ 𝑒−, необходимо определить
фундаментальные и эффективные гамильтонианы
процессов, которые дают вклад в эти амплитуды.
В настоящей работе примем, что вильсоновский ко-
эффициент 𝐶2(𝑀𝑊 ) = −1 [13, 14], элементарный
заряд 𝑒 = |𝑒| > 0 нормирован условием 𝑒2 = 4παem, где
αem ≈ 1/137 – постоянная тонкой структуры. Матри-
ца γ5 определена как γ5 = 𝑖γ0γ1γ2γ3 и σµν = 𝑖 [γµ, γν]/2.
Знак полностью антисимметричного тензора четвер-
того ранга фиксирован условием ε0123 = −1. Выбор
знака для 𝐶2(𝑀𝑊 ) задает знаки для всех гамильтони-
анов, которые будут выписаны ниже.

В пренебрежении массой легкого кварка 𝑞 эффек-
тивный гамильтониан FCNC-переходов 𝑏 → 𝑞 ℓ+ℓ−,
где 𝑞 = {𝑑, 𝑠}может быть записан в форме вильсонов-
ского разложения [13, 14]:

ℋ𝑏→𝑞ℓ+ℓ−

eff (𝑥) =
𝐺F√

2

αem

2π
𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑞

[︁
− 2𝑖𝑚𝑏

𝐶7γ(µ)

𝑞2
×

× 𝑑(𝑥)σµν𝑞
ν (1 + γ5) 𝑏(𝑥) · ℓ̄(𝑥)γµℓ(𝑥) + 𝐶9𝑉 (µ)×

× 𝑑(𝑥)γµ (1 − γ5) 𝑏(𝑥) · ℓ̄(𝑥)γµℓ(𝑥) + 𝐶10𝐴(µ)×

× 𝑑(𝑥)γµ (1 − γ5) 𝑏(𝑥) · ℓ̄(𝑥)γµγ5ℓ(𝑥)
]︁

+ h.c, (8)

где 𝐺F – постоянная Ферми, 𝑉𝑡𝑏 и 𝑉𝑡𝑞 – элементы
матрицы Кабиббо–Кобаяши–Маскавы [17], 𝑞ν – 4-
импульс лептонной пары и 𝑞2 = 𝑞ν𝑞ν. Масштабный
параметр µ ∼ 𝑚𝑏 ∼ 5 ГэВ разделяет пертурбатив-
ный и непертурбативный вклады от сильных взаимо-
действий. Пертурбативный вклад содержится в виль-
соновских коэффициентах 𝐶7γ(µ), 𝐶9𝑉 (µ) и 𝐶10𝐴(µ).
Непертурбативный вклад в основном возникает при
вычислении матричных элементов гамильтониана (8)
от кварковых токов между начальным и конечным ад-
ронными состояниями. В рамках СМ при µ0 = 5 ГэВ
для вильсоновских коэффициентов можно получить
следующие численные значения: 𝐶1(µ0) = 0.241,
𝐶2(µ0) = −1.1, 𝐶3(µ0) = −0.0104, 𝐶4(µ0) = 0.02433,
𝐶5(µ0) = −0.00706, 𝐶6(µ0) = 0.0294, 𝐶7γ(µ0) = 0.312,
𝐶9𝑉 (µ0) = −4.21 и 𝐶10𝐴(µ0) = 4.41 [1, 13, 14, 18].

В коэффициенте 𝐶9𝑉 (µ) дополнительно необхо-
димо учесть пертурбативный вклад от 𝑐𝑐- и 𝑢𝑢̄-пар
и непертурбативный вклад от векторных резонансов,
в кварковый состав которых входят рассматриваемые
пары. Введем следующие обозначения; 𝑠 = 𝑞2/𝑚2

𝑏

и 𝑚̂𝑄 = 𝑚𝑄/𝑚𝑏, где 𝑄 = {𝑢, 𝑐}. Для записи дальней-
ших формул удобно доопределить 𝑚̂𝑏 = 1 и 𝑚̂𝑞 ≈ 0,
поскольку в (8) мы пренебрегли массой легкого квар-
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ка 𝑞 по сравнению с массой 𝑏-кварка. Наконец обо-

значим λ𝑄 =
𝑉𝑄𝑏𝑉

*
𝑄𝑞

𝑉𝑡𝑏𝑉 *
𝑡𝑞

. В силу унитарности матрицы

Кабиббо–Кобаяши–Маскавы

λ𝑢 + λ𝑐 + 1 = 0.

Тогда в NLO-приближении вильсоновский коэффи-
циент 𝐶9𝑉 (µ) переходит в эффективный вильсонов-
ский коэффициент 𝐶eff

9𝑉 (µ, 𝑠) [14], который нужно за-
писать следующим образом:

𝐶eff
9𝑉 (µ, 𝑠) =

(︂
1 +

α𝑠(𝑚𝑏)

π
ω(𝑠)

)︂
𝐶9𝑉 − (3𝐶1 + 𝐶2)×

×
(︁
λ𝑢ℎ(𝑚̂𝑢, 𝑠)+λ𝑐ℎ(𝑚̂𝑐, 𝑠)

)︁
+(3𝐶3 + 𝐶4 + 3𝐶5 + 𝐶6)×

×
(︂

2

9
+ ℎ(𝑚̂𝑐, 𝑠)

)︂
− 1

2
(4𝐶3 + 4𝐶4 + 3𝐶5 + 𝐶6)×

× ℎ(𝑚̂𝑏, 𝑠) −
1

2
(𝐶3 + 3𝐶4)ℎ(𝑚̂𝑞, 𝑠). (9)

Функции ω(𝑠), ℎ(𝑚̂, 𝑠) и ℎ(0, 𝑠) можно найти в ра-
ботах [14, 19, 20], α𝑠(µ) – бегущая константа силь-
ного взаимодействия, коэффициенты 𝐶𝑖 = 𝐶𝑖(µ0).
Для учета вклада векторных резонансов воспользуем-
ся подходом из работ [19, 20] и учтем коррекцию вы-
ражения для резонансного вклада, которая была вы-
полнена в статье [15]. Тогда

ℎ(𝑚̂𝑐, 𝑠) → 𝐻(𝑚̂𝑐, 𝑠) = ℎ(𝑚̂𝑐, 𝑠)−

− 3π

α2em

∑︁
𝑖

𝑞2

𝑀2
𝑖

𝑀𝑖Γ(𝑉𝑖 → ℓ+ℓ−)

𝑞2 −𝑀2
𝑖 + 𝑖𝑀𝑖Γ𝑖

; (10)

ℎ(𝑚̂𝑢, 𝑠) → 𝐻(𝑚̂𝑢, 𝑠) = ℎ(𝑚̂𝑢, 𝑠)−

− 1√
2

3π

α2em

∑︁
𝑗

𝑞2

𝑀2
𝑗

𝑀𝑗Γ(𝑉𝑗 → ℓ+ℓ−)

𝑞2 −𝑀2
𝑗 + 𝑖𝑀𝑗Γ𝑗

,

где 𝑖 = {𝐽/ψ, ψ(2𝑆), ψ(3770), ψ(4040), ψ(4160),
ψ(4415)}, индекс 𝑗 = {ρ0(770), ω(782)}. Изотопиче-
ский фактор 1/

√
2 отражает вклад 𝑢𝑢̄-пары в волно-

вые функции ρ0(770)- и ω(782)-мезонов. Численные
значения остальных постоянных можно найти в [17].

Согласованный с выбором знака 𝐶2(𝑀𝑊 ) гамиль-
тониан электромагнитного взаимодействия имеет вид

ℋem(𝑥) = − |𝑒|
∑︁
𝑓

𝑄𝑓

(︁
𝑓(𝑥) γµ𝑓(𝑥)

)︁
𝐴µ(𝑥) =

= − 𝑗µem(𝑥)𝐴µ(𝑥), (11)

где 𝑓(𝑥) – поле фермиона аромата 𝑓 , 𝐴µ(𝑥) – четыре-
потенциал электромагнитного поля, 𝑄𝑓 – заряд фер-
миона аромата 𝑓 в единицах |𝑒| и 𝑗

µ
em(𝑥) – оператор

электромагнитного фермионного тока.
Помимо вильсоновского коэффициента 𝐶 eff

9𝑉 век-
торные резонансы дают вклад непосредственно в ам-

плитуду распадов 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒−, когда виртуаль-
ный фотон излучается легким кварком 𝑞. Для описа-
ния таких процессов будет использована модель до-
минантности векторных мезонов (VMD). Эффектив-
ный гамильтониан VMD имеет вид

ℋVMD(𝑥) = − |𝑒|
∑︁
𝑖

𝑀2
𝑉𝑖

𝑓𝑉𝑖

𝑉
µ

𝑖 (𝑥)𝐴µ(𝑥), (12)

где 𝑉
µ

𝑖 (𝑥) – поле нейтрального векторного мезона 𝑉𝑖

и 𝑀𝑉𝑖 – масса соответствующего мезона. Абсолютные
величины констант взаимодействия 𝑓𝑉𝑖 вычисляют-
ся из экспериментальных значений ширин распадов
𝑉𝑖 → ℓ+ℓ− в пределе 𝑀𝑉𝑖

≫ 𝑚ℓ согласно формуле

Γ
(︀
𝑉𝑖 → ℓ+ℓ−

)︀
=

4π

3

(︂
αem

|𝑓𝑉𝑖
|

)︂2

𝑀𝑉𝑖
. (13)

Безразмерные константы 𝑓𝑉𝑖 являются действитель-
ными числами, знак которых зависит от знака за-
ряда кварков, входящих в векторный мезон 𝑉𝑖. Знак
константы 𝑓𝑉𝑖

можно найти, если использовать иное
определение

⟨ 0 | 𝑗µem(0) | 𝑉𝑖(𝑀𝑉𝑖 , 𝑘, ε) ⟩ = |𝑒| εµ𝑀𝑉𝑖 𝑓
em
𝑉𝑖

.

При помощи данного определения легко вычислить
матричный элемент распада 𝑉𝑖 → ℓ+ℓ− и получить,
что 𝑓 em

𝑉𝑖
= 𝑀𝑉𝑖

/𝑓𝑉𝑖
. Безразмерные постоянные 𝑓𝑉𝑖

ис-
пользовались в наших работах [9] и [21], в то время как
постоянным 𝑓 em

𝑉𝑖
было отдано предпочтение в рабо-

тах [7,8,12,15] и [16]. В настоящей работе нам удобно
использовать безразмерные постоянные 𝑓𝑉𝑖

и гамиль-
тониан VMD вида (12).

Эффективный гамильтониан, описывающий пере-
ходы 𝑞𝑏 → 𝑄̄𝑄 (так называемые процессы ”слабой ан-
нигиляции”), имеет вид

𝐻
𝐵̄𝑞→𝑄̄𝑄
eff = −𝐺F√

2
𝑎1(µ)𝑉𝑄𝑏𝑉

*
𝑄𝑞

(︁
𝑞(𝑥)γµ(1 − γ5)𝑏(𝑥)

)︁
×

×
(︁
𝑄̄(𝑥)γµ(1 − γ5)𝑄(𝑥)

)︁
, (14)

где 𝑎1(µ0) = 𝐶1(µ0) + 𝐶2(µ0)/𝑁𝑐 ≈ −0.13 и 𝑁𝑐 – чис-
ло цветов [22].

3. ОПИСАНИЕ ВКЛАДОВ РАЗЛИЧНЫХ
ПРОЦЕССОВ В АМПЛИТУДУ РАСПАДА

𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−

В настоящем разделе будут найдены вклады в ам-
плитуду распада

𝐵̄𝑠(𝑝, 𝑀1) → µ
+(𝑘1)µ−(𝑘2)𝑒+(𝑘3)𝑒−(𝑘4)

от различных процессов, которые мы считаем ве-
дущими. Учтены тормозное излучение, резонанс-
ный вклад от ϕ(1020)-мезона, нерезонансный вклад
и ”слабая аннигиляция”. Специально подчеркнем,
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что коэффициент 𝐶 eff
9𝑉 (. . .), который задается фор-

мулой (9), содержит вклады от ψ(3770)-, ψ(4040)-,
ψ(4160)-, ψ(4415)-, ρ0(770)- и ω(782)-резонансов.
Согласно экспериментальной процедуре [3–5] мы
сразу вырезаем ту часть кинематически разрешен-
ной области, в которую дают основной вклад 𝐽/ψ-
и ψ(2𝑆)-резонансы. Однако вклады ”хвостов” от этих
резонансов учитываются в полной амплитуде.

Обозначим 4-импульс µ+µ−-пары как 𝑞 = 𝑘1 + 𝑘2,
4-импульс 𝑒+𝑒−-пары – как 𝑘 = 𝑘3 + 𝑘4, а 4-импульс
𝐵̄𝑠-мезона – через 𝑝 = 𝑞 + 𝑘. Для дальнейших вычис-
лений удобно воспользоваться безразмерными пере-
менными

𝑥12 =
𝑞2

𝑀2
1

, 𝑥34 =
𝑘2

𝑀2
1

.

Практически во всех вычислениях настоящей работы
мы считаем лептоны безмассовыми, т.е. полагаем, что
𝑘2𝑖 = 0. Исключением будет только случай тормозного
излучения, поскольку в безмассовом пределе тормоз-
ное излучение отсутствует.

3.1. Тормозное излучение

Рассмотрим тормозное излучение, когда виртуаль-
ный фотон испускается одним из лептонов в конеч-
ном состоянии. Такой процесс описывается четырьмя
диаграммами рис. 1. Определим лептонную константу
распада 𝐵̄𝑠-мезона 𝑓𝐵𝑠 как⟨︀

0
⃒⃒
𝑠(0) γµγ5𝑏(0)

⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑀1, 𝑝)

⟩︀
= 𝑖 𝑓𝐵𝑠 𝑝

µ. (15)

Тогда амплитуда тормозного излучения 𝑒+𝑒−-пары
обоими мюонами в конечном состоянии имеет вид

ℳ(𝑒)
𝑓𝑖 =

√
2𝐺Fα

2
em𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑠

𝑀2
1

[︁
𝑖𝑑(𝑃𝑉 )(𝑥34, 𝑥134, 𝑥234)×

× 𝑞α

(︁
µ(𝑘2)γ5µ(−𝑘1)

)︁
+ 𝑓 (𝑇𝑉 )(𝑥34, 𝑥134, 𝑥234)εαβµν𝑝

β×

×
(︁
µ(𝑘2)γµγνµ(−𝑘1)

)︁]︁(︁
𝑒(𝑘4)γα𝑒(−𝑘3)

)︁
. (16)

Аналогичную формулу можно написать для ампли-
туды тормозного излучения µ+µ−-пары электроном
и позитроном в конечном состоянии:

ℳ(µ)
𝑓𝑖 =

√
2𝐺Fα

2
em𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑠

𝑀2
1

(︁
µ(𝑘2)γµµ(−𝑘1)

)︁
×

×
[︁
𝑖𝑑(𝑉 𝑃 )(𝑥12, 𝑥123, 𝑥124)𝑘µ

(︁
𝑒(𝑘4)γ5𝑒(−𝑘3)

)︁
+

+ 𝑓 (𝑉 𝑇 )(𝑥12, 𝑥123, 𝑥124)εµναβ𝑝
ν
(︁
𝑒(𝑘4)γαγβ𝑒(−𝑘3)

)︁]︁
.

(17)

Безразмерные функции 𝑑(𝑃𝑉 )(. . .), 𝑓 (𝑇𝑉 )(. . .),
𝑑(𝑉 𝑃 )(. . .) и 𝑓 (𝑉 𝑇 )(. . .) даны в Приложении А,
формулы (А.1)–(А.4).

3.2. Нерезонансный вклад

Рассмотрим диаграмму, представленную на рис. 2.
На этой диаграмме один из виртуальных фотонов из-
лучается в FCNC-вершине и затем переходит в леп-
тонную пару. Второй же виртуальный фотон напря-
мую излучается 𝑏-кварком 𝐵̄𝑠-мезона. Амплитуду та-
кого процесса мы будем называть амплитудой нере-
зонансного вклада. Очевидно, что данная амплитуда
не включает в себя весь нерезонансный вклад. Напри-
мер, в рассматриваемую амплитуду не входит ”слабая
аннигиляция” или вклад широких 𝑐𝑐 векторных мезо-
нов. Эти вклады мы учитываем отдельно.

Для вычисления нерезонансного вклада определим
следующие формфакторы [23] и [15, 16]:⟨︀

γ
*(𝑞2, ε)

⃒⃒
𝑠(0) γξγ

5 𝑏(0)
⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
=

= 𝑖 𝑒 ε* η
(︁
𝑔ξη (𝑞2 𝑞1) − 𝑞1 η𝑞2 χ

)︁ 𝐹𝐴(𝑞21 , 𝑞
2
2)

𝑀1
;⟨︀

γ
*(𝑞2, ε) | 𝑠(0) γξ 𝑏(0) | 𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
=

= − 𝑒 ε* η εξ η 𝑞2 𝑞1

𝐹𝑉 (𝑞21 , 𝑞
2
2)

𝑀1
;⟨︀

γ
*(𝑞2, ε)

⃒⃒
𝑠(0) σξνγ

5 𝑏(0)
⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
𝑞ν1 =

= 𝑒 ε* η
(︀
𝑔ξη (𝑞2 𝑞1) − 𝑞1 η𝑞2ξ

)︀
𝐹𝑇𝐴(𝑞21 , 𝑞

2
2);⟨︀

γ
*(𝑞2, ε) | 𝑠(0) σξν 𝑏(0) | 𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
𝑞ν1 =

= − 𝑖 𝑒 ε* ηεξ η 𝑞2 𝑞1𝐹𝑇𝑉 (𝑞21 , 𝑞
2
2).

(18)

В формулах (18) 𝑒 = |𝑒| > 0, 4-импульс 𝑞1 отвеча-
ет фотону, который излучается из FCNC-вершины, а
4-импульс 𝑞2-фотону, который излучается 𝑏-кварком
и 𝑝 = 𝑞1 + 𝑞2. В работе [15] была найдена следую-
щая простая полюсная параметризация для формфак-
торов 𝐹𝑖(𝑞

2
1 , 𝑞

2
2 = 0), где 𝑖 = {𝑉, 𝐴, 𝑇𝑉, 𝑇𝐴}:

𝐹𝑖(𝑞
2
1 , 𝑞

2
2 = 0) =

𝐹𝑖(𝑞
2
1 = 0, 𝑞22 = 0)

1 − 𝑞21/𝑀
2
𝑅𝑖

. (19)

При 𝑖 = {𝑉, 𝑇𝑉 } параметр 𝑀𝑅𝑖 = 𝑀𝐵*
𝑠

, а
при 𝑖 = {𝐴, 𝑇𝐴} аппроксимация хорошо работает
с 𝑀𝑅𝑖

= 𝑀𝐵𝑠1(5830)0 . При 𝑞22 ̸= 0 ближайший полюс,
обусловленный электромагнитным током 𝑏̄(𝑥)γη𝑏(𝑥),
будет соответствовать вкладу Υ(1𝑆)-резонанса, масса
которого лежит далеко вне кинематически разрешен-
ной области распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Тогда общая
параметризация для формфакторов 𝐹𝑖(𝑞

2
1 , 𝑞

2
2) имеет

вид:

𝐹𝑖(𝑞
2
1 , 𝑞

2
2) =

𝐹𝑖(𝑞
2
1 = 0, 𝑞22 = 0)(︁

1 − 𝑞21/𝑀
2
𝑅𝑖

)︁(︁
1 − 𝑞22/𝑀

2
ϒ(1𝑆)

)︁ . (20)

При этом согласно [15] мы определяем формфакто-
ры (20) с ошибкой порядка 10% по отношению к ”точ-
ному вычислению” в кварковой модели, что сравнимо
с ошибкой, которую дает любой непертурбативный
метод вычисления, как то: правила сумм, решеточ-
ные подходы или кварковые модели. Т.е. стремиться
к большей точности вычисления формфакторов (20)
не имеет смысла.
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Рис. 1. Диаграммы, описывающие вклад тормозного излучения в распаде 𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−.

Bs(p)0‒

p

γ∗

γ∗

s

b

b

η

ζ

q2

q1

Рис. 2. Диаграмма, отвечающая излучению одного из двух
виртуальных фотонов тяжелым кварком. Подобная диа-
грамма является основной частью нерезонансного вклада
в распад 𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−. Кружочек с крестиком внутри

отвечает FCNC-вершине, которая соответствует эффектив-
ному гамильтониану (8).

3.3. Резонансный вклад

Перейдем к диаграмме рис. 3. На этой диаграмме,
как и на диаграмме рис. 2, один виртуальный фотон
излучается в FCNC-вершине и переходит в леп-
тонную пару. При этом второй виртуальный фотон
излучается легким 𝑠-кварком 𝐵̄𝑠-мезона. Ближай-
ший полюс, отвечающий матричному элементу от
электромагнитного тока 𝑠(𝑥)γα𝑠(𝑥), в этом случае
соответствует ϕ(1020)-мезону и лежит в кинематиче-
ски разрешенной области распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−.

Bs(p)0‒

p

γ∗

γ∗

b

s

s

α

µ

q2

q1

Рис. 3. Диаграмма, отвечающая излучению одного из
двух виртуальных фотонов легким кварком. Подобная
диаграмма определяет резонансный вклад в распад 𝐵̄𝑠 →
→ µ

+
µ
−𝑒+𝑒−. Кружочек с крестиком внутри отвечает

FCNC-вершине, которая соответствует эффективному
гамильтониану (8).

Поэтому для описания вклада диаграммы рис. 3
невозможно использовать матричные элементы
вида (18) и простую полюсную параметризацию,
аналогичную параметризации (20). Чтобы найти
вклад диаграммы рис. 3, используем модель до-
минантности векторных мезонов. В рамках этой
модели предполагается, что, излучая лептонную пару
в FCNC-вершине, 𝐵̄𝑠-мезон переходит в ϕ(1020)-
мезон за счет эффективного гамильтониана (8). Затем
согласно VMD ϕ(1020)-мезон через промежуточный
виртуальный фотон распадается на вторую лептон-
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ную пару. Соответствующие диаграммы представлены
на рис. 4. И этот резонансный процесс абсолютно
доминирует над всеми другими процессами, которые
связаны с диаграммой рис. 3. Т.е. мы пренебрега-
ем вкладами остальных 𝑠𝑠 векторных резонансов
и нерезонансным вкладом. Определим формфакторы⟨︀

𝑉 (𝑀2, 𝑞, ε)
⃒⃒
𝑠(0) γµ 𝑏(0)

⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
=

= − ε* α εµα𝑞𝑘
2𝑉 (𝑘2)

𝑀1 + 𝑀2
;

⟨︀
𝑉 (𝑀2, 𝑞, ε)

⃒⃒
𝑠(0) γµγ

5𝑏(0)
⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
=

= 𝑖 ε* α
[︁
(𝑀1 + 𝑀2)𝐴1(𝑘2) 𝑔αµ − 𝐴2(𝑘2)

𝑀1 + 𝑀2
𝑃µ𝑝α−

− 2𝑀2

𝑘2

(︁
𝐴3(𝑘2) −𝐴0(𝑘2)

)︁
𝑘µ 𝑝α

]︁
;

⟨︀
𝑉 (𝑀2, 𝑞, ε)

⃒⃒
𝑠(0) σµν 𝑏(0)

⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
𝑘ν =

= − 𝑖 ε* α εµα𝑞𝑘 2𝑇1(𝑘2); (21)

⟨︀
𝑉 (𝑀2, 𝑞, ε)

⃒⃒
𝑠(0)σµνγ

5𝑏(0)
⃒⃒
𝐵̄𝑠(𝑝)

⟩︀
𝑘ν = ε

*α×

×
[︁
(𝑃𝑘)𝑇2(𝑘2)𝑔αµ − 2𝑘α𝑞µ

(︂
𝑇2(𝑘2) +

𝑘2

(𝑃𝑘)
𝑇3(𝑘2)

)︂
+

+ 𝑘α𝑘µ

(︂
2(𝑞𝑘)

(𝑃𝑘)
𝑇3(𝑘2) − 𝑇2(𝑘2)

)︂]︁
,

где

𝐴3(𝑘2) =
1

2𝑀2

[︁
(𝑀1 +𝑀2)𝐴1(𝑘2)− (𝑀1 −𝑀2)𝐴2(𝑘2)

]︁
,

𝑘 = 𝑝 − 𝑞 и 𝑃 = 𝑝 + 𝑞 = 2𝑞 + 𝑘. В данной ра-
боте мы используем параметризацию формфакторов
из (21), которая была получена при помощи диспер-
сионной формулировки кварковой модели [24]. За-
метим, что слагаемые ∼𝑘µ и ∼𝑞α при свертке с леп-
тонными токами исчезают из амплитуды резонансно-
го вклада в пределе нулевых лептонных масс в силу
сохранения векторного и аксиального лептонных то-
ков в этом пределе. При ненулевых лептонных массах
лептонный векторный ток по-прежнему сохраняется,
а ненулевой вклад в амплитуду свертки с аксиальным
лептонным током для электронов и мюонов сильно
подавлен фактором 𝑚ℓ/𝑀1.

В рамках VMD-приближения для описания резо-
нансного вклада при вычислении амплитуд распада
𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− с формфакторами (21) следует вы-
полнить замену

ε
*
α(𝑞) → 4παem

𝑓𝑉

𝑀2
𝑉

𝑞2
1

𝑞2 −𝑀2
𝑉 + 𝑖Γ𝑉 𝑀𝑉

×

×
(︁
ℓ̄(𝑘2) γα ℓ(−𝑘1)

)︁
.

В недавней работе [11] обсуждается необходимость
применения вычитательной процедуры при записи
амплитуды резонансного вклада для распадов 𝐵− →
→ ℓ+ℓ−ν̄ℓ′ℓ

′−. Аналогичную вычитательную процеду-
ру можно провести и в нашем случае. При этом вы-
читательный член, который пропорционален𝑄𝐵̄𝑠

𝑓𝐵𝑠
,

где 𝑄𝐵̄𝑠
= 0 – заряд 𝐵̄𝑠-мезона и 𝑓𝐵𝑠

– лептонная
константа, определенная в (15), равен нулю. И, со-
гласно [11], резонансный вклад в амплитуду распада
𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− необходимо домножить только на
безразмерный фактор 𝑞2/𝑀2

𝑉 . Вследствие подобного
умножения для резонансного вклада в амплитуде ис-
чезает полюсная зависимость при 𝑞2 → 0.

3.4. Суммарная амплитуда нерезонансного
и резонансного вкладов

Применяя определения (8), (18) и (21) и используя
VMD-приближение (12), можно в следующем виде за-
писать суммарную амплитуду нерезонансного и резо-
нансного вкладов:

ℳ(𝑁+𝑅)
𝑓𝑖 =

√
2𝐺Fα

2
em𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑠

𝑀2
1

{︃[︃
− 𝑎(𝑉 𝑉 )

𝑀1
εµα𝑘𝑞−

− 𝑖𝑏(𝑉 𝑉 )𝑀1𝑔αµ + 2𝑖
𝑐(𝑉 𝑉 )

𝑀1
𝑞α𝑘µ

]︃
𝑗µ(𝑘2, 𝑘1)𝐽α(𝑘4, 𝑘3) +

+

[︃
− 𝑎(𝑉 𝐴)

𝑀1
εµα𝑘𝑞 − 𝑖𝑏(𝑉 𝐴)𝑀1𝑔αµ + 2𝑖

𝑐(𝑉 𝐴)

𝑀1
𝑞α𝑘µ+

+ 𝑖
𝑔(𝑉 𝐴)

𝑀1
𝑘α𝑘µ

]︃
𝑗µ(𝑘2, 𝑘1)𝐽α5(𝑘4, 𝑘3) +

[︃
− 𝑎(𝐴𝑉 )

𝑀1
εµα𝑘𝑞−

− 𝑖𝑏(𝐴𝑉 )𝑀1𝑔αµ + 2𝑖
𝑐(𝐴𝑉 )

𝑀1
𝑞α𝑘µ + 𝑖

𝑑(𝐴𝑉 )

𝑀1
𝑘α𝑞µ

]︃
×

×𝑗µ5(𝑘2, 𝑘1)𝐽α(𝑘4, 𝑘3)+

[︃
− 𝑎(𝐴𝐴)

𝑀1
εµα𝑘𝑞− 𝑖𝑏(𝐴𝐴)𝑀1𝑔αµ+

+ 2𝑖
𝑐(𝐴𝐴)

𝑀1
𝑞α𝑘µ + 𝑖

𝑑(𝐴𝐴)

𝑀1
𝑘α𝑞µ + 𝑖

𝑔(𝐴𝐴)

𝑀1
𝑘α𝑘µ

]︃
×

× 𝑗µ5(𝑘2, 𝑘1)𝐽α5(𝑘4, 𝑘3)

}︃
, (22)

где мы используем следующие соглашения для леп-
тонных токов:

𝑗µ(𝑘2, 𝑘1) = µ̄(𝑘2) γµµ(−𝑘1),

𝐽α(𝑘4, 𝑘3) = 𝑒(𝑘4) γα 𝑒(−𝑘3);

𝑗µ 5(𝑘2, 𝑘1) = µ̄(𝑘2) γµ γ5 µ(−𝑘1),

𝐽α 5(𝑘4, 𝑘3) = 𝑒(𝑘4) γα γ5 𝑒(−𝑘3).

Вычисленные в рамках Стандартной модели безраз-
мерные функции 𝑎(𝐼𝐽) ≡ 𝑎(𝐼𝐽)(𝑥12, 𝑥34), 𝑏(𝐼𝐽) ≡
≡ 𝑏(𝐼𝐽)(𝑥12, 𝑥34), 𝑐(𝐼𝐽) ≡ 𝑐(𝐼𝐽)(𝑥12, 𝑥34), 𝑑(𝐼𝐽) ≡
≡ 𝑑(𝐼𝐽)(𝑥12, 𝑥34) и 𝑔(𝐼𝐽) ≡ 𝑔(𝐼𝐽)(𝑥12, 𝑥34), где 𝐼𝐽 =

ЯДЕРНАЯ ФИЗИКА том 87 № 3 2024



242 ДАНИЛИНА, НИКИТИН
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Рис. 4. Диаграммы, отвечающие резонансному вкладу 𝐵̄𝑠 →
(︁
ϕ → ℓ′+ ℓ′−

)︁
ℓ+ℓ− от промежуточногоϕ(1020)-мезона в рас-

пад 𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−. Кружочек с крестиком внутри соответствует FCNC-вершине, которая соответствует эффективному

гамильтониану (8).

= {𝑉 𝑉, 𝑉 𝐴,𝐴𝑉,𝐴𝐴}, определены в Приложении Б,
формулы (Б.1) – (Б.16). В этих формулах суммирова-
ние производится только по 𝑖 = {ϕ(1020)}, изотопи-
ческий фактор 𝐼ϕ = ⟨ϕ(1020) | 𝑠𝑠 ⟩ = 1.

3.5. Вклад процессов ”слабой аннигиляции”

На рис. 5 показан еще один нерезонансный вклад,
определяемый матричным элементом от гамильтони-
ана (2). Это вклад так называемых процессов ”сла-
бой аннигиляции”, которые обусловлены переходами
𝑏𝑠 → {𝑢𝑢̄, 𝑐𝑐}. Вклад пропорционален дивергенции
аксиального тока и является ничем иным, как акси-
альной аномалией. Пренебрегая поправками порядка
(𝑚𝑢/𝑀1)

2 и (𝑚𝑐/𝑀1)
2, получаем следующее выраже-

ние для амплитуды ”слабой аннигиляции”:

ℳ(𝑊𝐴)
𝑓𝑖 =

√
2𝐺Fα

2
em𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑠

𝑀2
1

(︂
−
εµα𝑘𝑞

𝑀1

)︂
𝑗µ(𝑘2, 𝑘1)×

×𝐽α(𝑘4, 𝑘3)

(︂
− 32

3π

)︂
1

𝑥12𝑥34

𝑉𝑢𝑏𝑉
*
𝑢𝑠 + 𝑉𝑐𝑏𝑉

*
𝑐𝑠

𝑉𝑡𝑏𝑉 *
𝑡𝑠

𝑎1(µ)𝑓𝐵𝑠
,

(23)

где 𝑓𝐵𝑠
= 𝑓𝐵𝑠

/𝑀1. Из (23) следует, что вклад ”сла-
бой аннигиляции” необходимо учитывать только при
малых значениях 𝑥12 или 𝑥34. Но даже в этой обла-
сти рассматриваемый вклад динамически подавлен по
сравнению с нерезонансным вкладом из разд. 3.2 за
счет малой величины вильсоновского коэффициента
𝑎(µ).

Из сравнения формул (22) и (23) видно, что для
учета вклада ”слабой аннигиляции” можно сле-
дующим образом переопределить коэффициент
𝑎(𝑉 𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) из формулы (Б.1):

𝑎(𝑉 𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) → 𝑎(𝑉 𝑉 )(𝑥12, 𝑥34)−

− 32

3π

1

𝑥12 𝑥34

𝑉𝑢𝑏 𝑉
*
𝑢𝑠 + 𝑉𝑐𝑏 𝑉

*
𝑐𝑠

𝑉𝑡𝑏𝑉 *
𝑡𝑠

𝑎1(µ) 𝑓𝐵𝑠
. (24)

4. АМПЛИТУДА РАСПАДА 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒−

Все вклады, кроме резонансного, в амплитуду рас-
пада 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− можно получить из соответству-
ющих вкладов в амплитуду распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−

простой заменой 𝑠 → 𝑑.
В отличие от распада 𝐵̄𝑠-мезона, резонансный

вклад в распаде 𝐵̄𝑑-мезона определяется матричны-
ми элементами 𝑑(𝑥)γα𝑑(𝑥) - тока. Следуя логике мо-
дели доминантности векторных мезонов, мы считаем,
что в FCNC-вершине 𝐵̄𝑑-мезон переходит в широкий
ρ0(770)- или в узкий ω(782)-резонансы, как это пока-
зано на рис. 6. В рамках дисперсионной формулиров-
ки кварковой модели [24] вычислены только форм-
факторы (21) для 𝐵̄ → ρ-переходов. Формфакторы
(21) для 𝐵 → ω-переходов принимаются теми же са-
мыми. В формулах (Б.1)–(Б.16) суммирование проис-
ходит по 𝑖 = {ρ0(770), ω(782)}, а изотопические фак-
торы выбираются как 𝐼ρ =

⟨︀
ρ0(770) | 𝑑𝑑

⟩︀
= − 1/

√
2

и 𝐼ω =
⟨︀
ω(782) | 𝑑𝑑

⟩︀
= + 1/

√
2 соответственно.
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Рис. 5. Диаграммы, отвечающие вкладу ”слабой аннигиляции” в распад 𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−.

5. ВЫЧИСЛЕНИЕ ПАРЦИАЛЬНОЙ ШИРИНЫ
РАСПАДОВ 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒−

Полная амплитуда распадов 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒− может
быть представлена в следующей форме:

ℳ(tot)
𝑓𝑖 = ℳ(𝑒)

𝑓𝑖 + ℳ(µ)
𝑓𝑖 + ℳ(𝑁+𝑅)

𝑓𝑖 + ℳ(𝑊𝐴)
𝑓𝑖 =

=

√
2𝐺F α

2
em 𝑉𝑡𝑏 𝑉

*
𝑡𝑞

𝑀2
1

∑︁
{𝐿}

𝐿µα 𝑗
µ 𝐽α, (25)

где 𝑗µ и 𝐽α – лептонные токи, 𝐿... – различ-
ные лоренцовы структуры, которые описаны
в формулах (16), (17), (22) и (23). Тогда вы-
ражение для парциальной ширины распадов
𝐵̄𝑞(𝑝, 𝑀1) → µ+(𝑘1) µ−(𝑘2) 𝑒+(𝑘3) 𝑒−(𝑘4) имеет
вид

Br
(︀
𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
=

τ𝐵𝑞

2𝑀1
×

×
∫︁ (︃ ∑︁

𝑠1,𝑠2,𝑠3,𝑠4

⃒⃒⃒
ℳ(𝑡𝑜𝑡)

𝑓𝑖

⃒⃒⃒2)︃
𝑑Φ4 =

𝐺2
Fα

4
em|𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑞|2

𝑀5
1

τ𝐵𝑞
×

×
∫︁ ⎛⎜⎝ ∑︁

𝑠1,𝑠2,𝑠3,𝑠4

⃒⃒⃒⃒
⃒⃒∑︁
{𝐿}

𝐿µα𝑗
µ𝐽α

⃒⃒⃒⃒
⃒⃒
2
⎞⎟⎠ 𝑑Φ4, (26)

где τ𝐵𝑞
– время жизни 𝐵̄𝑞-мезона, а четырехчастич-

ный фазовый объем 𝑑Φ4 определен в Приложении В,
формула (В.4). Суммирование производится по про-
екциям спинов конечных лептонов 𝑠1, 𝑠2, 𝑠3 и 𝑠4. Но-
мер спина лептона соответствует номеру 4-импульса
лептона.

Полное интегрирование выражения (26) по фазо-
вому объему может быть проведено только числен-
но. Для получения численных значений парциаль-
ных ширин нами применялся программный пакет
EvtGen [25]. Чтобы использовать этот пакет, парци-
альные ширины распадов 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒− необходи-
мо записать в виде:

Br
(︀
𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈

𝐺2
Fα

4
em|𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑞|2

𝑀5
1

τ𝐵𝑞

(︁
𝑀6

1 |𝑋|2
)︁
×

× 𝑁0

𝑁tot
Φ4(0) =

α4em

⃒⃒
𝑉𝑡𝑏𝑉

*
𝑡𝑞

⃒⃒2
3 · 213 · π5

τ𝐵𝑞
𝐺2

F𝑀
5
1 |𝑋|2 𝑁0

𝑁tot
, (27)

где 𝑁tot – полное число событий, разыгранных
Монте-Карло-генератором EvtGen при помощи ам-
плитуды (25); 𝑁0 – число принятых событий; |𝑋|2 –
максимальное значение безразмерной величины

∑︀
𝑠1, 𝑠2, 𝑠3, 𝑠4

⃒⃒⃒⃒
⃒∑︀{𝐿}

𝐿µα 𝑗
µ 𝐽α

⃒⃒⃒⃒
⃒
2

𝑀6
1

и Φ4(0) =
𝑀4

1

3 · 213 · π5
– значение четырехчастичного

фазового объема при нулевых массах лептонов. Это
значение хорошо совпадает с четырехчастичным
фазовым объемом, если в конечном состоянии
находятся только электроны и мюоны. Интегриро-
вание происходит следующим образом. На первом
этапе определяется значение |𝑋|2. Для этого прово-
дится розыгрыш событий в районе предполагаемых
максимумов матричного элемента. Затем выполняет-
ся Монте-Карло-интегрирование методами EvtGen
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Рис. 6. Диаграммы, отвечающие резонансным вкладам 𝐵̄𝑑 →
(︁
ρ
0(770) → ℓ′+ ℓ′−

)︁
ℓ+ℓ− и 𝐵̄𝑑 →

(︁
ω(782) → ℓ′+ ℓ′−

)︁
ℓ+ℓ−

в распад 𝐵̄𝑑 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−. Кружочек с крестиком внутри отвечает FCNC-вершине, которая соответствует эффективному

гамильтониану (8).

при различных значениях 𝑁tot, последовательно
увеличивая полное число событий. Когда численное
значение парциальной ширины, вычисленное при
каждой последующей итерации, стабильно отли-
чается от предыдущей итерации менее чем на 1%,
процедура интегрирования прекращается. Заметим,
что основная ошибка численного значения Br возни-
кает от неточности вычисления адронных матричных
элементов непертурбативными методами.

При вычислении парциальных ширин распадов
𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒− согласно экспериментальной про-
цедуре [3–5] всегда исключаются области вокруг
значений масс 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-резонансов в соответ-
ствии с условием |𝑀1

√
𝑥𝑖𝑗 −𝑀res| < 100 МэВ, где

𝑥𝑖𝑗 = = {𝑥12, 𝑥34}. Дополнительно необходимо вести
ограничения снизу на переменные 𝑥12 и 𝑥34, посколь-
ку в пределе нулевых лептонных масс парциальная
ширина расходится из-за вклада фотонного полюса.
Для переменной 𝑥12 существует естественное ограни-
чение снизу 𝑥12 > 4𝑚̂ 2

µ ≈ 0.0016. Именно оно исполь-
зуется в настоящей работе. Для переменной 𝑥34 будет
использоваться точно такое же ограничение сни-
зу. Данное ограничение обусловлено тем, что
в электромагнитном калориметре установки LHCb
происходит отбор электронов и позитронов с попе-
речными импульсами 𝑝𝑇 > 200 МэВ, что численно
намного превосходит массу электрона и как раз
порядка массы мюона. Таким образом, во всех
дальнейших вычислениях настоящей статьи мы
принимаем, что 𝑥34 > 4𝑚̂ 2

µ .
Начнем с численных значений парциальной шири-

ны распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Без процедуры вычита-

ния, но с учетом вклада ϕ(1020)-резонанса, для пар-
циальной ширины найдено значение

Br𝑅
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (61 ± 12) × 10−10. (28)

Если же исключить вклад ϕ(1020)-резонанса соглас-
но условию |𝑀1

√
𝑥𝑖𝑗 −𝑀ϕ(1020)| < 70 МэВ (см. рабо-

ту [5]), то получим, что

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (2.8 ± 0.5) × 10−10. (29)

На основе результата (29) можно оценить нерезонанс-
ную парциальную ширину распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−µ+µ−:

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ 1

2
Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈

≈ (1.4 ± 0.3) × 10−10, (30)

что прекрасно согласуется с экспериментальным
верхним пределом [5].

Заметим, что вычисленная на основе точной ам-
плитуды (25) парциальная ширина распада с учетом
резонансного вклада (28) практически на порядок
превышает наивную оценку (7). Несколько меньшая
разница возникает между нерезонансной оценкой (3)
и точным нерезонансным результатом (29). При этом
сравнение численных значений (28) и (29) полностью
подтверждает качественный вывод, который был сде-
лан во Введении: подавляющий вклад в парциаль-
ную ширину распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− дают процессы
с участием промежуточного ϕ(1020)-мезона.

Учет вычитательной процедуры практически не ме-
няет результат (28). В этом случае для парциаль-
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ϕ

Рис. 7. Кинематика распада 𝐵̄𝑞(𝑝, 𝑀1) → µ
+(𝑘1) µ

−(𝑘2) 𝑒
+(𝑘3) 𝑒

−(𝑘4). Угол θ12 определяется в системе покоя µ+µ−-пары,
угол θ34 определяется в системе покоя 𝑒+𝑒−-пары, а угол ϕ задается в системе покоя 𝐵̄𝑞-мезона. Ось 𝑧 выбрана по направ-
лению движения 𝐵̄𝑞-мезона в лабораторной системе координат.

ной ширины с учетом резонансного вклада ϕ(1020)-
мезона получается численное значение

Br𝑅, Sub

(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (58 ± 11) × 10−10, (31)

которое в пределах ошибок совпадает с (28). Нере-
зонансный вклад после выполнения вычитательной
процедуры по сравнению с (29) уменьшается практи-
чески в 1.5 раза и составляет

Br Sub

(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (1.6 ± 0.2) × 10−10. (32)

Отсюда можно оценить, что

Br Sub

(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ (0.8 ± 0.1) × 10−10. (33)

Обратимся теперь к вычислению парциаль-
ных ширин распада 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Как и для
распада 𝐵̄𝑠-мезона, при получении парциальных
ширин распада 𝐵̄𝑑-мезона исключается область 𝐽/ψ-
и ψ(2𝑆)-резонансов согласно экспериментальной
процедуре [3–5]. Ограничение снизу на переменные
𝑥12 и 𝑥34 составляет 4𝑚2

µ.
Начнем с результатов, которые были получены

без использования вычитательной процедуры. То-
гда с учетом вклада широкого ρ0(770)- и узкого
ω(782)-резонансов возникает следующий численный
результат:

Br𝑅
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (3.2 ± 1.2) × 10−11, (34)

который почти на порядок превосходит наивные
оценки (4) и (5). Т.е. продолжается тенденция, кото-
рая уже была отмечена при обсуждении численных
значений резонансных парциальных ширин в распа-
де 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Подобное расхождение меж-
ду наивными оценками и точными вычислениями
указывает на важность полного учета динамических
характеристик распада, которые обусловлены вкла-
дом от непертурбативной КХД. Теперь можно исклю-
чить вклад узкогоω(782)-резонанса согласно условию

|𝑀1
√
𝑥𝑖𝑗 −𝑀ω(782)| < 70 МэВ [3–5]. Тогда получаем,

что

Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (1.1 ± 0.3) × 10−11. (35)

Отсюда

Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ (0.6 ± 0.2) × 10−11. (36)

Сравнение (34) и (35) показывает, что вклад
ω(782)-резонанса в парциальную ширину распа-
да 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− доминирует, но гораздо меньше,
чем резонансный вклад от ϕ(1020)-мезона в парци-
альную ширину распада 𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−. Поэтому
можно предложить экспериментально искать распа-
ды 𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒− и 𝐵̄𝑑 → µ+µ−µ+µ−, не исключая
при этом область ω(782)-резонанса.

Использование вычитательной процедуры приво-
дит к следующим результатам:

Br𝑅, Sub

(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (3.1 ± 1.2) × 10−11, (37)

Br Sub

(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (0.9 ± 0.2) × 10−11. (38)

Наконец,

Br Sub

(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ (0.5 ± 0.2) × 10−11. (39)

Сравнивая между собой нерезонансные численные
значения (29) и (35) без проведения вычитательной
процедуры или нерезонансные парциальные ширины
(32) и (38) после проведения вычитательной процеду-
ры, находим, что по порядку величины

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−

)︀
Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒−

)︀ ≈

≈
Br Sub

(︀
𝐵̄𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒−

)︀
Br Sub

(︀
𝐵̄𝑑 → µ+µ−𝑒+𝑒−

)︀ ∼
⃒⃒⃒⃒
𝑉𝑡𝑠

𝑉𝑡𝑑

⃒⃒⃒⃒2
≈ 25.

Данное равенство показывает согласованность чис-
ленного интегрирования, проведенного при помощи
пакета EvtGen.
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6. ДИФФЕРЕНЦИАЛЬНЫЕ РАСПРЕДЕЛЕНИЯ
В РАСПАДАХ 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒−

Рассмотрим предсказания для различных диф-
ференциальных распределений в распадах 𝐵̄𝑞 →
→ µ+µ−𝑒+𝑒−. В данном разделе мы не используем вы-
читательную процедуру и всегда исключаем область
вокруг 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-резонансов согласно критери-
ям отбора экспериментальных событий [3–5]. Вклад
остальных резонансов учитывается во всех представ-
ленных ниже распределениях.

Прежде всего представляют интерес нормирован-
ные дифференциальные распределения по квадрату
инвариантной массы µ+µ−- или 𝑒+𝑒−-пары. Для
распадов 𝐵̄𝑠-мезона такие распределения представ-
лены на рис. 8а–8г, а для распадов 𝐵̄𝑑-мезонов –
на рис. 9а–9г. По оси ординат выбран логариф-
мический масштаб, чтобы на рис. 8 и 9 помимо
резонансного вклада и вклада фотонного полю-
са был виден нерезонансный вклад. Вырезы на
распределениях рис. 8а, 8б, 9а и 9б соответству-
ют исключению вкладов вокруг 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-
резонансов. Полученные распределения по форме
весьма похожи на аналогичные дифференциальные
распределения для редких радиационных лептонных
распадов 𝐵̄𝑑,𝑠 → γℓ+ℓ− [15,16,21,23,26]. Несмотря на
то, что парциальные ширины редких радиационных
лептонных распадов на порядок больше, чем парци-
альные ширины редких четырехлептонных распадов
𝐵𝑑,𝑠-мезонов, с экспериментальной точки зрения
последние распады гораздо легче детектировать,
особенно в четырехмюонной моде. Поэтому можно
ожидать, что дифференциальные распределения для
редких четырехлептонных распадов будут найдены
гораздо раньше, чем аналогичные распределения для
𝐵̄𝑑,𝑠 → γℓ+ℓ−-распадов.

На рис. 10 показаны распределения по косину-
су угла между направлением движения лептона ℓ+

и нейтрального 𝐵̄𝑞-мезона в системе покоя ℓ+ℓ−-
пары. Подобные угловые распределения чувствитель-
ны к структуре эффективного гамильтониана (8) в го-
раздо большей степени, чем распределения по квад-
рату инвариантной массы лептонной пары. Угловые
переменные 𝑦12 и 𝑦34 определены формулой (В.2). Из
рис. 10 видно, что форма угловых распределений не
чувствительна к тому, рассматривается распад 𝐵̄𝑠- или
𝐵̄𝑑-мезона, и слабо чувствительна к аромату лепто-
на ℓ.

На рис. 11 представлены нормированные распреде-
ления по косинусу угла ϕ между плоскостями, кото-
рые образованы импульсами µ+µ−- и 𝑒+𝑒−-пар в си-
стеме покоя 𝐵̄𝑞-мезона. Для безмассовых лептонов
этот косинус определяется из уравнения (В.3). Из
рис. 11 видно, что форма распределений по cosϕ для
распадов 𝐵̄𝑠- и 𝐵̄𝑑-мезонов не отличается.

Таким образом, угловые распределения в че-
тырехлептонных распадах 𝐵̄𝑠- и 𝐵̄𝑑-мезонов

практически не отличаются. С эксперименталь-
ной точки зрения лучше изучать такие распределения
в распадах 𝐵̄𝑠-мезонов, поскольку даже нерезо-
нансные парциальные ширины рассматриваемых
распадов примерно в |𝑉𝑡𝑠/𝑉𝑡𝑑|2 ∼ 25 раз больше,
чем соответствующие нерезонансные парциальные
ширины четырехлептонных распадов 𝐵̄𝑑-мезонов.

Хорошо известно, что формы угловых распреде-
лений и распределений по квадрату инвариантной
массы лептонной пары чрезвычайно чувствительны
к неопределенности в численных значениях адрон-
ных формфакторов [1, 2]. Гораздо меньшую чувстви-
тельность к адронным формфакторам демонстрирует
зарядовая лептонная асимметрия, которая для µ+µ−-
пары определяется по формуле

𝐴
(𝐵𝑞)
𝐹𝐵 (𝑥12) =
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0

𝑑𝑦12
𝑑2Br

(︀
𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12𝑑𝑦12

−

−
0∫︁

−1

𝑑𝑦12
𝑑2Br

(︀
𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12𝑑𝑦12

⎤⎦⧸︃
⧸︃

𝑑Br
(︀
𝐵̄𝑞 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12

, (40)

а для 𝑒+𝑒−-пары – по формуле

𝐴
(𝐵𝑞)
𝐹𝐵 (𝑥34) =
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Стоит отметить, что в силу неразличимости тожде-
ственных частиц в квантовой механике невозможно
построить зарядовые лептонные асимметрии в распа-
дах 𝐵̄𝑞 → µ+µ−µ+µ− и 𝐵̄𝑞 → 𝑒+𝑒−𝑒+𝑒−.

Различные зарядовые лептонные асимметрии для
распадов 𝐵̄𝑠-мезона представлены на рис. 12а и 12б, а
для 𝐵̄𝑑-мезона – на рис. 12в и 12г. На всех четырех гра-
фиках хорошо видна ”нулевая точка” при {𝑥12, 𝑥34} ∼
∼ − 2𝐶7γ(µ0)/𝐶9𝑉 (µ0) ≈ 0.15 [2].

Наконец, на рис. 13 приведем двойные дифферен-
циальные распределения

𝑑2Br
(︀
𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12 𝑑𝑥34

.

Из рисунка видим, что для формы двойных диффе-
ренциальных распределений существенно не только
влияние фотонного полюса и векторных резонансов
(ϕ(1029) для 𝐵̄𝑠 и ω(782) для 𝐵̄𝑑), но также влияние
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Рис. 8. Нормированные дифференциальные распределения
1

Γ

𝑑Γ

𝑑𝑥𝑖𝑗
для распада 𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−. На рисунках а и б пред-

ставлены распределения во всем диапазоне изменения переменных𝑥12 и𝑥34 соответственно. На рисунках в и г отдельно по-
казаны области, в которых основной вклад дает ϕ(1020)-резонанс. Из рисунков видно, что высота пика ϕ(1020)-резонанса
почти на два порядка превышает высоту пика фотонного полюса.
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Рис. 9. Нормированные дифференциальные распределения
1

Γ

𝑑Γ

𝑑𝑥𝑖𝑗
для распада 𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−. На рисунках а и б пред-

ставлены распределения во всем диапазоне изменения переменных 𝑥12 и 𝑥34 соответственно. На рисунках в и г отдельно
показаны области, в которых основной вклад дает ω(782)-резонанс и фотонный полюс. Из рисунков видно, что высота
пика ω(782)-резонанса менее чем на порядок превышает высоту пика от фотонного полюса. Это наглядно показывает, что
резонансный вклад для распада 𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒− играет гораздо меньшую роль, чем для распада 𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−.
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Рис. 10. Нормированные угловые дифференциальные распределения
1

Γ

𝑑Γ

𝑑𝑦𝑖𝑗
. Угловые переменные 𝑦12 и 𝑦34 определены

выражением (В.2). На рисунках а и б представлены распределения для распада 𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−, а на рисунках в и г анало-

гичные распределения для распада 𝐵̄𝑑 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−.
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Рис. 11. Нормированные дифференциальные распределения
1

Γ

𝑑Γ

𝑑 cosϕ
. Выражение для cosϕ можно найти из уравнения

(В.3). На рисунке а показано распределение для распада 𝐵̄𝑠 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−. На рисунке б – соответствующее распределение

для распада 𝐵̄𝑑 → µ
+
µ
−𝑒+𝑒−.

”хвостов” от 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-резонансов и вклад ши-
роких 𝑐𝑐 векторных резонансов при промежуточных
и больших значениях переменных 𝑥𝑖𝑗 .

7. ЗАКЛЮЧЕНИЕ

В настоящей работе
• в рамках Стандартной модели получены пар-

циальные ширины и дифференциальные рас-
пределения для распадов 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒−, где
𝑞 = {𝑑, 𝑠}. Во всех вычислениях учитывались
вклады излучения виртуального фотона тяжелым

𝑏-кварком, тормозное излучение виртуального
фотона заряженными лептонами в конечном
состоянии, вклад ”слабой аннигиляции”, вклад
широких векторных 𝑐𝑐-резонансов. Согласно
экспериментальной процедуре [3–5] всегда
исключались вклады узких 𝐽/ψ- и ψ(2𝑆)-
резонансов;

• вычисления парциальных ширин проводились
без учета и с учетом (индекс ”sub”) вычитатель-
ной процедуры из работы [11]. Все дифференци-
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Рис. 12. Зарядовые лептонные асимметрии: а - 𝐴
(𝐵𝑠)
𝐹𝐵 (𝑥12); б - 𝐴

(𝐵𝑠)
𝐹𝐵 (𝑥34); в - 𝐴

(𝐵𝑑)
𝐹𝐵 (𝑥12) и г - 𝐴

(𝐵𝑑)
𝐹𝐵 (𝑥34). Формулы (40)

и (41) определяют 𝐴
(𝐵𝑞)

𝐹𝐵 (𝑥𝑖𝑗). Асимметрии вычислены в рамках Стандартной модели. На всех четырех графиках хорошо
видна ”нулевая точка” при 𝑥𝑖𝑗 ∼ 2𝐶7 γ(µ0)/𝐶9𝑉 (µ0) ≈ 0.15.
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Рис. 13. Двойные дифференциальные распределения а -
𝑑2Br

(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12 𝑑𝑥34

и б -
𝑑2Br

(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
𝑑𝑥12 𝑑𝑥34

.

альные распределения были получены без учета
вычитательной процедуры;

• вклад от излучения виртуального фотона легким
𝑑-кварком 𝐵̄𝑑-мезона описывался в рамках мо-
дели доминантности векторных мезонов. Всегда
учитывался вклад широкого ρ0(770)-резонанса.
Далее рассматривались два случая, когда вклад
узкого ω(782)-резонанса учитывался (индекс
”𝑅”) и когда этот вклад исключался согласно [5].
Было найдено, что вычитательная процедура
слабо влияет на численный результат, который
составляет при учете ω(782)-резонанса

Br𝑅
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (3.2 ± 1.2) × 10−11,

а без учета ω(782)-резонанса

Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (1.0 ± 0.4) × 10−11;

• модель доминантности векторных мезонов также
использовалась при описании излучения вир-
туального фотона 𝑠-кварком 𝐵̄𝑠-мезона. В этом
случае учитывался или исключался согласно [5]
вклад узкого ϕ(1020)-резонанса. Для распадов
𝐵̄𝑠-мезонов вычитательная процедура силь-
нее влияет на численный результат. При учете
ϕ(1020)-резонанса находим, что

Br𝑅
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (60 ± 13) × 10−10,

а без учета этого резонанса получаем, что

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−𝑒+𝑒−

)︀
≈ (2.4 ± 1.0) × 10−10;
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• дана оценка парциальных ширин распадов 𝐵̄𝑞 →
→ µ+µ−µ+µ− без учета вкладов узких резонансов

Br
(︀
𝐵̄𝑑 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ (0.6 ± 0.2) × 10−11;

Br
(︀
𝐵̄𝑠 → µ

+
µ
−
µ
+
µ
−)︀ ∼ (1.5 ± 0.4) × 10−10.

Данная оценка не противоречит текущим экспе-
риментальным верхним пределам из работы [5].
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Приложение А

ВЫРАЖЕНИЯ ДЛЯ ФУНКЦИЙ, ВХОДЯЩИХ В
АМПЛИТУДУ ТОРМОЗНОГО ИЗЛУЧЕНИЯ

Выпишем безразмерные функции, которые входят
в амплитуды тормозного излучения (16) и (17) распа-
да 𝐵̄𝑞(𝑝, 𝑀1) → µ+(𝑘1)µ−(𝑘2)𝑒+(𝑘3)𝑒−(𝑘4). Для этого
введем новые безразмерные величины 𝑓𝐵𝑞

= 𝑓𝐵𝑞
/𝑀1,

𝑚̂𝑒 = 𝑚𝑒/𝑀1, 𝑚̂µ = 𝑚µ/𝑀1 и обобщенное обозначе-
ние 𝑥𝑙𝑚𝑛 = (𝑘𝑙 + 𝑘𝑚 + 𝑘𝑛)2/𝑀2

1 . Тогда

𝑑(𝑃𝑉 )(𝑥34, 𝑥134, 𝑥234) = −4𝐶10𝐴𝑚̂µ𝑓𝐵𝑞×

× 1

𝑥34(𝑥234 − 𝑚̂2
µ)(𝑥134 − 𝑚̂2

µ)

(𝑘1 − 𝑘2, 𝑘)

𝑀2
1

; (А.1)

𝑓 (𝑇𝑉 )(𝑥34, 𝑥134, 𝑥234) = −𝐶10𝐴𝑚̂µ𝑓𝐵𝑞
×

× 1 − 𝑥12 + 𝑥34

𝑥34(𝑥234 − 𝑚̂2
µ)(𝑥134 − 𝑚̂2

µ)
; (А.2)

𝑑(𝑉 𝑃 )(𝑥12, 𝑥123, 𝑥124) = −4𝐶10𝐴𝑚̂𝑒𝑓𝐵𝑞
×

× 1

𝑥12(𝑥124 − 𝑚̂2
𝑒)(𝑥123 − 𝑚̂2

𝑒)

(𝑘3 − 𝑘4, 𝑞)

𝑀2
1

; (А.3)

𝑓 (𝑉 𝑇 )(𝑥12, 𝑥123, 𝑥124) = −𝐶10𝐴𝑚̂𝑒𝑓𝐵𝑞
×

× 1 + 𝑥12 − 𝑥34

𝑥12(𝑥124 − 𝑚̂2
𝑒)(𝑥123 − 𝑚̂2

𝑒)
. (А.4)

Приложение Б

ВЫРАЖЕНИЯ ДЛЯ ФУНКЦИЙ
НЕРЕЗОНАНСНОГО И РЕЗОНАНСНОГО

ВКЛАДОВ 𝑎(𝐼𝐽), 𝑏(𝐼𝐽), 𝑐(𝐼𝐽), 𝑑(𝐼𝐽), 𝑓 (𝐼𝐽) и 𝑔(𝐼𝐽)

В этом приложении мы приводим явный вид без-
размерных функций, которые входят в амплитуду
(22). Пусть 𝑚̂𝑏 = 𝑚𝑏/𝑀1, 𝑀̂2𝑖 = 𝑀2𝑖/𝑀1 и Γ̂2𝑖 =

= Γ2𝑖/𝑀1. Если вычитательная процедура из разд. 3.3
не применяется, то функция 𝑅(𝑥) = 1. В случае вы-
полнения вычитательной процедуры 𝑅(𝑥) = 𝑥/𝑀̂2

2𝑖.

𝑎(𝑉 𝑉 )(𝑥12𝑥34) =
4𝑚̂𝑏𝐶7γ(µ)

𝑥12𝑥34

(︃
1

2

(︁
𝐹𝑇𝑉 (𝑞2, 𝑘2)+

+ 𝐹𝑇𝑉 (𝑘2, 𝑞2)
)︁
−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖𝑇1𝑖(𝑞

2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖𝑇1𝑖(𝑘

2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
+

𝐶9𝑉 (𝑞2, µ)

𝑥34
×

×

(︃
𝐹𝑉 (𝑞2, 𝑘2) −

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

2𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

×

× 𝑉𝑖(𝑞
2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
+

𝐶9𝑉 (𝑘2, µ)

𝑥12

(︃
𝐹𝑉 (𝑘2, 𝑞2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

2𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

𝑉𝑖(𝑘
2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
; (Б.1)

𝑎(𝑉 𝐴)(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴

𝑥12

[︃
𝐹𝑉 (𝑘2, 𝑞2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

2𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

𝑉𝑖(𝑘
2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

]︃
; (Б.2)

𝑎(𝐴𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴

𝑥34

[︃
𝐹𝑉 (𝑞2, 𝑘2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

2𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

𝑉𝑖(𝑞
2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

]︃
; (Б.3)

𝑎(𝐴𝐴)(𝑥12, 𝑥34) = 0; (Б.4)

𝑏(𝑉 𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
2𝑚̂𝑏𝐶7γ(µ)

𝑥12𝑥34

(︃
1 − 𝑥12 − 𝑥34

2
×

×
(︁
𝐹𝑇𝐴(𝑞2, 𝑘2) + 𝐹𝑇𝐴(𝑘2, 𝑞2)

)︁
−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2
2𝑖(1 − 𝑀̂2

2𝑖)𝐼𝑖𝑇2𝑖(𝑞
2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2
2𝑖(1 − 𝑀̂2

2𝑖)𝐼𝑖𝑇2𝑖(𝑘
2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
+

𝐶9𝑉 (𝑞2, µ)

𝑥34
×

×

(︃
1

2
(1 − 𝑥12 − 𝑥34)𝐹𝐴(𝑞2, 𝑘2) −

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2
2𝑖(1 + 𝑀̂2𝑖)𝐼𝑖

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

𝐴1𝑖(𝑞
2)

)︃
+

𝐶9𝑉 (𝑘2, µ)

𝑥12
×
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×

(︃
1

2
(1 − 𝑥12 − 𝑥34)𝐹𝐴(𝑘2, 𝑞2) −

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2
2𝑖(1 + 𝑀̂2𝑖)𝐼𝑖

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

𝐴1𝑖(𝑘
2)

)︃
; (Б.5)

𝑏(𝑉 𝐴)(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥12

[︃
1 − 𝑥12 − 𝑥34

2
𝐹𝐴(𝑘2, 𝑞2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖(1 + 𝑀̂2𝑖)𝐼𝑖

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

𝐴1𝑖(𝑘
2)

]︃
; (Б.6)

𝑏(𝐴𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥34

[︃
1 − 𝑥12 − 𝑥34

2
𝐹𝐴(𝑞2, 𝑘2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖(1 + 𝑀̂2𝑖)𝐼𝑖

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

𝐴1𝑖(𝑞
2)

]︃
; (Б.7)

𝑏(𝐴𝐴)(𝑥12, 𝑥34) = 0; (Б.8)

𝑐(𝑉 𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
2𝑚̂𝑏𝐶7γ(µ)

𝑥12𝑥34

{︃
1

2

(︁
𝐹𝑇𝐴(𝑞2, 𝑘2)+

+ 𝐹𝑇𝐴(𝑘2, 𝑞2)
)︁
−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

×

×

(︃
𝑇2𝑖(𝑞

2) +
𝑇3𝑖(𝑞

2)𝑥12

(1 − 𝑀̂2
2𝑖)

)︃
−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

(︃
𝑇2𝑖(𝑘

2) +
𝑇3𝑖(𝑘

2)𝑥34

(1 − 𝑀̂2
2𝑖)

)︃}︃
+

+
𝐶9𝑉 (𝑞2, µ)

𝑥34

(︃
1

2
𝐹𝐴(𝑞2, 𝑘2) −

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

(1 + 𝑀̂2𝑖)
×

× 𝐴2𝑖(𝑞
2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
+

𝐶9𝑉 (𝑘2, µ)

𝑥12

(︃
1

2
𝐹𝐴(𝑘2, 𝑞2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

(1 + 𝑀̂2𝑖)

𝐴2𝑖(𝑘
2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

)︃
; (Б.9)

𝑐(𝑉 𝐴)(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥12

[︃
1

2
𝐹𝐴(𝑘2, 𝑞2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

𝐴2𝑖(𝑘
2)

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

]︃
; (Б.10)

𝑐(𝐴𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥34

[︃
1

2
𝐹𝐴(𝑞2, 𝑘2)−

−
∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

𝑀̂2
2𝑖𝐼𝑖

1 + 𝑀̂2𝑖

𝐴2𝑖(𝑞
2)

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

]︃
; (Б.11)

𝑐(𝐴𝐴)(𝑥12, 𝑥34) = 0; (Б.12)

𝑑(𝐴𝑉 )(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥34

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥34)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2𝑖𝐼𝑖

𝑥34 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

[︃
𝐴2𝑖(𝑞

2)

1 + 𝑀̂2𝑖

+
2𝑀̂2𝑖

𝑥12
×

×

(︃
𝐴3𝑖(𝑞

2) −𝐴0𝑖(𝑞
2)

)︃]︃
; (Б.13)

𝑑(𝐴𝐴)(𝑥12, 𝑥34) = 0; (Б.14)

𝑔(𝑉 𝐴)(𝑥12, 𝑥34) =
𝐶10𝐴(µ)

𝑥12

∑︁
𝑖

𝑅(𝑥12)

𝑓𝑉𝑖

×

× 𝑀̂2𝑖𝐼𝑖

𝑥12 − 𝑀̂2
2𝑖 + 𝑖Γ̂2𝑖𝑀̂2𝑖

[︃
𝐴2𝑖(𝑘

2)

1 + 𝑀̂2𝑖

+
2𝑀̂2𝑖

𝑥34
×

×

(︃
𝐴3𝑖(𝑘

2) −𝐴0𝑖(𝑘
2)

)︃]︃
; (Б.15)

𝑔(𝐴𝐴)(𝑥12, 𝑥34) = 0; (Б.16)

Приложение В
КИНЕМАТИКА ЧЕТЫРЕХЛЕПТОННЫХ

РАСПАДОВ

Обозначим через 𝑘𝑖, где 𝑖 = {1, 2, 3, 4}, 4-импульсы
конечных лептонов в четырехлептонных распадах
𝐵̄𝑞(𝑝, 𝑀1) → µ+(𝑘1) µ−(𝑘2) 𝑒+(𝑘3) 𝑒−(𝑘4). Определим
следующие 4-импульсы:

𝑞 = 𝑘1+𝑘2; 𝑘 = 𝑘3+𝑘4; 𝑝 = 𝑞+𝑘 = 𝑘1+𝑘2+𝑘3+𝑘4,

где 𝑝 – это 4-импульс 𝐵̄𝑞-мезона и 𝑝2 = 𝑀2
1 , 4-

импульс µ+µ−-пары равен 𝑞, а 4-импульс 𝑒+𝑒−-пары
равен 𝑘. Для компьютерных вычислений удобно ис-
пользовать безразмерные переменные. Поэтому вве-
дем 𝑥𝑖𝑗 = (𝑘𝑖 + 𝑘𝑗)

2/𝑀2
1 и 𝑚̂𝑖 =

√︀
𝑘2𝑖 /𝑀1. Очевидно,

что 𝑥𝑖𝑗 = 𝑥𝑗𝑖. Практически во всех вычислениях на-
стоящей работы удобно полагать, что 𝑘2𝑖 = 0. Одна-
ко при учете вклада тормозного излучения в области
𝑞2 ∼ 4𝑚µ

2 и 𝑘2 ∼ [4𝑚2
𝑒, 4𝑚2

µ] нельзя пренебрегать за-
висимостью матричного элемента и фазового объема
от лептонных масс. В безмассовом пределе из закона
сохранения 4-импульса находим, что переменные 𝑥𝑖𝑗

связаны условием

𝑥12 + 𝑥13 + 𝑥14 + 𝑥23 + 𝑥24 + 𝑥34 = 1. (В.1)

Определим пределы изменения переменных 𝑥̂12 и 𝑥̂34

при ненулевых массах лептонов. Из неравенства

(𝑘𝑖 𝑘𝑗) >
√︁

𝑘2𝑖 𝑘
2
𝑗 немедленно следует, что

4𝑚̂2
µ = (𝑚̂1+𝑚̂2)2 6 𝑥12 6 (1−𝑚̂3−𝑚̂4)2 = (1−2𝑚̂𝑒)

2.
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При фиксированном значении переменной 𝑥12 имеем

𝑥34 =
𝑘2

𝑀2
1

=
(𝑝− 𝑞)2

𝑀2
1

6
(𝑀1 −

√︀
𝑞2)2

𝑀2
1

= (1 −
√
𝑥12)

2
.

Тогда

4 𝑚̂2
𝑒 = (𝑚̂3 + 𝑚̂4)2 6 𝑥34 6 (1 −

√
𝑥12)

2
.

Теперь сопоставим положительно заряженному мюо-
ну импульс k1, а позитрону – импульс k3. Далее опре-
делим угол θ12 между направлением импульса µ+ и на-
правлением движения 𝐵̄𝑞-мезона (осью 𝑧) в системе
покоя µ+µ−-пары. Аналогично введем угол θ34 между
направлением движения 𝑒+ и направлением движе-
ния 𝐵̄𝑞-мезона в системе покоя 𝑒+𝑒−-пары. Все выше-
сказанное проиллюстрировано на рис. 7. Тогда в без-
массовом случае:

𝑦12 ≡ cos θ12 =
1

λ1/2(1, 𝑥12, 𝑥34)
×

× (𝑥23 + 𝑥24 − 𝑥13 − 𝑥14) ,

𝑦34 ≡ cos θ34 =
1

λ1/2(1, 𝑥12, 𝑥34)
×

× (𝑥14 + 𝑥24 − 𝑥13 − 𝑥23) ,

(В.2)

где λ(𝑎, 𝑏, 𝑐) = 𝑎2 +𝑏2 +𝑐2−2𝑎𝑏−2𝑎𝑐−2𝑏𝑐 – треуголь-
ная функция. Легко проверить, что {θ12, θ34} ∈ [0, π].
Углы отсчитываются от оси 𝑧.

Наконец, в системе покоя 𝐵̄𝑞-мезона определим
уголϕ ∈ [0, 2π) между плоскостями (k1, k2) и (k3, k4).
Для этого введем вектор a1 = k1 × k2, перпендику-
лярный плоскости (k1, k2), и вектор a3 = k 4 × k 3,
который ортогонален плоскости (k3, k4). Тогда

cosϕ =

(︁
a1, a3

)︁
|a1| |a3|

.

При нулевых лептонных массах с помощью техники
из книги [27] можно получить:

cosϕ = det

⎛⎝ 𝑀2
1 (𝑝𝑘1) (𝑝𝑘2)

(𝑝𝑘4) (𝑘1𝑘4) (𝑘2𝑘4)
(𝑝𝑘3) (𝑘1𝑘3) (𝑘2𝑘3)

⎞⎠⧸︃
⎡⎢⎣

⎯⎸⎸⎸⎷det

⎛⎝ 𝑀2
1 (𝑝𝑘1) (𝑝𝑘2)

(𝑝𝑘1) 0 (𝑘1𝑘2)
(𝑝𝑘2) (𝑘1𝑘2) 0

⎞⎠×

×

⎯⎸⎸⎸⎷det

⎛⎝ 𝑀2
1 (𝑝𝑘3) (𝑝𝑘4)

(𝑝𝑘3) 0 (𝑘3𝑘4)
(𝑝𝑘4) (𝑘3𝑘4) 0

⎞⎠
⎤⎥⎦ .

Упрощение этого выражения дает

− 2
√︁

𝑥12𝑥34(1 − 𝑦212)(1 − 𝑦234) cosϕ+

+ (1 − 𝑥12 − 𝑥34)𝑦12𝑦34 = 𝑥13 − 𝑥14 − 𝑥23 + 𝑥24.
(В.3)

Угол ϕ отсчитывается от плоскости (k1, k2) в направ-
лении плоскости (k3, k4).

Четырехчастичный фазовый объем можно записать
как

𝑑Φ
(1234)
4 = 𝑀4

1

𝑑𝑥12

2π

𝑑𝑥34

2π
𝑑Φ

(𝑞𝑘)
2 𝑑Φ

(12)
2 𝑑Φ

(34)
2 ,

где в случае ненулевых лептонных масс

𝑑Φ
(𝑞𝑘)
2 = 2πδ

(︀
𝑞2 − 𝑥12𝑀

2
1

)︀ 𝑑4𝑞

(2π)4
2πδ

(︀
𝑘2 − 𝑥34𝑀

2
1

)︀
×

× 𝑑4𝑘

(2π)4
(2π)4 δ4 (𝑝− 𝑞 − 𝑘) ,

𝑑Φ
(12)
2 = 2πδ

(︀
𝑘21 − 𝑚2

1

)︀ 𝑑4𝑘1
(2π)4

2πδ
(︀
𝑘22 − 𝑚2

2

)︀
×

× 𝑑4𝑘2
(2π)4

(2π)4 δ4 (𝑞 − 𝑘1 − 𝑘2) ,

𝑑Φ
(34)
2 = 2πδ

(︀
𝑘23 −𝑚2

3

)︀ 𝑑4𝑘3
(2π)4

2πδ
(︀
𝑘24 − 𝑚2

4

)︀
×

× 𝑑4𝑘4
(2π)4

(2π)4 δ4 (𝑘 − 𝑘3 − 𝑘4) .

При вычислении 𝑑Φ
(1234)
4 в качестве независимых пе-

ременных интегрирования удобно выбрать 𝑥12, 𝑥34,
𝑦12, 𝑦34 и угол ϕ. Тогда

Φ
(𝑞𝑘)
2 =

1

23 π
λ
1/2 (1, 𝑥12, 𝑥34)

и

𝑑Φ
(12)
2 =

1

24 π

√︃
1 − (𝑚̂1 + 𝑚̂2)2

𝑥12
𝑑𝑦12;

𝑑Φ
(34)
2 =

1

25 π2

√︃
1 − (𝑚̂3 + 𝑚̂4)2

𝑥34
𝑑𝑦34 𝑑ϕ.

Если положить 𝑚̂1 = 𝑚̂2 = 𝑚̂µ и 𝑚̂3 = 𝑚̂4 = 𝑚̂𝑒, то

𝑑Φ
(1234)
4 =

𝑀4
1

214π6
λ
1/2 (1, 𝑥12, 𝑥34)

√︃
1 −

4𝑚̂2
µ

𝑥12
×

×

√︃
1 − 4𝑚̂2

𝑒

𝑥34
𝑑𝑥12𝑑𝑥34𝑑𝑦12𝑑𝑦34𝑑ϕ. (В.4)

В Приложении В мы используем обозначения, ко-
торые практически идентичны обозначениям из рабо-
ты [28], за исключением обозначений для 𝑦𝑖𝑗 в форму-
ле (В.2). Выражения для 𝑦12 и 𝑦34 в настоящей работе
имеют противоположный знак по сравнению с этими
выражениями в работе [28].
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THE DESCRIPTION OF THE FOUR-PARTICLE DECAYS

𝐵̄𝑑, 𝑠 → µ+µ−𝑒+𝑒− IN THE FRAMEWORK

OF THE STANDARD MODEL

A. V. Danilina1),2), N. V. Nikitin1),2),3),4)

1)Skobeltsyn Institute of Nuclear Physics, Moscow, Russia
2)NRC ”Kurchatov Institute” — ITEP, Moscow, Russia

3)Lomonosov Moscow State University, Physics Faculty, Moscow, Russia
4)The Moscow Institute of Physics and Technology, Dolgoprudny, Moscow Region, Russia

In the framework of the Standard Model, partial widths, double and single differential distributions for
four-lepton decays 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒− were calculated, 𝑞 = {𝑑, 𝑠}. The contributions of the emission of a
virtual photon by light 𝑞- and heavy 𝑏-quarks, the bremsstrahlung by charged leptons in the final state, the
leading contribution of ”weak annihilation”, and the contribution of wide vector 𝑐𝑐-resonances are taken
into account. Contributions from narrow 𝐽/ψ– and ψ(2𝑆)–resonances are excluded. The emission of a
virtual photon by a light quark 𝐵̄𝑞–meson is described using the vector meson dominance model. Only the
contribution of the lightest vector mesons, which include a 𝑞𝑞-pair, is taken into account. For the 𝐵̄𝑠-meson
this is ϕ(1020)–resonance. For the 𝐵̄𝑑–meson, the contributions of ρ0(770)– and ω(782)–resonances
are taken into account. Two possibilities are considered. The first: the contributions of narrow ϕ(1020)–
and ω(782)–mesons are excluded from the partial widths of the corresponding decays. The second: the
contributions of narrow resonances are taken into account. The question of the influence of the subtractive
procedure on the magnitude of the partial widths of 𝐵̄𝑞 → µ+µ−𝑒+𝑒− decays has been studied.
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