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概 要

素粒子標準模型 (Standard Model)は、電弱スケールまでの物理を非常に良く説明する理
論である。現在CERNで行われている Large Hadron Collider (LHC)実験で、標準模型の中
で唯一未発見であったHiggs粒子も発見され、標準模型が正しいことが確認された。しかし、
ダークマターやニュートリノの質量といった標準模型では説明できない現象もあり、標準模
型を超える物理の存在を示唆している。そのような標準模型では説明できない現象の一つに、
実験による精密測定と理論からの精密計算によって示唆されている、ミューオン異常磁気能
率（ミューオン g－ 2）のアノマリーがある。標準模型のミューオン g－ 2 の予言値と実験値
との間には、3σ程度の不一致（アノマリー）があることが指摘されている。この不一致は、
標準模型の Zボソンからの寄与と同じ程度の大きさであることから、ミューオン g－ 2のア
ノマリーは、電弱スケールにミューオンと弱く相互作用する新粒子が存在することを示唆し
ている。本研究は、電弱スケールの新粒子がミューオンと新しい相互作用をする模型を考え、
ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する上で何が本質的に重要かを解明することを試みる。
具体的には、ミューオンと新しい湯川相互作用をもつ模型を考え、それらのミューオン g－

2への寄与と電弱精密測定への影響を解析し、無矛盾なパラメーター領域を示す。その解析の
結果、新粒子の寄与によるミューオン g－ 2の１ループダイアグラムにおいて、外線でのみ
カイラリティー・フリップが起きる単純な模型では、比較的大きな新しい湯川結合、もしく
は電弱スケール以下の新粒子を導入する必要があることが分かった。一方で、内線の新粒子
でカイラリティー・フリップを起こすことができる模型は、大きい湯川結合を導入すること
なく好ましい g－ 2の寄与が得られ、かつ電弱精密測定とも無矛盾であり得ることが分かっ
た。また、ミューオン g－ 2を説明する新粒子が h → γγ のヒッグス粒子の崩壊過程に影響
する可能性と、LHC実験における直接生成について議論し、将来の LHC実験でこのような
新粒子の発見が期待できることを示した。
さらに、内線の新粒子でカイラリティー・フリップを起こすことができる模型を拡張して、
ミューオン g－ 2のアノマリーだけでなく、ニュートリノの質量や混合も説明できる模型を
考えた。この模型は、その小さなニュートリノの質量を、輻射補正によって説明しようとす
るものである。本研究では、この模型における、ニュートリノの質量と混合の実験からの制
限とレプトンフレーバーの破れ (µ→ eγ)の現象を解析した。とりわけ、ミューオン g－ 2と
µ→ eγの有効相互作用はフレーバーを除いて同じ構造であることから、ミューオン g－ 2の
寄与と µ → eγの過程には相関がある可能性が分かり、この模型がもつフレーバーの構造に
制限を与えることを明らかにした。
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1 序論
1.1 ミューオンg－2のアノマリーと電弱スケールの新しい物理
素粒子標準模型 (Standard Model:SM) [1]は非常に成功した理論である。近年、標準模型の
枠組みの中で、唯一未発見であったHiggs粒子も発見された [3, 4, 5]。この 125 GeV程度の質
量をもつヒッグス粒子は、電弱精密測定 (electroweak precision measurements) と無矛盾であ
り、標準模型は電弱スケールまでの自然界を良く記述している。しかしながら、標準模型は最
終的な素粒子理論とは考えられていない。階層性問題は標準模型を超える物理を考える原動
力となってきて、これまでに、超対称性 (supersymmetry)、余剰次元 (extra-dimension)、テ
クニカラー (technicolor)等の多くのアイデアが、この問題を解決するために提唱されてきた。
LHC実験は、このような階層性問題を解決する模型を検証するのに理想的な環境であり、
その探索は現在も進行中である。Large Hadron Collider (LHC)による 8TeVでの探索まで終
了し、これまでのところ標準模型からの深刻なずれは見つかっていない。ハドロンコライダー
である LHCは、QCD相互作用を通して容易にカラーをもつ粒子を作れるため、特にカラー
をもつ粒子は強い制限を受けている。例えば、constrained minimal supersymmetric standard

model (CMSSM)では、グルイーノと共に第１世代と第２世代のスクォークは非常に制限さ
れ、これらの典型的な質量の下限は 1.7 TeV程度である [6]。このような LHC探索における
否定的な結果は、新しい物理と階層性問題の間に緊張を生んでいる。このように、階層性問
題を動機とした模型は制限を受けつつあり、特に、階層性問題の解決法としてのCMSSMは
厳しく制限される。したがって、異なるアプローチから標準模型を超える新しい物理を考え
るのに、今は良い時期であるといえるだろう。
標準模型を超える物理を考えるには、未解決の実験結果を元にしたアプローチもある。ミュー
オン異常磁気能率 (muon anomalous magnetic moment:muon g－ 2)は、最も精密に測られ
ている物理量のひとつである [7]。多くのグループによる標準模型の理論的な予言は、実験値
と標準模型の予言値との間に不一致 (anomaly)があることを示唆している [8]。

δaµ ≡ aexpµ − aSMµ = (26.1± 8.0)× 10−10, (1.1)

ここで、δaµは実験値 (aexpµ ) と標準模型の予言値 (aSMµ )との間のアノマリー (anomaly)を表
す。このアノマリーが本当のものかどうかを理解するため、標準模型の予言に係る不定性に
ついて数多くの議論 [8, 9, 10] がある。もし、この不一致が標準模型によって説明できなけれ
ば、これは標準模型を超える物理の証拠となるだろう。現在のところ、標準模型の枠内で満
足のいく説明は無いように思われる。したがって、このアノマリーを説明するような標準模
型を超える物理を真剣に考えることによって、それがどのように検証可能な予言をするかを
調べることは、意義のあることである。
興味深いことに、ミューオン g－ 2のアノマリーと標準模型の電弱ゲージボソンによって
生じる１ループの寄与は、同じオーダーの大きさになる。このことは、ミューオン g－ 2の
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アノマリーを説明するには、相互作用の大きさが電弱ゲージ結合定数のオーダーであるとす
れば、電弱スケールの質量をもつ新粒子が必要であることを示唆している。

1.2 ミューオンg－2のアノマリーを説明する新しい相互作用
ミューオン g－ 2のアノマリーは、階層性問題を動機とする新しい物理の模型という枠組
みの中でも議論されてきたが（例えばMSSMは [11]、余剰次元は [12]、リトルヒッグス模型
は [13]を参照）、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明できる模型の本質が何かが、あまり明
らかではなかった。そこで、それを明らかにするために本研究では「ボトムアップ」スタイ
ルのアプローチを採用する#1。具体的には、ミューオン g－ 2に新しい寄与を生じさせる新
しい相互作用を導入する所から出発し、新しい物理の模型のもつ重要な特徴を引き出すこと
を試みる。この論文では文献 [16] での議論をもとに、ミューオン g－ 2に新しい寄与を生じ
させる新粒子がミューオンと新しい湯川相互作用をもつ模型、を中心に議論を進める。
そして、そのような湯川作用をもつ模型を解析した結果、ミューオンのカイラリティー・
フリップがミューオン g－ 2のダイアグラムの外線でのみで起こる模型は、比較的大きい湯
川結合定数と電弱スケールの新粒子を必要とし、電弱精密測定からの制限が厳しいことを示
す。その一方で、カイラリティー・フリップをミューオン g－ 2のダイアグラムの内線でも
起こすことができる模型では、大きい湯川結合定数を導入せずとも好ましい g－ 2の寄与を
得ることができ、かつ、電弱精密測定とも無矛盾である得ることを示す。また、LHC実験で
このような粒子の直接的ないし間接的な発見も期待できることを示す。
ただし、上に述べた新しい湯川相互作用をもつ模型は、ニュートリノの質量を説明できな
いという点で、現象論的に不完全である。そこで最後に、このような新しい湯川相互作用を
もつ、より魅力的な模型の可能性として、輻射補正を通してニュートリノに質量を与える模
型を考え、レプトン・フレーバーの破れからの制限と無矛盾で、かつ、現実的なニュートリ
ノの質量行列を再現し、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する模型が存在し得ることを
明らかにする。

1.3 本論文の構成
本論文は以下のような構成になっている。次の第２節では、標準模型におけるミューオン

g－ 2の予言の現状について、簡単にレビューする。そして、標準模型の予言と実験値との間
に 3.5σ程度のずれがあることを指摘した後、いくつかの標準模型を超える物理の例を挙げ、
そのミューオン g－ 2への寄与について述べる。
第３節では、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する新しい相互作用を議論する。特に、
ミューオンが新しい湯川相互作用をもつ場合の例として、(1) right-handedミューオンのみが

#1最近の関連する研究として文献 [14, 15]も参照。
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新しい湯川相互作用をもつ模型、(2) right-handedと left-handed 両方のミューオンが新しい
湯川相互作用をもつ模型、の２つを詳しく議論する。ミューオン g－ 2を説明するパラメー
ター領域を示した後、その領域が電弱精密測定とも無矛盾であるかを議論する。さらに、こ
のような新しい湯川相互作用をもつ模型の LHCにおける現象論についても議論する。特に、
h→ γγのヒッグスボソンの崩壊に影響を与える可能性、ならびに、LHCにおけるこのよう
な新粒子の直接生成の生成断面積を示す。
第４節では、このような湯川相互作用をもつ模型を、ニュートリノの質量や混合を説明で
きるように拡張した場合の、レプトン・フレーバーの破れの現象ついて解析する。最後の第
５節は、本論文のまとめである。
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2 ミューオンg－2のアノマリーと標準模型を超える物理(Re-

view)

ミューオンの異常磁気モーメント (muon g－ 2) #2は素粒子実験のなかで、最も精密に測
定されている物理量のひとつである [7]。そのため素粒子の理論からも精密な計算が行われ、
素粒子標準模型 (Standard Model:SM) [1] の量子補正を含めたレベルでの検証が可能となっ
ている。素粒子の理論からミューオン g－ 2の予言値 aµ = (gµ− 2)/2 を計算するには、大き
さと符号がそれぞれ異なる、何百あるいは何千もの Feynmanダイアグラムからの寄与を足
し合わせなければならない。そして、それぞれのダイアグラムからの寄与を十分な精度で計
算することで、初めて正しい aµの値が得られる。そのため、もし１つでも重要な寄与を誤っ
て評価してしまうと、その寄与よりも小さいオーダーの値は、何も意味を持たなくなってし
まう。このミューオン g－ 2の現在の状況であるが、興味深いことに、実験値と標準模型の
予言値との間に 3.5σ程度のずれが報告されている [8, 17, 18, 19]。
この節では、標準模型におけるミューオン g－ 2の評価と、標準模型を超える物理からの
ミューオン g－ 2への効果についての簡単なレビューを行う。初めに 2.1節で、標準模型の
QED、ハドロン、Electroweak、それぞれのパートからのミューオン g－ 2への寄与ついてレ
ビューする。それにより、標準模型の予言と実験値との間に 3.5σ 程度のずれがあることを示
してから、次の 2.2節で、標準模型を超える物理の観点から、この不一致がどのように議論
されているかをレビューする。

2.1 標準模型のミューオンg－2の予言値
標準模型 (Standard Model:SM)のミューオン g－ 2の予言値は、一般的に次の３つの部分
に分けられる。

aSMµ = aQED
µ + aHad

µ + aEWµ . (2.2)

aQED
µ はQEDからの寄与を表す。これはフォトンとレプトン (e, µ, τ)のループから成り、リー
ディング・オーダーは Schiwinger項 α/2πから始まる。aHad

µ はハドロンからの寄与を表す。
クォークとグルーオンのループから成り、標準模型のミューオン g－ 2の予言値 aSMµ の主な
不定性は、このハドロンの寄与 ahadµ から来る。aEWµ はWボソン、Zボソンとヒッグスから
の寄与を表す。
以下の節では、aQED

µ と aHad
µ と aEWµ 、それぞれのパートの概要をレビューし、標準模型の

予言値をまとまる。より詳しい議論はA. HoeckerとW. J. MarcianoによるPDGのレビュー
[7]、F. Jegerlehnerの著書 [25]、ミューオン g－ 2のレビュー [26]を参照されたい。

#2異常磁気モーメント (g－ 2) の概説は Appendix B にまとめた。
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2.1.1 QED contributions

図 1: ユニバーサルな最低次のQEDからの aµへの寄与。

QEDからの寄与 aQED
µ は、５ループのレベル [27] まで計算されており、現在のQEDから

の寄与の値は

aQED
µ = 116 584 718.951(0.009)(0.019)(0.007)(.077)× 10−11 (2.3)

である [26]。(2.3)式の括弧は aQED
µ の不定性を表し、左から順にそれぞれレプトンの質量比、

8次の項 (eighth-order term)、10次の項 (tenth-order term)、それと 87Rb原子から決めた微
細構造定数 α−1(Rb) = 137.035 999 049(90) [0.66 ppb] [28]に対応する。

2.1.2 Hadronic contributions

図 2: 最低次のハドロンからの aµへの寄与。

ハドロン（クォークとグルーオン）からのループの寄与は、標準模型におけるミューオン
g－ 2の予言の不定性の主な原因となっている。現在、これらの寄与はQCDの第一原理から
計算することができないが、しかし将来的に lattice QCDの理解が進めば、少なくとも、部
分的には計算できるようになると考えられている。
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現在はQCDの第一原理から計算する代わりに、最低次の hadronic vaccum polarizationの
寄与 aHad

µ を、これに対応する断面積 (cross section)の測定から分散関係 (dispersion relation)

を用いる方法 [29]で評価している。

aHad;LO
µ =

(αmµ

3π

)2 ∫ ∞

m2
π

ds

s2
K(s)R(s), where R ≡ σtot(e

+e− → hadrons)

σ(e+e− → µ+µ−)
. (2.4)

ここでK(s)は kinematic factorで 0.4 (s = m2
π) から 0 (s = ∞)までの値をとる [30]。分散関

係 (2.4)式は、e+e−からハドロンに対消滅する裸の断面積 (bare cross section) と、hadronic

vacuum polarizationの aµへの寄与を関係づけることができる。(2.4)式は被積分関数に 1/s2

因子の含むため、低エネルギー (ρ → π+π− resonance) におけるR(s)の値（実験のデータ）
が aHad;LO

µ の決定において最も重要である（dispersion integral の約 75％を占める）。
e+e− → hadronsのデータを用いた解析の結果 [8, 18] はそれぞれ

aHad;LO
µ = (6 923± 42)× 10−11, (2.5)

aHad;LO
µ = (6 949± 43)× 10−11, (2.6)

である。

図 3: hadronic light-by-lightからの aµへの寄与。

図 3の hadronic light-by-light (HLbL)からの寄与は、現在のところ、実験データから決め
ることができない。そこで、QCDの特性を正しく再現するモデル#3を用いた計算が行われ
ている。異なるモデルの計算結果を統合して得られた、hadronic light-by-lightからの寄与
(Glasgow Consensus) [9]は

aHLbL
µ = (105± 26)× 10−11 (2.7)

である。
#3QCDの低エネルギー有効理論として、例えば、chiral perturbation theory (CHPT)、extended Nambu-

Jona-Lasino (ENJL) model、hidden local symmetry (HLS) modelといったモデルが、hadronic light-by-light
の評価に用いられている [25]。
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2.1.3 Electroweak contributions

図 4: リーディングのElectroweakからの aµへの寄与；ユニタリーゲージでのダイアグラム。

ヒッグスとミューオンの湯川結合定数は小さいため、Wボソンと Zボソンからの寄与のみ
が、実験で測定可能なレベルとなる。Electroweakからの寄与は、現在２ループのレベルまで
計算されており [31]

aEWµ = (153.6± 1.0)× 10−11. (2.8)

ただし誤差は、未知の３ループの寄与に加えて、クォークの triangle loopsに起因する。

2.1.4 SMの予言値 vs実験値：3σを超えるアノマリー

最後に、標準模型のミューオン g－ 2の予言値をまとめ、実験値との比較を行う。QEDから
の寄与aQED

µ については文献 [27]、ハドロンからの寄与ahadµ については文献 [8, 9]、Electroweak
からの寄与 aEWµ については文献 [32]の値を用いると、標準模型の予言値は表 1で与えられる。
表 1の標準模型の予言値 aSMµ を E821 [20, 21]の実験値

Value (× 10−11) units

QED (γ + ℓ) 116 584 718.951± 0.009± 0.019± 0.007± 0.077α
HVP(lowest-order) [8] 6 949± 43
HVP(higher-order) [8] −98.4± 0.7
HLbL 105± 26
EW 154± 1

Total SM [8] 116 591 828± 43H-LO ± 26H-HO ± 2other (±50tot)

表 1: 標準模型のミューオン g－ 2への寄与のまとめ。ただし、HVPは Hadronic Vacuum

Polarization、HLbLはHadronic Light-by-Lightからの寄与をそれぞれ表す。

aEXP
µ = 116 592 089(63)× 10−11 (2.9)
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と比較すると、標準模型の予言値と実験値との差

aEXP
µ − aSMµ = (26.1± 8.0)× 10−10 (2.10)

を得る [8]。これは 3.3σの不一致に対応する。
この不一致の原因は、一般的に次の３つの可能性が考えられる [22]。

1. ミューオン g－ 2の測定そのもの。すなわち、統計的なふらつき、もしくは見落とされ
ている系統誤差の影響。

2. 標準模型のミューオン g－ 2の予言に含まれている、非摂動論的な hadronic corrections

の評価に係る不定性。

3. 標準模型を超える物理からの寄与。

１番目の可能性については、近い将来に、Fermilabの E989実験 [23]と J-PARCで計画され
ている g－ 2/EDM実験 [24] によって、実験値がクロスチェックされる予定である。２番目
の可能性であるが、ハドロンからの補正を評価することは難しく、それには実験値からの外
挿、摂動論的QCD、非摂動論的なハドロンの模型による計算を必要としている。しかしなが
ら、いくつかのグループによる解析 [8, 17, 18, 19] は、いずれも 3.5σ程度の不一致を指摘し
ている。
したがって、本研究では３番目の可能性を考え、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明す
る標準模型を超える物理を構築することを目標とする。この節では、まず次の 2.2節で、標
準模型を超える物理からのミューオン g－ 2への寄与についてレビューする。

2.2 標準模型を超える物理とそのミューオンg－2への寄与の例
この節では、標準模型を超える物理 (Beyond Standard Model:BSM)の枠組みで、ミュー
オン g－ 2のアノマリーがどのように議論されているかを概説する。この節では、ゲージ階
層性問題 [33] の観点から出発する模型の中から、特に超対称性模型 (SUSY models)とリトル
ヒッグス模型 (Little Higgs models)、におけるミューオン g－ 2への寄与についてまとめた。
また、新しいゲージボソンからの寄与の可能性についても軽く触れる。他にも多くの BSM

による議論があるが、ここでは、その全てを取り立てて言及しない。さらなる議論は例えば
Jegerlehnerの文献 [17, 25]、MelnikovとVainshteinの文献 [34] 等を参照されたい。

2.2.1 Supersymmetry

超対称性 (supersymmetry:SUSY)はボソンとフェルミオンを交換する対称性である [35]。

Q|Boson⟩ = |Fermion⟩, Q|Fermion⟩ = |Boson⟩
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SUSY代数 (graded Lie algebra)は、

{Qα, Q̄α̇} = 2σµαα̇Pµ,

{Qα, Qβ} = 0, {Q̄α̇, Q̄β̇} = 0 (2.11)

ここで Q̄αは超対称性変換の生成子であり、Q̄α̇はその共役に対応する。また P̂µは時空の並進
の生成子である。変換の生成子が (2.11)式の代数を満たす対称性を「超対称性 (N=1 SUSY)」
と呼ぶ。超対称性は、場の量子論において内部対称性と時空の対称性を統一する、非自明か
つ唯一可能な対称性である。
超対称性を導入する主たる動機は、ゲージ階層性問題 [33]の解決である。標準模型のヒッ
グスはスカラーであるため、ヒッグスの質量をゼロにする対称性がない。その一方、カイラ
ルフェルミオンにはカイラル対称性、ゲージボソンにはゲージ対称性という質量をゼロにす
る対称性がある。そのため、もしボソンとフェルミオンを関係づける超対称性が存在する場
合は、スカラーにまでカイラリティーの概念が拡張され、スカラーの質量がゼロの極限でカ
イラル対称性が生じる。このとき、フェルミオンの質量がカイラル対称性によって２次発散
から守られていたように、スカラーの質量に２次発散は現れなくなる (log発散に変わる)。
超対称に拡張した標準模型は、標準模型の状態X に対して、フェルミオンとボソンを交換
した状態 X̃ に対応するスーパー・パートナーを伴う。レプトン、クォーク、ゲージボソン、
ヒッグスボソンのスーパー・パートナーはそれぞれ、スレプトン、スクォーク、ゲージーノ、
ヒグシーノと呼ばれる。
超対称性は、標準模型の粒子に課されたグローバル対称性なので、ゲージ対称性は標準模
型から変わらず、新しいゲージボソンは追加されない。ただし、標準模型を超対称に拡張する
には、ゲージアノマリーの相殺とスーパーポテンシャルの正則性から、２つのヒッグス２重項
Hd, Huを導入する必要がある。結果として標準模型に、新たに４つのスカラー (H0, A0, H±)

と、それらのスーパー・パートナーが追加されることになる。また、２つのヒッグスの真空
期待値の比は tan β = ⟨Hu⟩/⟨Hd⟩と表され、SUSYのミューオン g－ 2を議論する上で重要
なパラメーターとなる。
超対称性以外の仮定を導入せず、2HDM(two Higgs doublet models) に拡張した標準模型
にスーパー・パートナーを導入した模型は、MSSM(Minimal Supersymmetric extensions of

the SM) と呼ばれる。以下では、ミューオン g－ 2の寄与をMSSMに限定して議論する。

MSSMのミューオンg－2への寄与 MSSMにおけるリーディングのミューオン g－ 2への
寄与は、図 5で表される。MSSMでのミューオン g－ 2への寄与の解析解 aSUSY

µ を、(1/ tan β)
ないしMW/MSUSYで展開すると、aSUSY

µ の近似式

aSUSY
µ ≃ sign(µ)

α(MZ)

8π sin2 θW

(5 + tan2 θW )

6

m2
µ

M2
SUSY

tan β

(
1− 4α

π
ln
MSUSY

mµ

)
(2.12)

を得る [17]。ただし、MSUSYは典型的な SUSYループの質量、MW はWボソンの質量、µは
ヒグシーノの質量項、sin2 θW はweak mixing angle、αは fine structure constant、α(MZ)は
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図 5: MSSMにおけるリーディングのミューオン g－ 2への寄与。それぞれ　 (a)スニュート
リノ―チャージーノ 　 (b)スミューオン―ニュートラリーノ　のループからの寄与を表す。

Zボソンの質量スケール
√
s =MZ における effective fine structure constantをそれぞれ表す。

(2.12)式から tan β ∼ 5以上かつ µ > 0のとき、MSSMはスレプトン、チャージーノ、ニュー
トラリーノの質量が 100 GeVから 500 GeV程度の領域で、ミューオン g－ 2のアノマリーを
説明できることがわかる。また、tan βが大きい領域では、aSUSY

µ のより単純な近似式

∣∣aSUSY
µ

∣∣ ≃ 123× 10−11

(
100GeV

MSUSY

)2

tan β (2.13)

を得ることができる [25]。aSUSY
µ の符号は、一般的に µパラメーターと同符号である。(2.13)

式からわかるように、tan β = O(10)に対して超対称粒子（スミューオン、ニュートラリー
ノ、チャージーノ）の質量がO(100) GeV 程度であれば、ミューオン g－ 2のアノマリーを
説明することができる。より詳しい議論は文献 [36] を参照されたい。
次に、MSSMでミューオン g－ 2を説明できる理論領域のLHC実験における現状について
レビューする。MSSMでは tan β = O(10)のとき、スミューオン、ニュートラリーノ、チャー
ジーノの質量がO(100) GeV 程度であれば、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明できる。
図 5 で示した、MSSMにおけるミューオン g－ 2への寄与を表すダイアグラムは、カイラリ
ティー・フリップの構造を陽に書くと、図 6 のように表される。図 6 (a)で示された、チャー
ジーノ―ミュースニュートリノのタイプの寄与に対してLHC実験の結果を用いた解析は、文
献 [37]で詳しく議論されている。その結果、LHC実験からMSSMでミューオン g－ 2を説
明するようなパラメーター領域は、SUSYのモデルの詳細に関係なく制限がつき初めている
ことが指摘されている。さらに 13-14 TeVの LHCでは、広範なパラメーター領域が検証可
能であると考えられている。
一方で、図 6 (b)で示された、ニュートラリーノ―スミューオンのタイプの寄与に対して
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図 6: (a)チャージーノ―ミュースニュートリノからのミューオン g－ 2への寄与。ここで、
ν̃µはスニュートリノ、W̃±はウィーノ、H̃±

d , H̃
±
u はヒグシーノをそれぞれ表す。(b)ニュート

ラリーノ―スミューオンからのミューオン g－ 2への寄与。ここで µ̃L, µ̃Rはスミューオン、
B̃はビーノをそれぞれ表す。

LHCの結果を用いた解析は、文献 [38] で詳しく議論されている。このタイプからの寄与は、
スミューオンの left-right mixingを大きくすることで、より大きいミューオン g－ 2への寄与
を出すことができる。ただし、スミューオンの left-right mixingの項は、スレプトン―ヒッ
グスのポテンシャルに関する真空の安定性の条件からも制限を受ける。そのため、スレプト
ンとビーノの質量には上限が存在する。図 6 (b)のビーノからの寄与によって、ミューオン
g－ 2のアノマリーを説明するシナリオは、文献 [38]でスレプトンがユニバーサルな質量を
もつ場合と、スタウがスミューオンより重い場合で解析されている。
スレプトンがユニバーサルな質量をもつ場合、ミューオン g－ 2のアノマリーを 1σ (2σ)

のレベルで説明するには、スミューオンの質量の上限は 300 (460) GeVとなる。その結果、
g－ 2を説明するパラメーター領域の一部は、既に LHCから除外されており、その他のパラ
メーター領域も、今後の LHCおよび ILC実験で検証可能であることが指摘されている。
それに対し、スタウがスミューオンより重い場合は、スミューオンの質量の上限は 1.4 (1.9)

TeV 程度まで大きくなり、LHC/ILCで検証可能な領域を超える。しかし、このような non-

universalなスレプトンの質量スペクトラムは、一般的に大き過ぎるレプトン・フレーバーの
破れ (LFV)、ないしCPの破れ (CPV)を予言する。したがって、このようなシナリオは近い
将来、LFVおよびCPVによる検証が期待されている。

2.2.2 Little Higgs model

リトルヒッグス模型 (little Higgs model) [39] は、ゲージ階層性問題を解決するために考案
された模型の一つである。リトルヒッグス模型では、ヒッグスを、あるスケール fにおける近
似的なグローバル対称性の自発的破れによって生じたpseudo Nambu-Goldstone bosonとみな
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すことで、ヒッグスが軽い理由を説明する。電弱対称性はColeman-Weinberg mechanism [40]

を通じて破れ、ヒッグスの質量は量子効果から生じる。このグローバル対称性は、２つのセッ
トの相互作用によって完全に破れるように仕組まれている。すなわち、ヒッグスの質量補正
に対する２次発散が現れるのは、結合定数を２種類以上含む２ループ以降になる (correcitve

symmetry breaking)。特にトップクォークからの質量補正については、トップクォークのパー
トナーのフェルミオンを導入し、かつ correcitve symmetry breakingの機構を使うことによっ
て、トップクォークからの質量補正の２次発散が相殺されるよう調整されている。
corrective symmetry breakingを実現するアプローチのなかで、新しく導入する自由度が最
も少ない模型が、littlest Higgs model [41]である。この模型のグローバル対称性の破れのパ
ターンは SU(5) → SO(5)で、かつ、SU(5)の部分群として含まれる [SU(2) × U(1)]2をゲー
ジ対称性にとる。この [SU(2)×U(1)]2は、スケール f で標準模型のゲージ群にあたる直交部
分群 SU(2)L ×U(1) に破れる。この新しいゲージ対称性から、標準模型のゲージボソンに加
えて、質量がスケール f 程度の重たいゲージボソンAH ,W

±
H , ZH が新たに導入される。とこ

ろが電弱精密測定からスケール f の値は強い制限受け、典型的には f & 3 ― 5 TeV程度の
下限を得る。
この電弱精密測定からの制限は、Tパリティー [42] と呼ばれる Z2パリティーを課すこと
で回避することができる。このような模型は littlest Higgs model with T-parity (LHT) [43]

と呼ばれる。文献 [44, 45, 46] で示されているように、LHTでは電弱精密測定と矛盾せずに、
スケール f を 500 GeV程度まで下げることができる。

Littlest Higgs model with T-parityのミューオン g－ 2への寄与 Littlest Higgs model

with T-parity (LHT)のミューオン g－ 2の値は、文献 [13, 47] で研究されている。ミューオ
ン g－ 2には、T-oddの重たいゲージボソンに加えて、T-oddのmirror leptonsである重たい
荷電レプトン liHと重たいニュートリノ νiH (i = 1, 2, 3)のループが寄与する。ミューオン g－
2への寄与が、どの程度大きくなり得るかを調べるため、LEPのスレプトン探索の下限から、
大ざっぱにmirror leptons の質量を 200―300 GeVと仮定してみる。さらに電弱精密測定か
ら、スケール f は 500 GeV程度まで小さくすることが許されるので、heavy photonの質量
をMAH

∼ 65GeV（WHとZHは 300 GeV程度）と仮定してみる。それでもなお、LHTから
のミューオン g－ 2への寄与 aLHT

µ は、文献 [47]で解析されているように

aLHT
µ < 12× 10−11 (2.14)

程度にしか大きくなれない。したがってミューオン g－ 2のアノマリーは、LHTでは説明す
ることができない。LHTのミューオン g－ 2への寄与 aLHT

µ が SUSYに比べて小さい理由は、
tan βの様な enhancement factorが存在しないからである。
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2.2.3 新しいゲージ相互作用

標準模型のゲージ群 SU(3)C × SU(2)L ×U(1)Y を拡張すれば新しいゲージボソンが導入さ
れ、それらはミューオン g－ 2に新たに寄与することができる [48]。そして、標準模型のZボ
ソンより重たい新しいゲージボソンは、SO(10)もしくは E6といった大統一模型に代表され
る、様々なゲージ群を拡張した標準模型に現れる。
そのような例として、標準模型のゲージ群 SU(2)L×U(1) を SU(2)R× SU(2)L×U(1) に拡
張した、left-right symmetric modelと呼ばれる模型 [49] が挙げられる。left-right symmetric

modelには、non-abelianの電弱ゲージ群からの４つの荷電ゲージボソンと２つの中性ゲージ
ボソン、ならびにU(1)のゲージボソンが存在する。また電弱対称性は、left-handedと right-

handedのゲージボソンが異なる質量をもつようなヒッグス機構によって破れている。このよ
うな模型では、一般的に、ミューオンのゲージボソンとヒッグスボソンに対する結合は標準
模型の場合から変化し、これによってミューオン g－ 2に新しい寄与を生ずる。こうしたゲー
ジボソンからミューオン g－ 2のアノマリー [8] を説明するには、ゲージ結合の強さが標準模
型の電弱ゲージ結合程度で、ゲージボソンが電弱スケールの質量をもつ必要がある。しかし
ならが、このような電弱スケールの軽いゲージボソンは、直接測定ないし精密測定から既に
除外されている#4。
そのために、ミューオン g－ 2のアノマリーを動機とする新しいゲージ相互作用として、結
合定数が非常に弱く、かつ、MeVスケールの質量をもつようなゲージボソンが提唱されてい
る。このようなゲージボソンを実現する有名な方法が、ダーク・ゲージボソン (Dark Gauge

Boson)模型である。以下では、まず 2.2.3節でダーク・ゲージボソン模型の概要を述べ、こ
のシナリオに対する現在の実験からの制限を述べる。続く 2.2.3節では、現在の実験による制
限を満たしつつ、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する新しいゲージボソンのシナリオ
の一つとして、Lµ − Lτ gauge symmetric model について述べる。

Dark Gauge Bosons ダーク・ゲージボソンは、我々の世界とは標準模型のフォトンとの
kinetic mixingを通してのみ相互作用するダーク・セクターに存在すると考えられる、比較的
軽いベクターボソンである [51, 52] #5。このような軽いゲージボソンは標準模型の粒子と弱
く相互作用し、このゲージボソンからのミューオン g－ 2への寄与は、ミューオン g－ 2のア
ノマリーを説明する大きさになり得る。また、このような軽いゲージボソンを考える動機と
して他に、宇宙線実験における陽電子超過の観測 [54, 55] などのダークマター (Dark Matter)

に関する物理 [56] が挙げられる。
標準模型の粒子と弱く結合する軽いゲージボソンを実現する有名な方法が、ダークフォト

#4例えば、重たい荷電ゲージボソンW ′ないし中性ゲージボソン Z ′の、現在の典型的な質量の下限値は、そ
れぞれ 1.5 TeV, 2 TeV程度である [50]。より詳しい議論は文献 [34, 36] を参照。
#5ダーク・セクターのゲージ対称性 U(1)d と標準模型の U(1)Y の kinetic mixingは、重たい未知のフェルミ
オンのループによって生じると考えられる [53]。したがって、ダークゲージボソンと標準模型の粒子の相互作
用は非常に弱くなると考えられる。
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ン模型 [53, 57, 58] である。ダーク・セクターで破れたU(1)dゲージ対称性に対応するダーク
フォトンZdと標準模型の粒子との相互作用は、標準模型のU(1)Y とダーク・セクターのゲー
ジ対称性U(1)d の kinetic mixingを通して引き起こされる [58]。

Lgauge = −1

4
BµνB

µν +
1

2

ϵ

cos θW
BµνD

µν − 1

4
DµνD

µν (2.15)

ここで、BµνとDµνはU(1)Y とU(1)dの field strength tensor をそれぞれ表し

Bµν = ∂µBν − ∂νBµ, Dµν = ∂µZdν − ∂νZdµ (2.16)

である。ただし |ϵ| . 10−2 （重たいフェルミオンのループによって生じると考えられる）は
混合パラメーターである。また cos θW はweak mixing angleである。(2.15)式のゲージ場の
運動項をBµと Zdµの再定義によって対角化し、運動項がカノニカルになるように規格化す
ることで、ダークフォトンと標準模型の electromagnetic current との結合を得ることができ
る [58]。

Ldark photon = −ϵeJµemZdµ, Jµem ≡ Qf f̄γ
µf + · · · . (2.17)

ここで、QfはフェルミオンfのQED電荷を表す。また、(2.17)式中の省略符号はnon-fermionic

currentを表す。ちなみにダークフォトンという名称は、(2.17)式のようにダーク・ゲージボ
ソンが標準模型のフェルミオンと、非常に小さい vector couplingをもつことに由来する#6。
(2.17)式よりダークフォトンはレプトン l = e, µに ϵeの強さで結合し、レプトン lの g－

2に新しい寄与 adark photon
l を生ずる。

adark photon
l =

α

2π
ϵ2FV (mZd

/ml) (2.18)

ここで FV (x)は

FV (x) ≡
∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + x2z
, FV (0) = 1 (2.19)

である。また、αは微細構造定数である。(2.18)式で表されたダークフォトンからのミューオ
ン g－ 2への寄与であるが、文献 [60]で指摘されているように、エレクトロン g－ 2からの
制限、ならびに固定標的実験、メソンの稀崩壊実験による探索#7によって、ミューオン g－
2を説明するようなmZd

と ϵのパラメーター領域は、ほぼ除外されつつある。

#6ダークフォトン模型では、ダーク・ゲージボソンと標準模型のフェルミオンとの axial couplingは ϵの高
次の項でしか現れない。ただし、ダーク・ゲージボソンに質量を与えるヒッグスセクターをより一般化すると、
ダーク・ゲージボソンは標準模型の weak neutral currentとも結合する。より詳しい議論は文献 [59]を参照。
#7最近の BaBarと PHENIXの結果 [61, 62] も参照。
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Lµ −Lτ gauge symmetric model 上で議論したダークフォトンはレプトンにユニバーサ
ルに結合するため、ミューオン g－ 2を説明するようなmZd

と ϵのパラメーターで、特にダー
クフォトンの質量mZd

が軽い領域は、エレクトロン g－ 2から強い制限を受ける [58]。その
ため、レプトン数 (L)をゲージ化したU(1)Lゲージ対称性を導入することで、レプトンのフ
レーバーに依存したゲージ相互作用を含む模型が提唱されている [60]。
このような模型の一つの例として、Lµ−Lτ gauge symmetric model [63, 64] が提案されて
いる。Lµと Lτ は µと τ のレプトン数をそれぞれ表し、Lµ − Lτ はアノマリーフリーなゲー
ジ対称性である。このLµ−Lτ ゲージボソン（Z ′′と呼ばれる）は、ミューオンとタウおよび
それらのニュートリノとしか結合しない。そのため直接的ないし間接的な実験からの制限は
ダークフォトンの場合に比べて弱く、質量がMeVスケールの Z ′′によってミューオン g－ 2

のアノマリーを説明できる可能性が指摘されている [64, 65]。
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3 ミューオンg－2のアノマリーを説明する新しい相互作用
この節の内容は主に文献 [16] に基づいた議論であり、標準模型にミューオン g－ 2のアノ
マリーを説明する新しい相互作用を導入した模型を考察し、そのような模型のもつ特性を理
解しようとする試みの一つである。ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する新しい相互作
用には、湯川型の相互作用ないしゲージ型の相互作用が考えられる。本論文では文献 [16]の
議論に基づき、新しい相互作用については、特に湯川相互作用の場合を考察する。
初めに 3.1節で、新しい湯川相互作用からのミューオン g－ 2への効果を評価する。続く

3.2節では、新しい湯川相互作用を持つ模型の電弱精密測定への影響を解析する。最後に 3.3

節で、LHC実験での検証について解析する。

3.1 「新しい湯川相互作用」のミューオンg－2への効果
標準模型のミューオン g－ 2の予言値のずれを新しい物理から説明するには、ミューオン
が何かしらの荷電粒子と、新しい相互作用を持たなければならない。このとき、ミューオン
g－ 2の有効演算子はフォトンと結合しているので、ミューオンと荷電粒子の新しい相互作
用は、ループの効果を通して新しい g－ 2の寄与を出すことができる。
本論文では、このような新しい相互作用として、right-handedのミューオン、もしくは right-

handedと left-handedのミューオンとの新しい湯川型の結合を考える。本論文では以下の２
つの模型を議論する: (1) right-handedミューオンのみが新しい湯川相互作用をもつ模型 (2)

right-handedと left-handed、両方のミューオンが新しい湯川相互作用をもつ模型
ただし、この節の以下で議論する模型は、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明すること
はできるが、ニュートリノの質量や混合の現象を説明できないという点で、現象論的に不完
全な模型となっている。ミューオン g－ 2のアノマリーだけでなく、ニュートリノの質量や
混合も同時に説明できる、より魅力的な模型については、後の第 4節で議論することにする。

3.1.1 right-handed ミューオンのみが「新しい湯川相互作用」をもつ場合

第一の場合として、right-handed ミューオンのみが新しい SU(2)L singletフェルミオン χ

と singletスカラー ϕと結合する、以下の新しい湯川相互作用を考える。

L = −yN µ̄RχLϕ−mχχ̄RχL + h.c.−m2
ϕϕ

†ϕ+ · · ·. (3.20)

ここで µRは right-handed ミューオンである。またQED電荷の保存から、新しいフェルミオ
ンχと新しいスカラー場 ϕのQED電荷をそれぞれQχ, Qϕとすると、 Qϕ = −1−Qχ が成り
立つ。フェルミオン χとスカラー ϕの質量は、それぞれmχ,mϕ と表す。加えて、模型を単
純化するため、標準模型の粒子を even、新粒子 χと ϕを oddとする Z2パリティーを模型に
課す。これは模型を単純化するために課した対称性であるが、ダークマターの物理の観点か
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ら、このようなZ2パリティーは魅力的である。ただし、例え模型にZ2パリティーを課した
としても、例えば、right-handedの電子は ϕと χに対して同様の湯川相互作用をもつことに
注意しなくてはならない。そしてこのような相互作用は、まだ未発見の µ → eγの現象を引
き起こすなど、深刻なフレーバー混合の問題を引き起こす。本節では、レプトンフレーバー
の破れについて議論しないが、フレーバー混合の抑制のために近似的なミューオン・フレー
バー対称性を課し、ここでは暗にχまたは ϕがミューオン・フレーバー数をもつと仮定する。

µ

φ

χ

γ

µ µ

φ γ

µχ

(a) (b)

図 7: ミューオン g－ 2の Feynman diagram

right-handedミューオンがχと ϕに結合しているので、図 7で表されるような輻射補正は、
新しいミューオン g－ 2の寄与 anewµ を生ずる。ミューオン g－ 2への寄与 anewµ は

anewµ = −
y2Nm

2
µ

16π2
[Qχ(C11 + C21)(ϕ, χ, χ; p,−q)−Qϕ(C12 + C22)(ϕ, ϕ, χ; q, p− q)] ,

(3.21)

で与えられる#8。ただし、pと p − qは外線のミューオンの運動量、qはフォトンの運動量
である。また、q2 → 0の極限をとった。ここで、CX(A,B,C; p1, p2) (X = 11, 21, 12, 22)

は Passarino-Veltman functions [66]と呼ばれるループ積分で、本論文における Passarino-

Veltman functionsの定義はAppendix Aに載せた。(3.21)式の (C11+C21)および (C12+C22)

の陽な表式は

(C11 + C21)(ϕ, χ, χ; p,−q) =
1

m2
ϕ

2− 3y − 6y2 + y3 + 6y log y

6(1− y)4
, (3.22)

(C12 + C22)(ϕ, ϕ, χ; q, p− q) =
1

m2
ϕ

1− 6y + 3y2 + 2y3 − 6y2 log y

6(1− y)4
, (3.23)

である。ただし y = m2
χ/m

2
ϕ, q

2 = 0であり、O(m2
µ/m

2
ϕ)の高次の項は無視した。(3.21)式の

第１項は図 7(a)から、第２項は図 7(b) に由来する。
#8ミューオン g－ 2の計算過程は Appendix B.2.3 を参照。

20



-6 -5 -4 -3 -2 -1 0 1 2

100

200

300

400

500

図 8: 新しい物理からのミューオン g－ 2 への寄与 (anewµ )をQχとmϕの関数で表した。ここ
で、yN = 2.5　かつ　mχ = 200 GeVにとった。図の等高線は、右から左に (anewµ /10−10) =

2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1 50.1で、それぞれ−3σ, − 2σ, − 1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σ

の測定値からのずれに対応する。

図 8は、Qχとmϕの関数で表した、新しい物理からのミューオン g－ 2への寄与 anewµ で
ある。ここで yN = 2.5かつ mχ = 200 GeVにとった。図は右から左に、(anewµ /10−10) =

2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1の等高線を表し、それぞれ−3σ, −2σ, −1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σ

の測定値からの不一致に対応する。ここでanewµ の yN依存性は自明で、(3.21)式よりanewµ は y2N
に比例することに注意する。例えば、yN = 1とすると、図8のanewµ の値は、(1/2.5)2 = 0.16倍
減少する。図 8からQχ > −1（Qϕ < 0に対応）の領域は、ミューオン g－ 2のデータから好ま
しくないことがわかる。ここで図 8からわかる面白いことは、中性のフェルミオン（Qχ = 0、
Qϕ = −1に対応）では、どのようなmϕの値でもアノマリーを説明するのが難しいという性
質である。一方で、中性のスカラー（Qϕ = 0、Qχ = −1に対応）はあまり重たくなければ、
アノマリーを解消できる可能性がある。さらに面白いことに、mϕがアノマリーの解消にとっ
て適当な値であれば、多価の荷電フェルミオンとスカラー（例えばQχ = −2, − 3, · · · のと
きQϕ = 1, 2, · · · となるような電荷）も、ミューオン g－ 2のアノマリーにとって好ましい
という性質がある。したがって、ミューオン g－ 2のアノマリーは新粒子の質量のスケール
と同様、新粒子のQED電荷に対しても制限を与える。
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図 9: (a) Qχ = −1 かつ yN = 2.5 (b) Qχ = −5 かつ yN = 1.5 それぞれ場合に、新しい
物理からのミューオン g－ 2への寄与をmχ と mϕの関数で表した。図 8と同様、等高線は
(anewµ /10−10) = 2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1 （ −3σ, − 2σ, − 1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σ

の測定値からずれに対応）を表す。

図 9は、(a) Qχ = −1（Qϕ = 0に対応）かつ yN = 2.5 と (b) Qχ = −5（Qϕ = 4に対応）
かつ yN = 1.5 のときの anewµ をmχとmϕの関数で表したものである。図 8 と同様、等高線は
(anewµ /10−10) = 2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1（−3σ, −2σ, −1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σの
測定値からのずれに対応）を表す#9。図 9から、Qχ = −1のとき、質量がおおよそ 100 GeV

で結合定数が yN ∼ O(1)の新粒子が、ミューオン g－ 2のアノマリーの解消には好ましいこ
とがわかる。また、図 9(b)から、χのQED電荷をより一層負にとる場合は（−1 から −5）、
湯川結合定数 yN を小さくしても、ミューオン g－ 2はより大きくなることがわかる。
したがって、ミューオン g－ 2のアノマリーの解消には (∼ O(100 GeV))の比較的軽い新
粒子、あるいは、比較的大きな湯川結合 (∼ O(1))が必要である。このようなシナリオでは、
こうした新粒子や新しい相互作用が、電弱精密測定に影響し得る。したがって、後の節 3.2で
は、これらの粒子の電弱精密測定への影響を検証する。
また、ミューオン g－ 2のアノマリーは、比較的軽い新粒子、あるいは多価の新しい荷電
粒子の存在を示唆していることにも注意する。よって、これらの粒子が LHCで直接的、も
しくは間接的に見つけられるか否かを知ることは、非常に重要である。この後の節で、LHC

でのこれらの粒子の直接生成、およびヒッグスの γγへの崩壊に対する影響を議論する。

#9湯川結合定数 yN の大きさを変えるには、単に図 9の (a)、(b)それぞれの anewµ の値に (yN

2.5 )
2 と (yN

1.5 )
2 の

因子を掛ければよい。
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3.1.2 right-handedと left-handed 両方のミューオンが「新しい湯川相互作用」をもつ
場合

前節から変わって、この節では第二の場合として、right-handedと left-handed両方のミュー
オンが、新しい湯川相互作用をもつ場合を考える。

L = −yLL̄2ΦχR − yRµ̄RϕχL −mχχ̄LχR + h.c., (3.24)

ただし L2 (= (νµL, µL)
T)、Φ (= (ϕ1, ϕ2)

T) 、ϕ は、それぞれ第２世代の SU(2) doublet

lepton、SU(2) doublet のスカラー、SU(2) singletのスカラーである。また χは質量mχの
SU(2) singlet fermionである。ここではモデルを簡単化するため、再びZ2パリティーを仮定
する。この Z2パリティーの元で、標準模型の粒子は even、新粒子の ϕ、Φと χは oddであ
る。ここでさらに、χもしくは (ϕ, Φ)がミューオン・フレーバー数をもつ、近似的なミュー
オン・フレーバ対称性を暗に仮定する。そうすることで、このような湯川相互作用からのフ
レーバー混合は強く抑制される。
新粒子のQED電荷は SU(2)L singletのフェルミオン χのQED電荷Qχを用いて、次のよ
うに表される。

Q(ϕ1) ≡ Q1 = −Qχ, (3.25)

Q(ϕ2) ≡ Q2 = −1−Qχ, (3.26)

Qϕ = −1−Qχ = Q2. (3.27)

ここでQϕ = Q2が成り立つため、ϕと ϕ2は互いに混合できる。例えば、以下のようなゲー
ジ不変な項は、電弱対称性の自発的破れの後に ϕ2 − ϕの混合を生む項になる。

L = −λM(H†Φϕ†) + h.c. = −λMv√
2
ϕ2ϕ

† + · · · , (3.28)

ここで ϕと ϕ2の質量項を、次のようにパラメトライズする#10。

L = −
(
ϕ†, ϕ†

2

)( m2
11 m2

12

m2
12 m2

22

)(
ϕ

ϕ2

)
. (3.29)

よって、この質量行列を対角化することで、質量固有状態 si (i = 1, 2)を次のように定義で
きる。 (

ϕ

ϕ2

)
i

= Vijsj. (3.30)

#10Qϕ = 0のとき、−m2ϕϕ2のような質量項も可能である。ここでは簡単のため、このような質量項は無視す
る。また、もしこのような質量項を加えても、定性的な結果は変わらない。
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ここでVijは、(3.29)式の質量行列を対角化するユニタリー行列である。質量固有状態はms1 <

ms2 となるようにとる。ms1およびms2を、質量固有状態に取る前のパラメーターで表した
表式は

m2
s1

=
1

2

(
m2

11 +m2
22 −

√
(m2

11 −m2
22)

2 + 4m4
12

)
(3.31)

m2
s2

=
1

2

(
m2

11 +m2
22 +

√
(m2

11 −m2
22)

2 + 4m4
12

)
(3.32)

である。また、ユニタリー行列 Vijを元のパラメーターで表した表式は

V11 = V22 =

[
1 +

(
m2
s1
−m2

11

m2
12

)2
]−1/2

(3.33)

V12 = −V21 =

[
1 +

(
m2
s1
−m2

11

m2
12

)2
]−1/2

m2
11 −m2

s1

m2
12

(3.34)

である。このようなスカラーの混合は、大きなミューオン g－ 2の寄与を出す上で重要であ
る。ミューオン g－ 2への寄与は

anewµ = −
Qχm

2
µ

16π2

∑
i

{(
y2L|V2i|2 + y2R|V1i|2

)
(C11 + C21)(si, χ, χ; p,−q)

+2yLyR
mχ

mµ

Re(V2iV
∗
1i)C11(si, χ, χ; p,−q)

}
+

Q2m
2
µ

16π2

∑
i

{(
y2L|V2i|2 + y2R|V1i|2

)
(C12 + C22)(si, si, χ; q, p− q)

+2yLyR
mχ

mµ

Re(V2iV
∗
1i)C12(si, si, χ; q, p− q)

}
, (3.35)

のようにまとめられる。ただし pと p− qは外線のミューオンの運動量、qはフォトンの運動
量で q2 → 0の極限をとる。ここで上記の Passarino-Veltman functionsの陽な表式は、次の
ように与えられる。

(C11 + C21)(si, χ, χ; p,−q) =
1

m2
si

2 + 3yi − 6y2i + y3i + 6yi ln yi
6(1− yi)4

, (3.36)

C11(si, χ, χ; p,−q) = − 1

m2
si

3− 4yi + y2i + 2 ln yi
2(1− yi)3

, (3.37)

(C22 + C12)(si, si, χ; q, p− q) =
1

m2
si

1− 6yi + 3y2i + 2y3i − 6y2i ln yi
6(1− yi)4

, (3.38)

C12(si, si, χ; q, p− q) =
1

m2
si

1− y2i + 2yi ln yi
2(1− yi)3

, (3.39)
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図 10: 新しい湯川相互作用からのミューオン g－ 2のダイアグラム。right-handedミューオ
ンのみが新しい湯川相互作用をもつ場合は、(a)のように外線でカイラリティー・フリップが
起きるダイアグラムからの寄与しか存在しない。一方で、right-handedと left-handed 両方の
ミューオンが新しい相互作用をもつ場合には、(a)のようなダイアグラムに加えて、(b)のよ
うに内線でカイラリティー・フリップが起きるダイアグラムからの寄与も存在する。

ただし yi = m2
χ/m

2
si
で、O(m2

µ/m
2
si
)の高次の項は無視した。

ミューオン g－ 2を表す有効演算子は

L =
v

Λ2
µRσ

µνµLFµν + h.c., (3.40)

のように書くことができる。ここでvはヒッグスの真空期待値、Fµνはフォトンのfield strength、
Λは新しい物理に関する典型的なスケールである。この有効演算子から分かるように、ミューオ
ンのカイラリティーはこの相互作用でフリップしなければならない。図 10には、right-handed
ミューオンのみが新しい湯川相互作用をもつ場合と、right-handedと left-handed両方のミュー
オンが新しい相互作用をもつ場合におけるミューオン g－ 2のダイアグラムを、ミューオン
のカイラリティーまで含めてぞれぞれ示した。right-handedのミューオンのみが新しい湯川
相互作用を持つ場合、ミューオンのカイラリティー・フリップは図 10 (a)のようにループダ
イアグラムの外線のミューオンで起こり、これはミューオンの質量に比例する。一方で、今
考えているような right-handedと left-handedの両方のミューオンが新しい湯川相互作用を
もつ場合には、図 10 (b)のようにカイラリティー・フリップを内線のフェルミオンで起こす
ことができ、これはフェルミオン χの質量に比例する。これが (3.35)式に yRyLmχ/mµに比
例する項が存在する理由である。このような項はミューオン g－ 2に大きく寄与するため、
ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する上で非常に重要である。
図 11は、anewµ を (a) Qχ = −1 (b) Qχ = 0の場合にmχとms1の関数として表したものであ
る。ただしms1は ϕと ϕ2の質量行列を対角化した後の、軽いほうのスカラーである。等高線
は (anewµ /10−10) = 2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1 ( −3σ, − 2σ, − 1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σ

25



100 200 300 400 500

100

200

300

400

500

100 200 300 400 500

100

200

300

400

500

図 11: (a)Qχ = −1 (b)Qχ = 0それぞれの場合に、新しい物理からのミューオンg－2への寄与
をmχとms1 の関数で表した。等高線は (anewµ /10−10) = 2.1, 10.1, 18.1, 26.1, 34.1, 42.1, 50.1

(−3σ, −2σ, −1σ, 0σ, 1σ, 2σ, 3σの測定値からのずれに対応)を表す。ここでϕとϕ2の質量項
をm2

11 = m2
22, m

2
12 = (50 GeV)2にとった。また湯川結合定数を、それぞれ (a) yL = −yR = 0.4

(b) yL = yR = 0.4 にとった。

の測定値からのずれに対応)を表す。ここで ϕと ϕ2の質量項をm2
11 = m2

22, m
2
12 = (50 GeV)2

にとった。また湯川結合定数を (a) yL = −yR = 0.4 (b) yL = yR = 0.4 にそれぞれとった。図
11 (a)でミューオン g－ 2の寄与が正符号になるには、新しい湯川結合定数の符号を yLyR < 0

のように取らなければならないことに注意。一方、図 11 (b)では、yLyRの符号は正でなけ
ればならない。図 9と比べると分かるように、図 11では先ほど述べたようなエンハンスメン
トがあるため、比較的小さい湯川結合定数と重たい新粒子でも、ミューオン g－ 2のアノマ
リーを説明することができる。図 9から分かるように、yL ∼ yR ∼ O(1)のとき、ミューオン
g－ 2のアノマリーを説明するには、電弱スケールに新粒子が存在することが期待される。そ
こで、次の節では電弱精密測定への効果を解析し、電弱精密測定と矛盾しないパラメーター
領域を示す。

3.2 「新しい湯川相互作用」の電弱精密測定への効果
前節では、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明するためには、比較的軽い新粒子が必要
であることを示した。それに加えて、右巻きのミューオンのみが新しい湯川相互作用をもつ
場合、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明するには、新しい湯川結合は比較的大きくなけ
ればならない。そのため、このような比較的軽い粒子と比較的大きい湯川結合が、電弱精密
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測定と矛盾しないか確かめる必要がある。
また、このようなシナリオが電弱精密測定と矛盾する場合、他の新しい物理からの寄与が、
巧妙に、電弱精密測定のフィットを矛盾しないように調整する可能性はあるが、そのような寄
与はファインチューニングを必要とするため、不自然であると考えられる。したがって、こ
のような新しい湯川相互作用は、それ自身が電弱精密測定と無矛盾であるはずと考えられる。
本節では oblique correctionと同様に vertex correction からの寄与を電弱精密測定に含め
るため、Hagiwara-Haidt-Kim-Matsumotoによる文献 [67, 68, 69] のフォーマリズムを採用
する。初めに、Hagiwara-Haidt-Kim-Matsumotoによるフォーマリズム [67, 68, 69] について
簡単にまとめる#11。以下、本論文では文献 [67, 68, 69] のフォーマリズムを便宜上、HHKM

Formalismと呼ぶことにする。
電弱スケールからTeVスケールの物理が存在するとき、ゲージボソンの self-energyに関す
る oblique corrctionsが重要であることがよく知られている。これらは Pekin-Takeuchiの S,

T, U parameters [70, 71, 72] でパラメトライズされる。

αS

4s2W c
2
W

=
ΠZZ(M

2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

− c2W
cW sW

ΠZγ(M
2
Z)

M2
Z

− Πγγ(M
2
Z)

M2
Z

, (3.41)

αT =
ΠWW (0)

M2
W

− ΠZZ(0)

M2
Z

, (3.42)

αU

4s2W
=

ΠWW (M2
W )− ΠWW (0)

M2
W

− c2W
ΠZZ(M

2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

−2sW cW
ΠZγ(M

2
Z)

M2
Z

− s2W
Πγγ(M

2
Z)

M2
Z

. (3.43)

ここで cW と sW が cosineと sineの weak mixing angleを表す記法を用いた。また c2W =

c2W − s2W である。それに加えて、文献 [67, 68]ではより小さな補正も取り入れるためRZ と
RW のパラメーターが導入されている。

αRZ

4s2W c
2
W

=
dΠZZ(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=M2

Z

− ΠZZ(M
2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

, (3.44)

αRW

4s2W
=

ΠWW (M2
Z)− ΠWW (M2

W )

M2
Z −M2

W

− ΠWW (M2
W )− ΠWW (0)

M2
W

. (3.45)

さらに、新粒子は running QED coupling constant α(M2
Z) [8, 69] にも影響を与える。

α(M2
Z) =

α

1−∆αlep(M2
Z)−∆α

(5)
had(M

2
Z)−∆αtop(M2

Z)−∆αnew(M2
Z)

(3.46)

ここで∆αlep(M
2
Z), ∆α

(5)
had(M

2
Z), ∆αtop(M

2
Z),∆αnew(M

2
Z) は、それぞれ、レプトン、５フレー

バー・ハドロン、トップクォーク、新しい物理、からの running QED coupling constantへの
#11電弱精密測定のフォーマリズムに関する詳しい議論は Appendix Cを参照。
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寄与である。新しい物理からの running QED coupling constant α(M2
Z) への寄与は、次のよ

うに定義される。

∆αnew(M
2
Z) =

Πγγ(M
2
Z)

M2
Z

− Πγγ(p
2)

p2

∣∣∣∣
p2=0

(3.47)

文献 [67, 68, 69]で示されているように、これらの obliqueパラメーターは電弱精密測定に寄
与する。
もしミューオンがO(1)の新しい湯川結合を持つならば#12、これは Zµ+µ− couplingにノ
ンユニバーサルな vertex correctionsを生じさせる。標準模型の Zµ+µ− couplingは

i
g

cW
γµ[g

SM,µ
L PL + gSM,µR PR], (3.48)

で与えられる。ここで gSM,µL,R は標準模型の場合の結合定数で、これらの tree-levelの寄与は
gSM,µL = −1

2
+ s2W および gSM,µR = s2W である。新しい湯川結合からのZµ+µ−の vertexへの補

正を考慮すると（対応するwave function renormalization を含む）、Zµ+µ− couplingは

i
g

cW
γµ

[
(gSM,µL +∆gµL)PL + (gSM,µR +∆gµR)PR

]
. (3.49)

のように修正される。ここで、新粒子から生じた vertex correctionsを∆gµL,Rとパラメトライ
ズした。
Wµνµ vertexへの補正は、Fermi constant GF への補正を生じさせる。しがたって、この
補正を∆δ̄Gとパラメトライズする。µ-decayに関する vertexと box diagramsを通した、新
しい物理からの∆δ̄G への寄与は、

GF = GSM+ob.
F +

g2

4
√
2M2

W

∆δ̄G. (3.50)

のように定義される。ここでGSM+ob.
F は、新しい物理からの vertex corrections と box correc-

tionsの効果を除いた、標準模型からの輻射補正と新しい物理からの oblique correctionsの効
果を含めた muon decay constantである。
文献 [67, 68]のHHKMフォーマリズムを用いると、レプトン・ユニバーサリティーを仮定
することなく、表 2にリストされた電弱精密測定を計算できる。初めに図 12 (a)で、標準模
型の電弱精密測定のフィットを、ヒッグスの質量mhの関数として示した。ベストフィット・
ポイントはmh = 91 GeVである。これは LEP electroweak working group [75] の結果と一致
する。また表 2は、ヒッグスの質量を最新のLHCのデータ [4, 5] が示唆する 125 GeVと仮定
したときの、標準模型の電弱精密測定のフィットを示している。次に図 12 (b)で、S-T plane

での χ2の等高線を破線で示した。ただし、他の oblique corrections (U , RW , RZ) と vertex

correctionsはゼロと仮定した。ヒッグスとトップクォークの質量の基準値は、それぞれ 125

#12ここでは簡単のため、エレクトロンとタウは O(1)の新しい湯川結合を持たないものとする。
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data SM fit pull Sample model pull

line-shape & FB asym.:

ΓZ(GeV) 2.4952(23) 2.4954 -0.1 2.4963 -0.5

σ0
h (nb) 41.541(37) 41.479 1.7 41.479 1.7

Re 20.804(50) 20.740 1.3 20.741 1.3

Rµ 20.785(33) 20.740 1.4 20.740 1.3

Rτ 20.764(45) 20.787 -0.5 20.788 -0.5

A0,e
FB 0.0145(25) 0.0163 -0.7 0.0163 -0.7

A0,µ
FB 0.0169(13) 0.0163 0.5 0.0163 0.4

A0,τ
FB 0.0188(17) 0.0163 1.5 0.0163 1.4

τ polarization:

Aτ 0.1439(43) 0.1472 -0.8 0.1476 -0.9

Ae 0.1498(49) 0.1472 0.5 0.1476 0.4

b and c quark results:

Rb 0.21629(66) 0.21579 0.8 0.21580 0.7

Rc 0.1721(30) 0.1723 -0.1 0.1722 0.0

A0,b
FB 0.0992(16) 0.1032 -2.5 0.1035 -2.7

A0,c
FB 0.0707(35) 0.0738 -0.9 0.0740 -0.9

Ab 0.923(20) 0.935 -0.6 0.935 -0.6

Ac 0.670(27) 0.668 0.1 0.668 0.1

SLD results:

Ae 0.1516(21) 0.1472 2.1 0.1476 1.9

Aµ 0.142(15) 0.1472 -0.4 0.1476 -0.4

Aτ 0.136(15) 0.1472 -0.8 0.1476 -0.8

W mass and width:

MW (GeV) 80.385(15)[73] 80.363 1.5 80.376 0.6

ΓW (GeV) 2.085(42) 2.091 -0.1 2.092 -0.2

muon g-2:

anewµ (10−9) 2.61(0.80) 0 3.3 3.15 -0.7

Input parameters

∆α
(5)
had(M

2
Z) 0.027626(138) 0.027592 0.3 0.027626 0.0

αs(MZ) 0.1184(7) 0.1184 0.0 0.1184 0.0

mt (GeV) 173.2(0.9)[74] 173.7 -0.6 173.3 -0.1

mh (GeV) 125 125

yL = yR, Qχ - - - 0.4, 0

mϕ1 , mχ (GeV) - - - 300, 200

m2
11 = m2

22, m
2
12 (GeV)2 - - - (250)2, (50)2

χ2/(d.o.f) 34.8/(22) 22.5/(15)

表 2: 電弱精密測定の実験値と理論の予言値。標準模型と 3.2.2節で議論したサンプルモデル
の予言値を示した。
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図 12: (a) 標準模型において、表 2にリストされた電弱精密測定のχ2を、ヒッグスの質量mh

の関数として表した。(b) S-T planeでの χ2の等高線を破線で示した。ただし、他の oblique

corrections (U , RW , RZ) と vertex correctionsはゼロと仮定した。ヒッグスとトップクォーク
の質量の基準値は、それぞれ 125 GeV と 173.2 GeVにとった。また標準模型において、ヒッ
グスとトップクォークの質量を基準値から変えたときの S-Tの予言値も示した。

GeV と 173.2 GeVにとった。また、ヒッグスとトップクォークの質量を基準値から変えたと
きの S-T parameters の予言値も示されている。ここで、ミューオン g－ 2、およびχ2をさら
に減らすような小さい正の SとT (S ∼ 0.05, T ∼ 0.1)を除いて、軽いヒッグスに対する標準
模型のフィットは、良く合っていることに注意する。したがってミューオン g－ 2には大きく
寄与する一方で、電弱精密測定への効果は小さい新しい物理が必要である。この節では、前
節で議論した模型の電弱精密測定を解析する。この解析では、mh = 125 GeVを仮定する。

3.2.1 SU(2)L singlet scalar (ϕ) と singlet Dirac fermion (χ)をもつ模型

新しいスカラー ϕとフェルミオン χは SU(2)L singletなので、これらの粒子はWボソンと
は結合しない。しかし、もしQED電荷をもてば、これらの粒子はフォトンと Zボソンと結
合できる。まずこのモデルにおける、ゲージボソンの self-energy functionsに関する輻射補正
をリストする。
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SU(2)L singlet fermion (χ)からの寄与は

Π
(χ)
WW (p2) = 0

Π
(χ)
ZZ(p

2) = −
g2Q2

χs
4
W

4π2c2W

[
m2
χB0(χ, χ)− p2 {B1(χ, χ) +B21(χ, χ)} − 2(1− ϵ)B22(χ, χ)

]
,

Π(χ)
γγ (p

2) = − e2

4π2
Q2
χ

[
m2
χB0(χ, χ)− p2 {B1(χ, χ) +B21(χ, χ)} − 2(1− ϵ)B22(χ, χ)

]
,

Π
(χ)
γZ (p

2) =
geQ2

χs
2
W

4π2cW

[
m2
χB0(χ, χ)− p2 {B1(χ, χ) +B21(χ, χ)} − 2(1− ϵ)B22(χ, χ)

]
.

(3.51)

で与えられる。ここで、BX(i, j) = BX(m
2
i ,m

2
j ; p) (X = 0, 1, 21, 22) はPassarino-Veltman

functionsで、その陽な表式は Appendix Aに載せた。またループ積分では、時空の次元を
D = 4− 2ϵとして次元正則化を用いた。
SU(2)L singlet scalar (ϕ)からの寄与は

Π
(ϕ)
WW (p2) = 0

Π
(ϕ)
ZZ(p

2) =
g2

4π2c2W
Q2
ϕs

4
W

{
B22(ϕ, ϕ)−

1

2
A(ϕ)

}
,

Π(ϕ)
γγ (p

2) =
e2

4π2
Q2
ϕ

{
B22(ϕ, ϕ)−

1

2
A(ϕ)

}
,

Π
(ϕ)
γZ (p

2) = − ge

4π2cW
Q2
ϕs

2
W

{
B22(ϕ, ϕ)−

1

2
A(ϕ)

}
. (3.52)

で与えられる。ここでB22(i, j)(= B22(m
2
i ,m

2
j ; p))と A(ϕ)はPassarino-Veltman functionsで、

その陽な表式はAppendix Aに載せた。また、(3.51)式と (3.52)式の導出はAppendix Fにま
とめた。
新しい粒子は SU(2)Lの相互作用をもたないため、この場合 Peskin-Takeuchiの STUパラ
メータはゼロ (S = T = U = 0)になることが簡単に示せる。したがって、リーディングの
oblique corrections への寄与はRZ パラメーターと∆αnew(M

2
Z)である。

RZ =
4s4WQ

2
χ

3π

1 + 6m2
χ

M2
Z

1−
4m2

χ

M2
Z√

4m2
χ

M2
Z
− 1

tan−1

 1√
4m2

χ

M2
Z
− 1




+
s4WQ

2
ϕ

3π

1− 12m2
ϕ

M2
Z

1−

√
4m2

ϕ

M2
Z

− 1 tan−1

 1√
4m2

ϕ

M2
Z
− 1



 , (3.53)
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∆αnew(M
2
Z) = −

5αQ2
χ

9π

1 + 12m2
χ

5M2
Z

− 6

5

(
1 +

2m2
χ

M2
Z

)√
4m2

χ

M2
Z

− 1 tan−1

 1√
4m2

χ

M2
Z
− 1



−
2αQ2

ϕ

9π

1− 3m2
ϕ

M2
Z

+
3

4

(
4m2

ϕ

M2
Z

− 1

) 3
2

tan−1

 1√
4m2

ϕ

M2
Z
− 1


 , (3.54)

ただし、2mχ > MZ かつ 2mϕ > MZ を仮定した。
前の 3.1.1節で議論したように、この模型でミューオン g－ 2のアノマリーを説明するには、
新しい湯川結合定数は比較的大きくなければならない。その場合、図 13に示された vertex

corrections が大きくなることが予想される。Zµ+µ−の vertex correctionsの結果は

Z Z

µ−

µ−

µ+ µ+

φ

φ

φ

χ

χ

χ

図 13: Zµ+µ− couplingへの vertex correctionsの Feynman diagrams

∆gµL = 0, (3.55)

∆gµR =
y2N
16π2

[
−2Qϕs

2
WC24(ϕ, χ, ϕ; p, q − p)

+Qχs
2
W

{
1

2
− 2C24 −M2

Z(C12 + C23) +m2
χC0

}
(χ, ϕ, χ; q − p, p)

−s2W (B0 +B1)(ϕ, χ; p)
]
, (3.56)

となる。ただし、 p, q − p, q は、それぞれmuon、anti-muon、Zボソンの運動量である。こ
こでCX (X = 0, 12, 23, 24) と BX (X = 0, 1)は Passarino-Veltman functionsで、その陽
な表式は Appendix Aに載せた。(3.56)式の第１項と第２項はスカラー ϕとフェルミオン χ

からの寄与、第３項はミューオンの波動関数くり込みをそれぞれ表す。vertex correctionsの
相殺項に関する詳しい議論は、Appendix Dを参照。
この vertex correctionsは Rµ, A

0,µ
FB, Aµといった電弱精密測定に影響する。これらの電弱

精密測定のなかで、Rµが最も精密に測定されているため、Rµへの影響が精密測定のフィッ
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図 14: (a) Rµに対する vertex correctionsの効果。Qχ = −1 かつ yN = 2.5における δRµ =

Rµ−R′
µを、mχ と mϕの関数で表した。ここで、Rµは全ての輻射補正を含むのに対し、R′

µ

は輻射補正から vertex correctionsを除いた。(b) Qχ = −1 かつ yN = 2.5における、mχ と
mϕの関数で表された χ2。

トにおいて最も重要であることが分かる。図 14 (a)では、Qχ = −1 かつ yN = 2.5における
Rµに対する vertex correctionsの効果 δRµ = Rµ−R′

µ をmχ と mϕの関数として示した。こ
こでRµはこの模型において、全ての輻射補正を含む理論的予言である。その一方でR′

µは、
vertex correctionsを除く全ての輻射補正を含んでいる。そのため、これらの差 δRµは vertex

correctionsの効果を表している。ここでRµの実験誤差の大きさは、表 2に示されているよ
うに、1σに対して 0.033であることに注意する。図 14(a)から分かるように、ミューオン g－
2が新しい物理からの寄与によって説明される領域において、vertex correctionは Rµを 1σ

程度変えることができる。ところが、標準模型のRµの予言値はその実験値よりも小さいた
め（表 2に示されているように）、 vertex correctionsはRµの予言値を改善する方向に働か
ない。したがって χの質量が小さい領域は、非常に制限される。
図 14 (b)では、Qχ = −1 かつ yN = 2.5における χ2を、mχ と mϕの関数として表した。
図を見ると分かるように、上で議論した大きな vertex correctionsのため、χ2はmχが小さい
領域で大きくなっている。mχ と mϕがより大きい領域では、新粒子の質量が重すぎてミュー
オン g－ 2のアノマリーを説明できないため、χ2はより大きくなっている。χ2の最小値はお
よそmχ ∼ 200 GeV かつ mϕ ∼ 100 GeV のときであり、ミューオン g－ 2を含む電弱精密測
定から、軽い新粒子が好ましいことが分かる。
図 15 (a)では、Qχ = −5 かつ yN = 1.5における、Rµに対する vertex correctionsの効果

δRµを、図 14 (a)と同様に示した。vertex correctionsはRµの実験値の誤差の 1σ 程度まで大
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図 15: (a) Rµに対する vertex correctionsの効果。図 14(a)と同様、Qχ = −5 かつ yN = 1.5

における δRµ = Rµ−R′
µを、mχ と mϕの関数として表した。(b) Qχ = −5 かつ yN = 1.5に

おける、mχ と mϕの関数で表された χ2。

きくなることができ、かつ、この補正はχ2を大きくする。図 15 (b)では、χ2をmχ と mϕの関
数として表した。この図を見ると、図 15 (a)で示されていたように、Rµの vertex corrections

から、mχが小さい領域は好ましくないことが分かる。χ2の最小値はおよそmχ ∼ 300 GeVか
つ mϕ ∼ 100 GeVのときである。したがって、このようなシナリオでは電弱精密測定（ミュー
オン g－ 2を含む）から、比較的軽い新粒子が好ましいことがわかる。

3.2.2 SU(2)L doublet scalar (Φ) と singlet scalar (ϕ) および singlet fermion (χ)

をもつ模型

SU(2)L singlet fermionからの寄与は、前節の議論と同様である。なので、まずここでは、
スカラーのセクターから引き起こされる、gauge boson self-energiesに対する１ループの寄与
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をリストする。

Π
(s)
WW (p2) =

g2

8π2

[∑
i

{
|V2i|2B22(ϕ1, si)−

1

4
|V2i|2A(si)

}
− 1

4
A(ϕ1)

]
, (3.57)

Π
(s)
ZZ(p

2) =
1

4π

g2

c2W

[(
1

2
−Q1s

2
W

)2{
B22(ϕ1, ϕ1)−

1

2
A(ϕ1)

}

+
∑
ij

{(
−1

2
−Q2s

2
W

)2

|V2i|2|V2j|2 +Q2
2s

4
W |V1i|2|V1j|2

− Q2s
2
W

(
−1

2
−Q2s

2
W

)
(V ∗

2iV1iV
∗
1jV2j + V ∗

2jV1jV
∗
1iV2i)

}
B22(si, sj)

−
∑
i

{(
−1

2
−Q2s

2
W

)2

|V2i|2 +Q2
2s

4
W |V1i|2

}
1

2
A(si)

]
, (3.58)

Π(s)
γγ (p

2) =
e2

4π2

[
Q2

1

{
B22(ϕ1, ϕ1)−

1

2
A(ϕ1)

}
+ Q2

2

∑
i

{
B22(si, si)−

1

2
A(si)

}]
, (3.59)

Π
(s)
γZ(p

2) =
e

4π2

g

cW

[
Q1

(
1

2
−Q1s

2
W

){
B22(ϕ1, ϕ1)−

1

2
A(ϕ1)

}
+Q2

∑
i

{(
−1

2
−Q2s

2
W

)
|V2i|2 −Q2s

2
W |V1i|2

}
×
{
B22(si, si)−

1

2
A(si)

}]
, (3.60)

ここでBX(i, j)(= BX(m
2
i ,m

2
j ; p)) と A(i)は Passarino-Veltman functionsで、その陽な表式

はAppendix Aに載せた。また、(3.57), (3.58), (3.59), (3.60)式の導出はAppendix Fにまと
めた。
前節の模型と異なり、今度は SU(2)L scalar doubletが STUパラメーターに寄与することが
できる。そのため主要な量子補正は、SパラメーターとTパラメーターで表される。(3.41),
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(3.42)式より SパラメーターとTパラメーターの表式

S = − 2YΦ
πM2

Z

[
B22(ϕ1, ϕ1,MZ)−

1

2
A0(ϕ1)

]
+

4

πM2
Z

∑
i

∑
j

∣∣−s2WQ2V
∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2WQ2)V

∗
2jV2i

∣∣2
× [B22(si, sj,MZ)−B22(si, sj, 0)]

−(c2W − s2W )
4

πM2
Z

∑
i

Q2

[
−s2WQ2|V1i|2 + (T 3

ϕ2
− s2WQ2)|V2i|2

]
×
[
B22(si, si,MZ)−

1

2
A0(si)

]
−4s2W c

2
W

πM2
Z

∑
i

Q2
2

[
B22(si, si,M

2
Z)−

1

2
A0(si)

]
, (3.61)

T =
1

2πs2WM
2
W

[∑
i

|V2i|2B22(ϕ1, si, 0)−
1

4
A0(ϕ1)−

∑
i

|V2i|2
1

4
A0(si)

]

− 1

πs2W c
2
WM

2
Z

[∑
i

∑
j

∣∣(−s2WQ2)V
∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2WQ2)V

∗
2jV2i

∣∣2B22(si, sj, 0)

+
∑
i

[
(−s2WQ2)

2|V1i|2 + (T 3
ϕ2

− s2Q2)
2|V2i|2

](
−1

2
A0(si)

)]
(3.62)

を得る。ただし、YΦは SU(2)L doublet スカラーのハイパーチャージ、T 3
ϕ2
は ϕ2のアイソス

ピン、Q2は ϕ2のQED電荷である。ここで、Sパラメーターと Tパラメーターの振る舞い
を理解するため、Sパラメーターと Tパラメーターの近似式を求める。簡単のため、V22 =

V11 = 1, V12 = V21 = 0を仮定し、スカラーの混合がない場合を考えると、s2の状態は SU(2)L
scalar doublet Φの ϕ2 成分に対応する。このとき、SパラメーターとTパラメーターは

S = − 2YΦ
πM2

Z

[{
B22(ϕ1, ϕ1,MZ)−

1

2
A0(ϕ1)

}
−
{
B22(ϕ2, ϕ2,MZ)−

1

2
A0(ϕ2)

}]
(3.63)

T =
1

2πs2WM
2
W

[
B22(ϕ1, ϕ2, 0)−

1

4
{A0(ϕ1) + A0(ϕ2)}

]
(3.64)

となる。(3.63), (3.64)式を計算すると、SパラメーターとTパラメーターの近似式は

S ≃ YΦ
6π

∆+ · · · ,

T ≃
m2
ϕ1

16πs2WM
2
W

(∆)2 + · · · . (3.65)

と求まる。ここで、∆ = (m2
ϕ2

− m2
ϕ1
)/m2

ϕ1
であり、この場合mϕ2 = ms2 である。ここで、

(3.65)式における∆ と m2
Z/m

2
ϕ1
の高次の項は無視した。また、(3.63)式の Sパラメーター

は、mϕ1とmϕ2がMZ に比べて十分大きいと仮定し、(M2
Z/m

2
ϕ1
), (M2

Z/m
2
ϕ2
) で展開した。
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∆は SU(2)L scalar doublet Φのnon-degeneracyをパラメトライズしていることに注意。YΦ
はΦのハイパーチャージで、YΦ = 1

2
+Q2である。SU(2)L scalar doubletの non-degeneracy

は、non-zeroの T と non-zeroの Sを引き起こすことに注意。また、Tの符号は常に正であ
る。それに対しこの模型では、Sの符号は YΦ と ∆の符号によって、正にも負にもなり得る。
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図 16: この模型における、S-T planeでの（ミューオン g－ 2の結果は除く）χ2 の等高線
（χ2 = 22から 34を破線で示した）とS-Tの値（点が打たれた実線）。ここで、yL = −yR = 0.4,

Qχ = −1 （Q1 = 1 かつ Q2 = 0に対応）かつm2
11 = m2

22 = (300 GeV)2にとった。２本の実
線は、２つの異なるm2

12の値、m2
12 = (50 GeV)2 と (250 GeV)2 に対応し、mϕ1 の値は 200

GeV から 400 GeVまで 50 GeV 刻みで変化させている（実線上に点で示した）。

図 16では、S-T plane上での χ2の等高線の計算結果（ミューオン g－ 2の結果は除く）を
破線で示した。S-T plane上で χ2の等高線を描く際、他の oblique corrections (U , RZ , RW )

ならびに vertex correctionsはゼロと仮定した。図からわかるように、わずかに正の S と T

(S ∼ 0.05 および T ∼ 0.1)が電弱精密測定からは好ましい。加えて図 16では、この模型にお
けるS-Tパラメーターの予言値を実線で示した。ここで、yL = −yR = 0.4, Qχ = −1（Q1 = 1

かつ Q2 = 0に対応）かつm2
11 = m2

22 = (300 GeV)2にとった。２本の実線は、２つの異なる
m2

12の値、m2
12 = (50 GeV)2 と (250 GeV)2に対応する。実線上の点は、mϕ1を 200 GeV か

ら 400 GeVまで 50 GeV刻みで変えたときの、SとTの予言値を表す。
m2

11 = m2
22 = (300 GeV)2 かつ m2

12 = (50 GeV)2 のとき、ms1 ≃ 296 GeV かつ ms2 ≃ 304
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GeVである。(3.65)式で大体示されるように、mϕ1 = 200 GeV かつ Q2 = 0のとき、∆ > 0

かつ YΦ = 1
2
> 0となるため、S > 0 かつ T > 0である。mϕ1が 300 GeV程度まで大きくな

ると、doublet scalarsがほとんど縮退するため、S と T は共にゼロに近づく。それからmϕ1

がより大きくなると、∆ < 0のため Sは負になるが、T > 0である。図 16から、この振る
舞いが見て取れる。またm2

12を大きくした場合でも、この振る舞いはほとんど同じである。
図 17では、yL = yR = 0.4 かつ Qχ = 0 （Q1 = 0 かつ Q2 = −1に対応）であることを除い
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図 17: yL = yR = 0.4 かつ Qχ = 0（Q1 = 0 かつ Q2 = −1に対応）であることを除いて、図
16と同様である。

て、図 16と同じ図を示した。Qχ = 0 (Q2 = −1) かつ mϕ1 = 200 GeVのとき、YΦ = −1
2
< 0

かつ ∆ > 0のため、Sは負である。mϕ1 が大きくなるにつれ、Sは大きくなる。mϕ1 ∼ 300

GeVのとき、doublet scalarsがほとんど縮退するため、S ∼ 0となる。mϕ1 > 300 GeVのと
き、Sは正になる。この振る舞いは、前のQ2 = 0の場合と異なる。なぜなら、YΦの符号が
異なるからである。T は SU(2) scalar doubletが縮退しない限り、常に正であることに注意。
両方のケースを見てわかるように、SU(2) scalar doubletのわずかな non-degeneracyは、χ2

を改善できる。
本研究では数値解析を行うにあたって、例えこの模型では湯川結合定数 yL, yRを小さく取
れるとしても、電弱精密測定にZµ+µ−, Zνµν̄µ , Wµνµの vertex correctionsを含めた。vertex
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correctionの表式は、以下のようにまとめられる。

∆gµL =
y2L
16π2

[
2
∑
ij

{(
−1

2
−Qϕs

2
W

)
V ∗
2iV2j −Qϕs

2
WV

∗
1iV1j

}
V2iV

∗
2jC24(si, χ, sj; p, q − p)

+
∑
i

Qχs
2
W |V2i|2

{
1

2
− 2C24 −M2

Z(C12 + C23) +m2
χC0

}
(χ, si, χ; q − p, p)

−
∑
i

(
−1

2
+ s2W

)
|V2i|2(B0 +B1)(si, χ; p)

]
, (3.66)

∆gµR =
y2R
16π2

[
2
∑
ij

{(
−1

2
−Qϕs

2
W

)
V ∗
2iV2j −Qϕs

2
WV

∗
1iV1j

}
V1iV

∗
1jC24(si, χ, sj; p, q − p)

+
∑
i

Qχs
2
W |V1i|2

{
1

2
− 2C24 −M2

Z(C12 + C23) +m2
χC0

}
(χ, si, χ; q − p, p)

−
∑
i

s2W |V1i|2(B0 +B1)(si, χ; p)

]
, (3.67)

∆g
νµ
L =

y2N
16π2

[
2

(
1

2
− s2WQϕ1

)
C24(ϕ1, χ, ϕ1; q − p, p)

+Qχs
2
W

{
1

2
− 2C24 −M2

Z(C12 + C23) +m2
χC0

}
(χ, ϕ1, χ; q − p, p)

−1

2
(B0 +B1)(ϕ1, χ; p)

]
, (3.68)

ここで p と qは、それぞれ∆gµL,Rでのミューオンの運動量（∆g
νµ
L ではミューオン・ニュート

リノの運動量）とZボソンの運動量である。(3.66)式および (3.67)式の第１項と第２項はスカ
ラー siとフェルミオン χからの寄与、第３項はミューオンの波動関数くり込みをそれぞれ表
す。(3.68)式の第１項と第２項はスカラー ϕ1とフェルミオン χからの寄与、第３項はニュー
トリノの波動関数くり込み#13をそれぞれ表す。
µνµW -vertexへの補正は

∆δ̄G =
y2L
8π2

[∑
i

|V2i|2C24(ϕ1, si, χ;−q, p)

−1

4

{
(B0 +B1)(ϕ1, χ; p− q) +

∑
i

|V2i|2(B0 +B1)(si, χ; p)

}]
, (3.69)

と表される。ここで p, p− q, qは、それぞれミューオン、ミューオン・ニュートリノ、Wボ
ソンの運動量である。ただし q2 = 0の近似を用いた。(3.69)式の第１項は ϕ1, si, χからの寄
#13ただし、ニュートリノの有限な波動関数くり込みを含む。
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与、第２項はミューオンの波動関数くり込みとニュートリノの有限な波動関数くり込みをそ
れぞれ表す。これらの vertex correctionの相殺項に関する議論はAppendix Dを参照。また、
µνµW -vertexへの補正 (3.69)式の解析的な表式は

∆δ̄G = −
∑
i

|V2i|2y2L
(4π)2

[
−5

4
− 1

2

ai
a1 − ai

− 1

2

1

ai − 1

{
1− ai(a1 − 1)

a1 − ai

}
+
1

2

{
1−

(
1

ai − 1

)(
1

a1 − 1

)}
ln a1

+
ai

a1 − ai

{
1 +

1

2

ai
a1 − ai

+

(
1

ai − 1

)(
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(3.70)

である。ただし、a1 = m2
ϕ1
/m2

χ, ai = m2
si
/m2

χである。
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図 18: (a) Qχ = −1 かつ yL = −yR = 0.4 ならびに (b) Qχ = 0 かつ yL = yR = 0.4における
χ2を、mχ と ms1の関数として表した。ここでm2

11 = m2
22 かつ m2

12 = (50 GeV)2にとった。

図 18では、(a) Qχ = −1 かつ yL = −yR = 0.4 ならびに (b) Qχ = 0 かつ yL = yR = 0.4

における χ2の等高線を、mχ と ms1 の関数として表した。ここで、m2
12 = (50 GeV)2 かつ

m2
11 = m2

22にとった。mϕ1の値は、それぞれ、Qχ = −1のときmϕ1 > 105 GeV 、Qχ = 0の
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ときmϕ1 > 46 GeV、の範囲で χ2が最小になるように決めた。図 18の両方のケースにおい
て、χ2は 22まで小さくなることができる。これは前に議論した、right-handedミューオン
のみが新しい湯川結合をもつ場合よりも小さい。図 18を見ると、電弱精密測定から比較的
軽い χ と siが好ましいことが分かる。表 2で、Qχ = 0, mϕ1 = 300 GeV, mχ = 200 GeV,

m2
11 = m2

22 = (250)2 GeV2, m2
12 = (50)2 GeV2 の場合における、電弱精密測定の予言値を示

した。表 2が示すように、電弱精密測定のフィットは非常に良い。したがって、LHCでこれら
の粒子からどのような効果が期待できるか知ることは、重要である。後の 3.3節では、LHC

でこのような新粒子が与える効果について議論する。
最後に補足として、この節で議論した新しい湯川相互作用をもつ模型を、第 4節で議論する
ニュートリノの質量と混合を説明する模型に拡張した場合に、他にどのような新粒子が電弱
精密測定に寄与し得るかについて述べておく。本節で議論した模型は、SU(2)L singletのフェ
ルミオンに、χi (i = 1, 2, 3)のようにフレーバーの構造を導入することによって、ニュートリ
ノの質量と混合を説明する模型に拡張できる。そのため、新たに追加される新粒子は SU(2)L
singletであり、S,Tパラメーターには寄与しない。したがって、本節で解析した模型と同様、
第 4節で議論するニュートリノの質量と混合を説明する模型は、電弱精密測定と無矛盾であ
ると考えることができる。

3.3 新しい湯川相互作用をもつ模型のLHC探索
今までの節で、ミューオン g－ 2のアノマリーは、電弱スケールに新粒子が存在すること
を強く示唆していることを示した。また、ミューオン g－ 2のアノマリーは多価の荷電粒子
が好ましいことも示唆している。したがって、これらの粒子は直接的ないし間接的にLHCで
検証できる可能性がある。この節では、これらの新粒子が h → γγのヒッグス粒子の崩壊過
程に及ぼす影響、ならびに、LHCにおけるこれらの新粒子の直接生成について議論する。

3.3.1 h→ γγへの効果

SU(2)L singletと doubletのスカラーは、次のようなスカラーの相互作用を通して、ヒッグ
スと結合できる。

L = −κ1ϕ†ϕ(H†H)− κ2(Φ
†Φ)(H†H)− κ3(H

†Φ)(Φ†H)

−κ4M
{
(H†Φ)ϕ† +h.c.

}
, (3.71)

ここでHは、標準模型の SU(2)L doubletのヒッグスである。SU(2)L singletスカラー ϕのみ
が存在する場合、結合定数は κ1以外ゼロであるが、SU(2)L singletのスカラー ϕと doublet

のスカラーΦ の両方が存在する場合、全ての結合が許される#14。
#14ϕのQED電荷 (Qϕ)がゼロの場合、(H†Φ)ϕや (H†Φ)2のような項も可能である。本論文の解析では、簡単
のため、このような項は小さいと仮定する。例えこのような項を含めたとしても、定性的な結果は変わらない。
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right-handend ミューオンのみが新しい湯川相互作用をもつ場合は、SU(2)L singletのスカ
ラー ϕが存在し、ヒッグスとの相互作用は

L = −λvhϕ†ϕ, (3.72)

となる。この模型では λ = κ1である。また、vはヒッグスの真空期待値で、v ≃ 246 GeVで
ある。ϕのQED電荷Qϕがゼロでないとき、ϕはヒッグスの崩壊 h → γγに寄与することが
可能である。Γ(h→ γγ)の崩壊幅は

Γ(h→ γγ) =
α2m3

h

256π3v2
|S(mh)|2, (3.73)

で与えられる。ここで、振幅 S(mh)はリーディング・オーダーで

S(mh) =
8

3
Ft(τt)− FW (τW ) +Q2

ϕλ
v2

2m2
ϕ

Fϕ(τϕ). (3.74)

と書き表すことができる。第１項、第２項、第３項は、それぞれトップ、W、ϕからの寄与
であり、τx = m2

h

4m2
x
(x = t,W, ϕ) である。関数 Ft, FW , Fϕ は

Ft(τ) = τ−1
[
1 + (1− τ−1)f(τ)

]
, (3.75)

FW (τ) = 2 + 3τ−1 + 3τ−1(2− τ−1)f(τ), (3.76)

Fϕ(τϕ) = τ−1
[
−1 + τ−1f(τ)

]
, (3.77)

で与えられる。ただし、τ < 1のとき f(τ) = arcsin2(
√
τ) である。h → γγの分岐比は近似

的に

BR(h→ γγ)

BR(h→ γγ)SM
≃ Γ(h→ γγ)

Γ(h→ γγ)SM
=

∣∣∣∣∣∣
8
3
Ft(τt)− FW (τW ) +Q2

ϕλ
v2

2m2
ϕ
Fϕ(τϕ)

8
3
Ft(τt)− FW (τW )

∣∣∣∣∣∣
2

, (3.78)

で与えられる。なぜなら Γ(h→ γγ) の値が変わったとしても、全崩壊幅の値は殆ど変わらな
いからである。ここで、BR(h→ γγ)SM ならびに Γ(h→ γγ)SMは、リーディング・オーダー
での標準模型の予言である。ヒッグスの質量mhを固定すれば、この分岐比はmϕ と Q2

ϕλの
関数であることに注意する。前に述べたように、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する
には、より大きな Qϕ が好ましい。(3.78)式から明らかなように、より大きな Qϕ は h→ γγ

により大きい影響を及ぼす。
図 19でΓ(h→ γγ)/Γ(h→ γγ)SMの比を、mϕ と Q2

ϕλの関数として表した。ここで、mh =

125 GeVにとった。この図からわかるように、もしQ2
ϕλが大きく、かつ、mϕがO(100) GeV

であれば、その影響は重要になり得る。例えば、前に議論した Qϕ = 4, λ = 1 (−1) かつ
mϕ = 200 GeVの場合は、Γ(h→ γγ)/Γ(h→ γγ)SM = 0.12 (2.7)になる。残念ながら、λの
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図 19: ヒッグスの崩壊幅 h → γγ を標準模型の予言で規格化した Γ(h→γγ)
Γ(h→γγ)SM

を、mϕ と Q2
ϕλ

　の関数で表した。ここで、mh = 125 GeVにとった。

値がわからないため、この模型ではBR(h→ γγ)の分岐比を予言することはできない。しか
しながら、BR(h → γγ)が標準模型の予言から非常に違っていたとしても、驚くには当たら
ない。
right-handedと left-handed 両方のミューオンが新しい湯川相互作用をもつ場合、SU(2)L

singlet と doublet のスカラーは (3.71)式で示したヒッグスとの相互作用を持ち、これらは次
のような相互作用を生じさせる。

L = −κ2vhϕ∗
1ϕ1 −

∑
ij

λijvhs
∗
i sj, (3.79)

ただし

λij = κ1V
∗
1iV1j + (κ2 + κ3)V

∗
2iV2j +

M√
2v
κ4(V

∗
1iV2j + V ∗

2iV1j). (3.80)

である。これらは h→ γγの崩壊幅に寄与して

BR(h→ γγ)

BR(h→ γγ)SM

≃

∣∣∣∣∣∣
8
3
Ft(τt)− FW (τW ) +Q2

1κ2
v2

2m2
ϕ1

Fϕ(τϕ1) +Q2
2

∑
i λii

v2

2m2
si

Fϕ(τsi)

8
3
Ft(τt)− FW (τW )

∣∣∣∣∣∣
2

. (3.81)

となる。Qχ = −1のとき（Q1 = 1 かつ Q2 = 0に対応）、上で議論した例のように、ϕ1のみ
が h→ γγに寄与することができる。なぜなら siはフォトンと結合しないからである。その
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結果は、図 19で λ = κ2 かつ Qϕ = Q1 = 1 とした場合に等しい。この場合、もし κ2が大き
ければ、その影響は重要になり得る。例えば、mϕ1 = 250 GeV で κ2 = 1 と κ2 = −1 のとき
は、Γ(h→ γγ)/Γ(h→ γγ)SM = 0.95 と 1.05にそれぞれなる。
Qχ = 0のとき（Q1 = 0 かつ Q2 = −1に対応）、スカラー si (i = 1, 2)は h→ γγに寄与す
ることができる。前の場合と同様、ヒッグスとの結合 λ11 と λ22 が大きければ、h→ γγへの
影響は重要になり得る。例えば、 m2

11 = m2
22 かつ M = v√

2
のとき、κi = κ > 0 (i = 1− 4)

に対し λ11 = κ かつ λ22 = 2κを得る。一方で、κi = κ < 0 (i = 1− 4)に対しては、λ11 = 2κ

かつ λ22 = κを得る。結果として、m2
11 = m2

22 = (300 GeV)2のとき、κ = 1 と κ = −1に対
し、それぞれΓ(h→ γγ)/Γ(h→ γγ)SM = 0.90 と 1.14になる（κ = 2 と κ = −2に対しては、
それぞれ 0.71 と 1.56 になる）。
この模型における h → γγの崩壊分岐比を予言することは、スカラーの相互作用に係る、
多くの未知のパラメーターに依るため困難であるが、h → γγの過程に大きな影響を与える
可能性がある。

3.3.2 LHCでの直接生成

前節で議論したように、ミューオン g－ 2のアノマリーは、電弱スケールに新粒子が存在
することを強く示唆している。ただし本論文の 3.1節で議論した模型は、次の 4節で議論す
るような、ミューオン g－ 2のアノマリーだけでなくニュートリノの質量や混合も説明する
ような、より現象論的に魅力的な模型の一部であると考えられる。すなわち 3.1節で議論し
た模型に含まれる粒子以外にも、さらに多くの粒子が存在すると考えられる。そのため、本
論文では明確に定義されたLHCでのシグネチャーは議論しない。しかしながら、新粒子に関
するイベントをどれぐらいLHCで生成できるかを知ることは重要である。よって、ここでは
LHCにおける新粒子の生成断面積を示すことにする。
right-handedミューオンのみが新しい湯川相互作用をもつ場合、模型にはSU(2)L singletス
カラー (ϕ)と singletフェルミオン (χ)が存在する。Qχ = −1のときQϕ = 0なので、χのみが標
準模型のゲージボソン (Z と γ)と結合する。したがって、電弱ゲージ相互作用を通してフェルミ
オンχを対生成することができる。図 20 (a)で示したように、LHC (

√
s = 8 TeV and 14 TeV)

とTevatron (
√
s = 1.96 TeV)におけるχの対生成断面積を、mχの関数として計算した。生成

断面積を計算するに当たって、MadGraph [76]を用いた#15。ミューオン g－ 2のアノマリー
を説明するには、フェルミオン χの質量は 100 GeV程度のオーダーでなければならない。図
20 (a)で示したように、

√
s = 8 TeV (

√
s = 14 TeV) の LHCで、mχ = 100− 500 GeVに対

して χの生成断面積は 0.5-0.0005 pb (1-0.001 pb)の範囲内になり、また
√
s = 1.96 TeVの

Tevatronでは、mχ = 100− 250 GeVに対して 0.1-0.001 pbになる。もし
√
s = 8 TeV と 14

TeVに対し、10 fb−1のルミノシティーを考えると、LHCで生成されるイベント数は、それ
ぞれ 5-5000 および 10-10000 のオーダーとなる。したがって、シグナルのイベント数は有意
#15MadGraphのモデルファイルは、Appendix Eにのせた。
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図 20: (a) χがQχ = −1: pp (pp̄) → Z/γ → χ+χ−、ないし、(b) ϕ−
2 がQ2 = −1: pp (pp̄) →

Z/γ → ϕ+
2 ϕ

−
2、の場合の LHC (Tevatron)における対生成断面積を、mχ と mϕ2 の関数とし

てそれぞれ表した。ここで、LHCについては
√
s = 8 TeV と 14 TeV、Tevatronについては

1.96 TeVにそれぞれとった。

になり得る。この場合、もし ϕが χよりも軽ければ、χは µ と ϕに崩壊できる。もし ϕが安
定な中性の粒子であれば、最終的なシグネチャーは µ+µ−+ missing energy になると考えら
れる。これはW+W−(→ µ+µ−)生成のようなバックグラウンドの影響を受け、このバックグ
ラウンドの生成率は

√
s = 8 TeV (14 TeV) の LHCで 0.29 (0.51) pb程度である。したがっ

て、このようなシグナルイベントの検証可能性を議論するためにも、より詳細な解析が重要
になってくる。もし多価のQED電荷の χを考えると、断面積はQ2

χのファクター分だけ増
え、断面積はより一層大きくなるため、LHCからの制限は重要になる#16。
ϕ と χに加えて SU(2)L doublet スカラーをもつ２番目の模型では、電弱ゲージ相互作用を
通して、これらのスカラーを対生成することができる。例えば図 20 (b)は、Qχ = 0（Q1 = 0

かつ Q2 = −1に対応）における荷電スカラー ϕ+
2 ϕ

−
2 の生成断面積を、mϕ2の関数として表し

ている。ここでは
√
s = 8 TeV と 14 TeVの LHC、および

√
s = 1.96 TeV のTevatronでの

予言値を示した。図から分かるように、
√
s = 8 TeV (

√
s = 14 TeV) ではmϕ2 = 100− 500

GeVに対して、生成断面積は 0.1-0.0001 pb (0.2-0.0005 pb)の範囲内になり、Tevatronでは
mϕ2 = 100 − 250に対して、0.02-0.0001 pbの範囲内になる。簡単のため、ϕ-ϕ2のスカラー
の混合はないと仮定した。この場合、Wボソンを通して ϕ1 + ϕ2も生成される。もし SU(2)L
doublet スカラーの質量が縮退していれば、断面積は図 20 (b)と同じようになることが確か
められる。一般的に、シグナルイベントは pp (pp̄) → V → ϕ∗

iϕj の形になり、V = Z, γ,W か

#16それに加えて、この場合は ϕの対生成も無視できない。
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つ i, j = 1, 2である。したがって図 20は、この模型における典型的な断面積を表している。
この模型は、次の 4節で議論するような、ミューオン g－ 2のアノマリーだけでなくニュー
トリノの質量や混合も説明する模型の一部であると考えられ、本論文ではその完全なシグネ
チャーまで議論しない。ただし、ミューオン g－ 2のアノマリーをこれらの新粒子によって
説明する模型を考える上で、電弱相互作用を通したこれらの新粒子の生成プロセスを探求す
ることは、非常に重要であると強調しておく。
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4 ニュートリノの質量と混合を説明する模型への拡張
前節では、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する新しい湯川相互作用を考え、カイラ
リティー・フリップによるエンハンスメントがある模型が好ましいことを示した。しかしな
がら、これまで議論してきた模型はミューオン g－ 2のアノマリーを説明することができる
が、ニュートリノの質量や混合の現象を説明できないという点で、現象論的に不完全な模型
となっている。そのため、最後にこの節では、3.1.2節で議論した right-handedと left-handed

両方のミューオンが「新しい湯川相互作用」をもつ模型を拡張した、ミューオン g－ 2のア
ノマリーとニュートリノの質量と混合を、同時に説明する模型を考察する。3.1.2節の解析か
ら分かるように、この right-handedと left-handed 両方のミューオンが「新しい湯川相互作
用」をもつ模型は、電弱精密測定と矛盾せず、ミューオン g－ 2のアノマリーをうまく説明
できる可能性がある。それだけでなく、この模型は新しいフェルミオンにフレーバーの構造
を持たせることによって、ニュートリノの小さな質量を輻射補正によって説明するRadiative

Inverse Seesaw Model [77]に拡張できる。
以下では、初めに 4.1節で、本論文 3.1.2節の right-handedと left-handed両方のミューオン
が「新しい湯川相互作用」をもつ模型にレプトンフレーバーの構造を導入した模型 (Radiative

Inverse Seesaw Model [77]) を考え、輻射補正から生じるニュートリノの質量を議論する。続
いて 4.2節で、Radiative Inverse Seesaw Modelにおいて、レプトン・フレーバーの破れから
の制限を満たしつつ、ミューオン g－ 2のアノマリーとニュートリノの質量行列を説明する
には、どのような理論領域が好ましいか議論する。

4.1 Radiative Inverse Seesaw Model

初めにこの節では、Radiative Inverse Seesaw Model [77] における、輻射補正を通して得
られるニュートリノの質量を議論する。まず、3.1.2節の right-handedと left-handed 両方の
ミューオンが「新しい湯川相互作用」をもつ模型に、レプトンのフレーバーの足を拡張する
ことを考える。フレーバーの足を拡張した湯川相互作用は、次のように与えられる#17。

L = −(yL)αiL̄αΦχRi − (yR)αil̄RαϕχLi −mχi
χ̄LiχRi + h.c.

−1

2
Mijχ̄

c
RiχRj −

1

2
M ′

ijχ̄
c
LiχLj + h.c. (4.82)

ただし、新しいフェルミオンχiがフレーバーの足をもつ場合を考えた。ここでLα (= (νLα, lLα)
T),

lRα, (α = 1, 2, 3 = e, µ, τ), Φ (= (ϕ1, ϕ2)
T), ϕはそれぞれ、３世代の SU(2)L doubletのレプ

トンと SU(2)L singeltのレプトン、SU(2)L doubletのスカラー、SU(2)L sinlgetのスカラー
を表す。また χi (i = 1, 2, 3)は SU(2)L singletのフェルミオンで QED電荷はQχi

= 0とす
#17例えば χ̄c

Ri と書いたとき、フェルミオンのバー ψ̄ ≡ ψ†γ0 と charge congugation ψc = Cψ̄T と projection
operator PRが χに作用する順は、1.projection operator 2.charge conjugation 3.bar の順とする。より明示的
に書けば χ̄c

Ri = (χRi)c である。
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る#18。したがって、χiはDirac mass mχi
に加えてMajorana mass Mij,M

′
ijをもつことがで

きる。フレーバーの足α, βはレプトン e, µ, τ のmass eigenstatesを、またフレーバーの足 i, j

は χL, χR のDirac mass mχi
のmass eingen statesを表す。これまでに議論した模型と同様、

標準模型の粒子を even、新粒子 ϕ,Φ,χiを oddとするZ2パリティーを仮定する。
さらにQχi

= 0のときΦのハイパーチャージは YΦ = −1/2であるから、ヒッグスHとス
カラーΦ に関して次のような項が許される。

L = −1

2
κ5(H

†Φ̃)2 + h.c = −κ5
4
v2ϕ∗2

1 + · · · , (4.83)

ただし、電弱対称性の自発的破れの真空期待値は ⟨H⟩ = 1√
2
(0, v)T とする。また Φ̃ = iσ2Φ∗

である。

Radiative Majorana neutrino mass (4.82)式から、輻射補正によって生じるニュート
リノの質量を求める。Z2パリティーは、−(yL)αiL̄αH̃χRiのような type-1 see-saw [78]にお
ける、χRiを right-handed neutrinoとしたDirac mass terms を禁止している。したがって、
ニュートリノは tree levelではmasslessであるが、図 21の 1-loopダイアグラムから radiative

massesを獲得する。

図 21: Radiative Majorana neutirno massの 1-loopダイアグラム。

この節では図21の1-loopダイアグラムの散乱振幅−i(Mν)αβPRを、Majorana massMij,M
′
ij

がDirac mass mχi
に比べて小さいとして、これを摂動として扱う、mass insertion approxi-

mation の方法で計算する。mass insertion approximationによる図 21の 1-loopダイアグラム
の散乱振幅−i(Mν)αβPRの計算過程は、Appendix Gに載せた。また、mass eingenstatesに
よる計算についてもAppendix Gを参照。
Majorana mass Mij,M

′
ij が小さい理由は、Majorana mass termsがグローバルなレプトン

U(1)L対称性を、ソフトに破る項であるためと考えることができる [77]。また結合定数 κ5に
#18Qχi = 0のとき、Q1 = 0, Q2 = −1, Qϕ = −1である。
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関しても、スカラー ϕ1がレプトン数をもつと仮定した場合、(κ5/4)v
2ϕ∗2

1 の項はレプトン数
を破るため、κ5は小さいと考えることができる。以下では、ϕ1の質量項を実部と虚部に分け
る κ5v

2/2 が、m2
ϕ1
に比べて小さいとして、結合定数 κ5も摂動として扱うことにする。この

ようにMajorana mass Mij,M
′
ij と結合定数 κ5を摂動的に扱うと、得られたニュートリノの

質量行列の表式と、元の Lagragianに含まれるパラーメーターとの対応が見やすいという利
点がある。
図21の1-loopダイアグラムの散乱振幅−i(Mν)αβPRより、ニュートリノの質量行列 (Mν)αβ

(Mν)αβ =
∑
i,j

(yL)αi(yL)βj
κ5
2
v2

1

16π2(m2
χi
−m2

χj
)

×

[
Mij

{
m2
χi

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m4
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}

+M ′
ijmχi

mχj

{
1

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m2
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}]
(4.84)

を得る#19。この模型は (4.84)式のように、ニュートリノの質量がMajorana massに比例す
るため、Radiative Inverse Seesaw Modelと呼ばれる。

4.2 Lepton flavor violationからの制限
次に、Radiative Inverse Seesaw Modelにおける新しい湯川相互作用 (4.82)式が引き起こ
す、レプトン・フレーバーの破れ (lepton flavor violation : LFV)を議論する。この節では、
dipole-type operatorから来る LFVとして、µ→ eγ, τ → µγ, τ → eγ の過程を考える。
dipole-type operatorが媒介するLFVの過程 lβ → lαγ (le = e, lµ = µ, lτ = τ)は、ローレン
ツ共変性とゲージ対称性から、次のような effective Lagrangianで表すことができる [79, 80]。

δLcLFV
eff = e

mlβ

2
l̄ασ

µν (LαβPL +RαβPR) lβFµν (4.85)

ここで、mlβ は lβの質量、PL, PRの係数 Lαβ, Rαβは新しい粒子の質量、電荷、湯川結合定
数の関数である。effective Lagrangian (4.85)式より、lβ → lαγの過程の散乱振幅は次のよう
になる。

M = eϵ∗µ(q)ūα(p
′)
[
mlβ iσ

µνqν(LαβPL +RαβPR)
]
uβ(p) (4.86)

ここで、uα(β)と ϵは、lα(β)とフォトンの波動関数、p, p′, qは lβ, lα, フォトンの運動量をそれ
ぞれ表す。ただし、pµ − p′µ = qµである。散乱振幅 (4.86)式から、lβ → lαγ の崩壊幅は次の
#19先行研究 [77]では、(4.84)式のM ′ に比例する項からの寄与を見落としていた。
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ように求められる。

Γ(lβ → lαγ) =
e2

16π2
m5
β

(
|Lαβ|2 + |Rαβ|2

)
(4.87)

ただし、lαの質量を無視した。さらに、lβ → lαγの分岐比は、Wボソンによる崩壊 lβ → lανβ ν̄α
の分岐比を使って次のように表すことができる。

Br(lβ → lαγ)

Br(lβ → lανβ ν̄α)
=

48π3α

G2
F

(
|Lαβ|2 + |Rαβ|2

)
(4.88)

ここでα ≡ e2/4πはfine structure constant、GF はFermi constantをそれぞれ表す。したがっ
て、lβ → lαγの散乱振幅 (4.86)式から係数 Lαβ, Rαβ を求めれば、(4.88)式より lβ → lαγの
分岐比が得られる。この分岐比を実験の上限値と比較することで、新しい湯川相互作用が引
き起こす LFVに対する制限を調べることができる。
Radiative Inverse Seesaw Modelの新しい湯川相互作用 (4.82)式が引き起こす、lβ → lαγ

のダイアグラム、ならびに、散乱振幅 (4.86)式の計算はAppendix B.3に載せた。Appendix

B.3の (B.214)式より、mlα がmlβ に比べて小さいとして無視すると、この模型における係数
Lαβ, Rαβは次のようになる。

Lαβ =
∑
n

∑
i

Qχ

(4π)2

[
−1

2
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βi(C11 + C12)(sn, χi, χi; p, q)

−mχi

mlβ

V1nV
∗
2n(yR)αi(yL)

∗
βiC11(sn, χi, χi; p, q)

]
+
∑
n

∑
i

Q2

(4π)2

[
1

2
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βi(C22 + C12)(sn, sn, χi;−q, p+ q)

+
mχi

mlβ

V1nV
∗
2n(yR)αi(yL)

∗
βiC12(sn, sn, χi;−q, p+ q)

]
(4.89)

Rαβ =
∑
n

∑
i

Qχ

(4π)2

[
−1

2
|V2n|2(yL)αi(yL)∗βi(C11 + C12)(sn, χi, χi; p, q)

−mχi

mlβ

V2nV
∗
1n(yL)αi(yR)

∗
βiC11(sn, χi, χi; p, q)

]
+
∑
n

∑
i

Q2

(4π)2

[
1

2
|V2n|2(yL)αi(yL)∗βi(C22 + C12)(sn, sn, χi;−q, p+ q)

+
mχi

mlβ

V2nV
∗
1n(yL)αi(yR)

∗
βiC12(sn, sn, χi;−q, p+ q)

]
(4.90)

ここで、QχとQ2はフェルミオンχiとスカラー snのQED電荷をそれぞれ表す。また、上式
のPassarino-Veltman functionsの陽な表式は、Appendix B.3節の (B.215), (B.216) , (B.217),

(B.218)式である。
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LFV過程 現在の上限値 将来の感度
µ→ eγ 5.7× 10−13 [81] 6× 10−14 [85]

τ → µγ 4.4× 10−8 [82] ∼ 3× 10−9 [86]

τ → eγ 3.3× 10−8 [82] ∼ 3× 10−9

µ−,Ti → e−,Ti 4.3× 10−12 [83] ∼ 10−18 [87]

µ−,Au → e−,Au 7× 10−13 [84]

µ−,Al → e−,Al ∼ 10−16 [88, 89]

表 3: LFV過程に対する現在の実験からの制限と将来の感度。

フレーバーの足をそれぞれ α = 1, 2, 3 = e, µ, τ のように対応させると、lβ → lαγの分岐比
(4.88)式から µ→ eγ, τ → µγ, τ → eγの分岐比はそれぞれ

Br(µ→ eγ) =
48π3α

G2
F

(
|L12|2 + |R12|2

)
(4.91)

Br(τ → µγ) ≃ (0.1741)× 48π3α

G2
F

(
|L23|2 + |R23|2

)
(4.92)

Br(τ → eγ) ≃ (0.1783)× 48π3α

G2
F

(
|L13|2 + |R13|2

)
(4.93)

となる。ただし、τの崩壊分岐比の値として実験値、Br(τ → µντ ν̄µ) = 0.1741 およびBr(τ →
eντ ν̄e) = 0.1741 [7]を用いた。LFV過程の分岐比 (4.91), (4.92), (4.93)式と係数 Lαβ, Rαβ

(4.89), (4.90)式から分かるように、LFVは湯川行列 (yRy
†
R)αβ, (yLy

†
L)αβ, (yRy

†
L)αβ, (yLy

†
R)αβ

の非対角成分から生じる。表 3に、LFV過程に対する現在の実験からの制限と将来の感度を
まとめた。
次に、この湯川結合定数 (yR)αi, (yL)αiから、4.1節で議論した radiative Majorana neutrino

massの質量行列 (4.84)式と LFVの議論を関係づける。radiative Majorana neutrino massの
質量行列 (4.84)式は、PMNS行列 (Pontecorvo-Maki-Nakagawa-Sakata matrix) を用いて次
のように表すことができる。

(Mν)αβ =
(
UPMNSMdiagU

T
PMNS

)
αβ

(4.94)

ここでUPMNSはPMNS行列で、３つの混合角、１つのDirac CP位相、２つのMajorana CP

位相でパラメトライズされ

UPMNS =

1 0 0

0 c23 s23
0 −s23 c23


 c13 0 s13e

−iδ

0 1 0

−s13e−iδ 0 c13


 c12 s12 0

−s12 c12 0

0 0 1


×diag(1, ei

α21
2 , ei

α31
2 ) (4.95)
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ニュートリノの質量の二乗差 [90]

∆m2
21 7.60× 10−5 eV2

|∆m2
31| (NH) 2.48× 10−3 eV2

|∆m2
31| (IH) 2.38× 10−3 eV2

ニュートリノの混合角 [90]

sin2 θ12 0.323

sin2 θ23 (NH) 0.567

sin2 θ23 (IH) 0.573

sin2 θ13 (NH) 0.0234

sin2 θ23 (IH) 0.0240

ニュートリノの質量和 [91]

m1 +m2 +m3 0.32 eV2

表 4: ニュートリノの質量の二乗差と混合角 [90]、およびニュートリノの質量和の値 [91]。
(NH), (IH)は、Normal Hierarchy, Inverted Hierarchy をそれぞれ表す。

で与えられる [7]。ここで cij = cos θij, sij = sin θij、θij は混合角、δはDirac CP位相、α21,

α31は２つのMajorana CP位相をそれぞれ表す。以下では、簡単のためCP位相は無視する。
すると (4.95)式は

UPMNS =

 c12c13 s12c13 s13
−s12c23 − c12s23s13 c12c23 − s12s23s13 s23c13
s12s23 − c12c23s13 −c12s23 − s12c23s13 c23c13

 (4.96)

となる。また、(4.94)式の対角化された質量行列Mdiagは、Mdiag = diag(m1, m2, m3)で与
えられる。本論文では、ニュートリノの混合角と質量の二乗差の値 [90]、およびニュートリ
ノの質量和の値 [91]として、表 4の値を用いた。表 4の混合角、質量の二乗差、質量和の値
から、以下のようなUPMNS行列とMdiag行列の成分（括弧の値は Inverted hierarchyの場合）
を得る#20。

s12 = 0.5683 (0.5683), s23 = 0.7530 (0.7570), s13 = 0.1530 (0.1549)

c12 = 0.8228 (0.8228), c23 = 0.6580 (0.6535), c13 = 0.9882 (0.9879)

m1 = 0.1027330 (0.1103430) eV

m2 = 0.1031022 (0.1106868) eV

m3 = 0.1141668 (0.09897261) eV (4.97)

#20ニュートリノの質量m1, m2, m3 の有効数字の桁数は、質量の二乗差を計算したとき、表 4に与えられた
値（有効数字３桁）になるように決めた。
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(4.97)式で与えられたUPMNS行列とMdiag行列の成分を (4.94)式に代入すれば、この模型
におけるニュートリノの質量行列 (Mν)αβ が決まり、それにより模型のパラメーター領域が
どのように制限されるか調べることができる。実験値 (4.97)式から決まるニュートリノの質
量行列 (Mν)αβのオーダーを見積もるために、その成分を計算すると有効数字 3桁で

(Mν)NH =

 1.03 5.92× 10−2 9.97× 10−3

5.92× 10−2 1.17 −4.17× 10−4

9.97× 10−3 −4.17× 10−4 1.07

× 10−10 GeV (4.98)

(Mν)IH =

 1.10 4.06× 10−2 −1.26× 10−2

4.06× 10−2 1.13 −1.20× 10−1

−1.26× 10−2 −1.20× 10−1 1.05

× 10−10 GeV (4.99)

となる。ただし、(Mν)NH, (Mν)IHはNormal Hierarchy, Inverted Hierarchyの場合をそれぞ
れ表す。一方で、理論から決まるニュートリノの質量行列 (Mν)αβは (4.84)式より

(Mν)αβ =
∑
ij

(yL)αi(yL)βjm̃ij (4.100)

である。ここで m̃ijを

m̃ij =
κ5
2
v2

1

16π2(m2
χi
−m2

χj
)

×

[
Mij

{
m2
χi

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m4
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}

+M ′
ijmχi

mχj

{
1

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m2
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}]
(4.101)

と置いた。以下では簡単のため、ニュートリノの質量行列 (Mν)αβ について、次の２つの場
合を考える。1. 湯川行列 (yL)αiが単位行列に比例する場合、2. Majorana質量行列 m̃ijが単
位行列に比例する場合 。

1. 湯川行列 (yL)αiが単位行列に比例する場合

• ニュートリノの質量行列 (Mν)αβの構造

– ニュートリノの質量行列 (Mν)αβの構造は、Majorana質量行列 m̃ijによって実現
されると考えることができる。

• レプトン・フレーバーの破れからの制限
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– (4.90)式の湯川行列 (yLy
†
L)αβ の非対角成分はゼロとなるため、LFVの過程に寄

与しない。また、湯川行列 (yR)αi も対角行列にとることで、湯川行列 (yRy
†
R)αβ,

(yRy
†
L)αβ, (yLy

†
R)αβ からの LFV過程への寄与もゼロとなる。したがって、このシ

ナリオでは対角的な湯川行列を考えることで、LFVからの制限を避けることがで
きる。

• ミューオン g－ 2のアノマリーの説明

– 本論文 3.2節の表 2で示したように、電弱スケールの新粒子とO(1)の湯川結合定数
によって、ミューオンg－2のアノマリーを説明することができる。ただし、湯川行
列 (yL)αiは単位行列に比例するため、(yLy

†
L)11の成分はエレクトロン g－ 2に寄与

する。例えば、表 2で示したようなパラメーターとして、(yL)11 = 0.4、mχ1 = 200

GeV, mϕ1 = 300 GeV, m2
11 = m2

22 = (250)2 (GeV)2, m2
12 = (50)2 (GeV)2 の場合

を考えると、エレクトロン g－ 2の値は anewe = −4.15 × 10−16となる。これはエ
レクトン g－ 2の標準模型の予言と実験値との差 [92]

∆ae = aEXP
e − aSMe = −10.5 (8.1)× 10−13, (4.102)

に比べて十分小さい。ただし、湯川行列 (yR)αiを (yR)11 = 0にとった。例えば、
もし湯川結合定数 (yR)11を (yL)11と同じ大きさの (yR)11 = 0.4にとると、エレク
トロン g－ 2の値は anewe = 1.54× 10−11となり、理論と実験の不一致を 2σ以内に
するには、mχ1の値を 2 TeV程度まで重たくとる必要がある。

2. Majorana質量行列 m̃ijが単位行列に比例する場合 Majorana質量行列 m̃ijが単位行列
に比例する場合 m̃ij = m̃とすると、ニュートリノの質量行列 (4.100)式は

(Mν)αβ =
∑
ij

(yL)αi(yL)βim̃ (4.103)

となる。ここで m̃は

m̃ =
κ5
2
v2

1

16π2(m2
ϕ1

−m2
χ)

2

[
M

{
m2
ϕ1

+m2
χ +

2m2
ϕ1
m2
χ

m2
ϕ1

−m2
χ

ln

[
m2
χ

m2
ϕ1

]}

+M ′m2
χ

{
2 +

m2
ϕ1

+m2
χ

m2
ϕ1

−m2
χ

ln

[
m2
χ

m2
ϕ1

]}]
(4.104)

である。ただし、mχi
= mχとした。この場合、２つのユニタリー行列 U , V によって

yL = UydiagL V (4.105)
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のように湯川行列 (yL)αiを対角化すると、(4.103)式は

UPMNSMdiagU
T
PMNS = m̃UydiagL V V TydiagL UT (4.106)

となる。ここでは簡単のため V = 1にとり、さらに U = UPMNSにとる。そうすると ydiagL

は、ydiagL = (1/
√
m̃)diag(

√
m1,

√
m2,

√
m3) のように表すことができる。このとき、湯川行

列 (yL)αiは

yL =
1√
m̃
UPMNS diag(

√
m1,

√
m2,

√
m3) (4.107)

で与えられる。

• ニュートリノの質量行列 (Mν)αβの構造

– ニュートリノの質量行列 (Mν)αβの構造は、湯川行列 (yLy
T
L)αβによって実現され

ていると考えることができる。

• レプトン・フレーバーの破れからの制限

– 湯川行列 (yL)αiが単位行列に比例する場合の解析と同様、表2で示したパラメーター
より、mχ1 = 200 GeV, mϕ1 = 300 GeV, m2

11 = m2
22 = (250)2 (GeV)2, m2

12 = (50)2

(GeV)2 の場合を考える。初めに、湯川行列 (yR)αiを (yR)αi = 0と置き、(4.107)式
で決まる湯川行列 (yL)αiから生じるレプトン・フレーバーの破れを評価する。こ
の場合、レプトン・フレーバーの破れは (4.90)式の湯川行列 (yLy

†
L)αβからのみ生

じる。ただし、(4.107)式の m̃の大きさを相対的に変えることで、湯川行列 (yL)αi
の成分の大きさを変えることができる。m̃を m̃ = 10−7 GeV程度にとると、湯川
行列 (yL)αiの成分の大きさはO(0.01)程度の大きさとなり、表 3にまとめた、LFV

過程に対する実験からの制限（特に µ→ eγからの制限）を避けることができる。
一方で、もし (yR)αiの成分をO(0.1)程度の大きさにとると、LFV過程に非常に大
きな寄与を与える。したがって、このようなシナリオは実験から強く制限される。

• ミューオン g－ 2のアノマリーの説明

– LFV過程の解析で示したように、レプトン・フレーバーの破れの制限から、湯川
行列 (yL)αiの成分の大きさはO(0.01)程度の大きさにとらなければならない。し
かし、このような小さい湯川結合定数では、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明
することはできない。したがって、このようなシナリオではミューオン g－ 2の
アノマリーを説明することは困難である。

以上で議論したように、レプトン・フレーバーの破れ（特にµ→ eγ）は、模型のフレーバー
の構造に強い制限を与える。ただし、上に挙げたような模型のフレーバーの構造は極端な場
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合であり、一般的には湯川行列 (yL)αiとMajorana質量行列 m̃ijの両方によって、ニュートリ
ノの質量行列 (Mν)αβ の構造が決定されるように思われる。そこで、表 3 にまとめたLFV過
程のイベントレートの上限から、湯川行列 (yL)αiの混合に対する制限を示す。図 22はµ→ eγ

(τ → µγ) の LFV過程の崩壊分岐比を、湯川行列 (yL)αiの非対角成分 (yL)12 ((yL)32) と対角
成分 (yL)22の比の関数として表したものである。ここで、ミューオン g－ 2のアノマリーを説

図 22: µ→ eγ (τ → µγ)の崩壊分岐比を、湯川行列の非対角成分 (yL)12 ((yL)32)と対角成分
(yL)22の比の関数として表した。ここで、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明するようなパ
ラメーターとして表 2より (yL)ii = (yR)22 = 0.4, M2

11 = m2
22 = (250 GeV)2, mχi

= 200 GeV,

m2
12 = (50 GeV)2 にそれぞれとった。ただし、湯川行列 (yL)αi の (yL)12と (yL)32以外の非対
角成分と、湯川行列 (yR)αiの (yR)22以外の成分はゼロと仮定した。また、µ → e conversion

からの制限は µ→ eγの崩壊分岐比に換算して示した。

明するようなパラメーターとして表 2より (yL)ii = (yR)22 = 0.4, M2
11 = m2

22 = (250 GeV)2,

mχi
= 200 GeV, m2

12 = (50 GeV)2 にそれぞれとった。ただし、湯川行列 (yL)αi の (yL)12と
(yL)32以外の非対角成分と、湯川行列 (yR)αiの (yR)22以外の成分はゼロと仮定した。また、
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この模型における LFV過程の主要な寄与は、(4.85)式の dipole型の演算子から生じるため、
文献 [93]で与えられた µ→ eγと µ→ e conversion の分岐比の関係

Br(µTi → eTi) ∼ 4.0× 10−3 Br(µ→ eγ) (4.108)

Br(µAl → eAl) ∼ 2.6× 10−3 Br(µ→ eγ) (4.109)

を用いて、µ→ e conversionからの制限を µ→ eγの崩壊分岐比に換算して示した。
図 22から、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明するために新粒子の質量が電弱スケール
程度の場合を考えると、特に、湯川行列の (yL)12と (yL)22の成分の間に大きなヒエラルキー
が必要であり、µ→ eγの実験が湯川行列 (yL)αiの混合に対して強い制限を与えることがわか
る。しかし、もしこのような模型が正しければ、図 22に示した将来実験でレプトン・フレー
バーの破れが観測される可能性も存在する。
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5 結論
この研究においては、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する素粒子模型を考察した。
もし指摘されているミューオン g－ 2のアノマリーを新しい素粒子模型によって説明しよう
とすると、アノマリーの大きさは標準模型の電弱ゲージボソンからの寄与と同じ程度である
ため、素朴には電弱スケールに新粒子が存在することが期待される。
この研究ではまず例として、ミューオンが新しい湯川相互作用をもつような模型を２種類
解析した。一つの例は、right-handed ミューオンが SU(2)L singlet のスカラーおよびフェル
ミオンと新しい湯川相互作用をもつ模型である。このような模型において、ミューオン g－
2のアノマリーを説明するだけでなく電弱精密測定からの制限を満たすには、比較的大きい
湯川結合もしくは電弱スケール以下の新粒子が必要であることが分かった。
もう一つの例として、ミューオン g－ 2の１ループダイアグラムの内線のフェルミオンで
カイラリティー・フリップを起こすことができるような、right-handedと left-handed 両方の
ミューオンが SU(2)L doubletのスカラーおよび singletのスカラーないしフェルミオンと新
しい湯川相互作用をもつ模型を解析した。このような模型ではミューオン g－ 2への寄与は
大きくなるため、比較的小さい湯川結合でもミューオン g－ 2のアノマリーを説明すること
ができる。また、このような模型に含まれる新粒子は、電弱精密測定のフィットにとっても
好ましいことを示した。
これら２種類の模型は、ミューオン g－ 2のアノマリー以外の問題、例えばニュートリノ
の質量や混合といった現象も説明できる模型の一部であると考えられるが、この２種類の模
型の解析によって、ミューオン g－ 2および電弱精密測定から、新粒子の電荷、新粒子のス
ケール、ならびに湯川結合の大きさを制限できることが分かった。
このような模型に含まれる電弱スケールの新粒子は、ミューオン g－ 2のアノマリーを説
明することができ、また、電弱精密測定ならびにレプトン・フレーバーの破れに対しても無
矛盾になり得るため、LHCでの検証可能性を解析することは重要である。ヒッグスに結合す
る新粒子のいくつかはQED電荷をもつため、h→ γγの崩壊分岐比に影響を与え得る。した
がって、ヒッグスの物理は、本論文で議論した模型に影響を与えると考えられる。さらに、
ミューオン g－ 2を動機とする新粒子の直接的な生成断面積を計算し、それらのシグナルイ
ベントの数は無視できず、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する模型をLHCで明らかに
できる可能性があることを指摘した。ミューオン g－ 2のアノマリーを説明するのにカラー
をもつ粒子は必要ないため、電弱相互作用のみをもつ新粒子の探索が重要になるように思わ
れる。
最後に、２番目に解析したカイラリティー・フリップによるエンハンスメントがある模型
の拡張である、輻射補正を通してニュートリノに質量を与える模型を解析した。このような
模型はフレーバーの構造を持っており、模型に含まれる電弱スケールの新粒子は、一般的に、
レプトン・フレーバーの破れに影響を与える。そしてフレーバーの破れに関する解析を行っ
た結果、フレーバーの破れに対する制限とは無矛盾で、かつ、現実的なニュートリノの質量
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行列を再現し、さらにミューオン g－ 2のアノマリーを説明するような模型は存在し得るこ
とを明らかにした。
本研究で行ったアプローチによる解析から、ミューオン g－ 2のアノマリーを説明する上
で何が重要かの理解が進み、本研究の解析で得られた経験をもとに標準模型を超える物理が
明らかになることを期待したい。
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A Passarino-Veltman Reduction

A.1 Passarino-Veltman functions

次元正則化 ループ積分には、次のように 4次元積分を d次元積分に置き換える次元正則化
の方法を用いる。 ∫

d4k

(2π)4
→ µ4−d

∫
ddk

(2π)d
(A.110)

ただし次元 dは d = 4 − 2ϵとする。ここで µは結合定数を無次元に保つために導入された、
質量次元をもつ任意のパラメーターである。(A.110)式は、結合定数 gを g → gµϵに置き換
えたことに相当する。
本論文では、Passarino-Veltman functions [66] を以下のように定義する。

A(A) = 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
1

k2 −m2
A + iϵ

, (A.111)

B0(A,B; p) = 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
1

[k2 −m2
A + iϵ] [(k + p)2 −m2

B + iϵ]
,

pµB1(A,B; p) = 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
kµ

[k2 −m2
A + iϵ] [(k + p)2 −m2

B + iϵ]
,

pµpνB21(A,B; p) + gµνB22(A,B; p)

= 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
kµkν

[k2 −m2
A + iϵ] [(k + p)2 −m2

B + iϵ]
, (A.112)

C0(A,B,C; p1, p2)

= 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
1

[k2 −m2
A + iϵ][(k + p1)2 −m2

B + iϵ][(k + p1 + p2)2 −m2
C + iϵ]

,

(pµ1C11 + pµ2C12) (A,B,C; p1, p2)

= 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
kµ

[k2 −m2
A + iϵ][(k + p1)2 −m2

B + iϵ][(k + p1 + p2)2 −m2
C + iϵ]

,

{(pµ1pν1C21 + pµ2p
ν
2C22 + (pµ1p

ν
2 + pν1p

µ
2)C23 + gµνC24} (A,B,C; p1, p2)

= 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
kµkν

[k2 −m2
A + iϵ][(k + p1)2 −m2

B + iϵ][(k + p1 + p2)2 −m2
C + iϵ]

,

(A.113)

ただし、4 − 2ϵ次元で次元正則化を行うものとする。便宜のため、１点関数と２点関数の
vector integralsと tensor integralsの係数A0, B0, B1, B21, B22の、具体的な関数形を明記して
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おく。

A(m2) = m2

(
1

∆
+ 1− log

m2

µ2

)
, (A.114)

B0(A,B; p) =
1

∆
−
∫ 1

0

dx log
m2

1(1− x) +m2
2x− p2x(1− x)− iϵ

µ2
, (A.115)

B1(A,B; p) = − 1

2∆
+

∫ 1

0

dxx log
m2

1(1− x) +m2
2x− p2x(1− x)− iϵ

µ2
, (A.116)

B21(A,B; p) =
1

3∆
−
∫ 1

0

dxx2 log
m2

1(1− x) +m2
2x− p2x(1− x)− iϵ

µ2
, (A.117)

B22(A,B; p) =
1

4
(m2

1 +m2
2 −

p2

3
)

(
1

∆
+ 1

)
−1

2

∫ 1

0

dx
{
m2

1(1− x) +m2
2x− p2x(1− x)

}
log

m2
1(1− x) +m2

2x− p2x(1− x)− iϵ

µ2
,(A.118)

ここで、 1
∆

= 1
ϵ
− γ + log 4π である。ただし、A,Bの質量をそれぞれm1,m2とおいた。ま

た、B0(A,B; p)とB22(A,B; p)は、AとBの入れ替え、すなわちm2
1とm2

2の入れ替えに対
して対称である。さらにAの質量をmとすると、B22(0, A,A) = A0(m

2)/2が成り立つ。

A.2 vector and tensor integralsの scalar integralsへの分解
vector integrals の係数 (coefficient functions) B1, C11, C12、ならびに tensor integrals の係
数 (coefficient functions) B21, C21, C22, C23, C24 は、scalar integrals A0, B0, C0の和に分解で
きる [114]。
２点関数の vector coefficient B1と２点関数の tensor coefficient B21, B22は

B1(A,B; p) =
1

2p2
[
A0(m

2
1)− A0(m

2
2) + (−m2

1 +m2
2 − p2)B0(A,B; p)

]
, (A.119)

B21(A,B; p) =
1

p2

[
−m

2
1 +m2

2

2
+
p2

6
+ A0(m

2
2)

−m2
1B0(A,B, p) + 2(−m2

1 +m2
2 − p2)B1(A,B; p)

]
, (A.120)

B22(A,B; p) =
1

6

[
m2

1 +m2
2 −

p2

3
+ A0(m

2
2)

+2m2
1B0(A,B; p) + (m2

1 −m2
2 + p2)B1(A,B; p)

]
, (A.121)

のように scalar integralsに分解できる。ただし、A,Bの質量をそれぞれm1,m2とおいた。
ちなみに oblique correctionsのRZパラメーターで用いる、B1, B21, B22を p2で微分した形
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は（ただしB0, B1, B21, B22の引数は全て (A,B; p)とする）

d

dp2
B1 = − 1

2p2

[
B0 + 2B1 + (m2

1 −m2
2 + p2)

d

dp2
B0

]
,

d

dp2
B21 =

1

3p2

[
−3B21 +

1

6
−m2

1

d

dp2
B0 − 2B1

+
(m2

1 −m2
2 + p2)

p2
{B0 + 2B1 + (m2

1 −m2
2 + p2)

d

dP 2
B0}

]
,

d

dp2
B22 =

1

6

[
−1

3
+ 2m2

1

d

dp2
B0 +B1

−(m2
1 −m2

2 + p2)

2p2
{B0 + 2B1 + (m2

1 −m2
2 + p2)

d

dp2
B0}

]
, (A.122)

となる。
３点関数の vector coefficients C11, C12は（ただしC0, C11, C12の引数は全て (A,B,C; p1, p2)

とする）

C11 = [p22 − (p1 · p2)R2]/κ, (A.123)

C12 = [−(p1 · p2) + p21R2]/κ, (A.124)

のように scalar integralsに分解できる。ただしA,B,Cの質量をそれぞれm1,m2,m3とおい
た。ここで

κ = p21p
2
2 − (p1 · p2)2 (A.125)

かつ

R1 = [B0(A,C; p3)−B0(B,C; p2)− (p21 +m2
1 −m2

2)C0]/2, (A.126)

R2 = [B0(A,B; p1)−B0(A,C; p3) + (p21 − p23 −m2
2 +m2

3)C0]/2, (A.127)

である。ただし

p23 = (p1 + p2)
2 (A.128)

とおいた。
３点関数の tensor coefficients C24, C21, C23, C22は（ただしC0, C24, C21, C23, C22の引数は全
て (A,B,C; p1, p2)とする）

C24 = [B0(B,C; p2) + r1C11 + r2C12 + 2m2
1C0 + 1]/4, (A.129)

C21 = [p22R3 − (p1 · p2)R5]/κ, (A.130)

C23 = [−(p1 · p2)R3 + p21R5]/κ, (A.131)

C22 = [−(p1 · p2)R4 + p21R6]/κ, (A.132)
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のように scalar integralsに分解できる。ここで

r1 = p21 +m2
1 −m2

2, r2 = p23 − p21 +m2
2 −m2

3 (A.133)

かつ

R3 = −C20 − [r1C11 −B1(A,C; p3)−B0(B,C; p2)]/2, (A.134)

R5 = −[r2C11 −B1(A,B; p1) +B1(A,C; p3)]/2, (A.135)

R4 = −[r1C12 −B1(A,C; p3) +B1(B,C; p2)]/2, (A.136)

R6 = −C20 − [r2C12 +B1(A,C; p3)]/2, (A.137)

である。A function、B function、C functionのより詳しい議論は文献 [114]の p24以降を参
照。４点関数のD functionまで含めた議論は、文献 [69]のAppendix Dを参照。なお、本研
究では、A function、B function、C function の数値計算にFF (Form Factor) [94]を用いた。

A.3 Loop Integrals and Dimensional Reguralization

3-point functions∫
d4l

(2π)4
2

D3
l2 =

i

(4π)2

{
2

(
1

ϵ
− γ + ln

4πµ2

∆

)
− 1

}
(A.138)∫

d4l

(2π)4
2

D3
lµlν =

i

(4π)2
gµν

1

2

(
1

ϵ
− γ + ln

4πµ2

∆

)
(A.139)∫

d4l

(2π)4
2

D3
=

−i
(4π)2

1

∆
(A.140)

where　D = l2 −∆

2-point functions and 1-point function∫
d4l

(2π)4
l2

D2
=

i

(4π)2
∆

(
2

ϵ
− 2γ + 1 + 2 ln

4πµ2

∆

)
(A.141)∫

d4l

(2π)4
lµlν

D2
=

i

(4π)2
gµν

2
∆

(
1

ϵ
− γ + 1 + ln

4πµ2

∆

)
(A.142)∫

d4l

(2π)4
1

D2
=

i

(4π)2

(
1

ϵ
− γ + ln

4πµ2

∆

)
(A.143)∫

d4l

(2π)4
1

D
=

i

(4π)2
∆

(
1

ϵ
− γ + 1 + ln

4πµ2

∆

)
(A.144)

where　D = l2 −∆
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n propagators∫
ddl

(2π)d
1

(l2 −∆)n
=

(−1)ni

(4π)d/2
Γ(n− d

2
)

Γ(n)

(
1

∆

)n− d
2

(A.145)∫
ddl

(2π)d
l2

(l2 −∆)n
=

(−1)n−1i

(4π)d/2
d

2

Γ(n− d
2
− 1)

Γ(n)

(
1

∆

)n− d
2
−1

(A.146)∫
ddl

(2π)d
lµlν

(l2 −∆)n
=

(−1)n−1i

(4π)d/2
gµν

2

Γ(n− d
2
− 1)

Γ(n)

(
1

∆

)n− d
2
−1

(A.147)

A.4 Useful Formulae for Feynman Paramter Integrals

Feynmanパラメーター積分を計算する際、典型的な積分を公式化しておくと便利である。

解析解

∫ 1

0

dt
1

t2 + at+ b
=


1√

a2−4b
ln
∣∣∣a+2b+

√
a2−4b

a+2b−
√
a2−4b

∣∣∣ (a2 − 4b > 0)

1√
b−a2

4

(
tan−1

[
(1+a

2 )√
b−a2

4

]
− tan−1

[
a
2√
b−a2

4

])
(a2 − 4b < 0)

(A.148)∫ 1

0

dt
t2(t− 1)

at+ b
= − 1

6a
+

b

2a2
+
b2

a3
−
(
b3

a4
+
b2

a3

)
ln
[
1 +

a

b

]
(A.149)∫ t

0

dx
Ax+ 1

Bx+ C
=

1

B

{
At+

(
B − AC

B

)
ln

[
Bt+ C

C

]}
(A.150)

近似解 ∫ 1

0

dt
1

at2 − t+ 1
= −[ln a+ 2a ln a+ 6a2 ln a+ 20a3 lnα+ 70a4 ln a

+2a+ 7a2 +
74

3
a3 +

533

6
a4 + · · ·.] for |a| < 1 (A.151)
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B ミューオンg－2の基礎
この節では、ミューオン g－ 2の解析を行う上で必要となる基礎についてまとめた。
初めに B.1節で、異常磁気モーメント (anomalous magnetic moment: g-2)の定義を与え、
場の量子論を用いた g－ 2の計算法を示す。g－ 2の計算法は多くの場の量子論の教科書に
載っており、例えば Peskin [95]では、場の量子論でのBorn近似を用いた導出が与えられて
いる。この節ではPeskinの教科書に載っている導出とは別に、effetive Lagrangianを使った、
より直観的な方法で g－ 2の計算法を導出する。
次にB.2節では、ミューオン g－ 2の計算の具体例を示した。ゲージ相互作用と湯川相互
作用がミューオン g－ 2に寄与する例を考え、ミューオン g－ 2への寄与を求める計算過程
を詳しく示した。
最後に B.3節では、補足として B.2節で考えた湯川相互作用を例に、g－ 2, EDM, cLFV

が同時に計算されることを示す。

B.1 異常磁気モーメント (g－2)

レプトンはスピノル場であるため、「スピン 1/2」で磁気モーメントとしての性質をもつ。
レプトンのスピン磁気モーメント µ⃗は

µ⃗ = g
e

2ml

s⃗ (B.152)

で与えられる。ここでmlはレプトンの質量、eは電荷をそれぞれ表す。スピン磁気モーメン
トの値は、Bohr磁子 (Bohr magneton) e/2mlという磁気モーメントの単位に g因子 (g-factor)

を掛けて定義される。ここでスピン s⃗と g因子 (g-factor) gは、

s⃗ =
1

2
σ⃗, g ≡ 2 + 2a (B.153)

で与えられる。ただし σ⃗はPauli行列である。相対論的量子力学のDirac方程式からは、この
g因子は厳密に g = 2であるが、場の量子論で輻射補正まで含めて計算すると g ̸= 2となる。
(B.153)式の aは、この g = 2からのずれを表し「異常磁気モーメント (g－ 2)」と呼ばれる。

B.1.1 g－ 2の effective Lagrangian

この節では、異常磁気モーメント (g－ 2)の計算方法を導く。くりこみ可能な理論を考え
た場合、g－ 2は tree levelでは存在しない、one loop以上の演算子から出る物理量である。
したがって、g－ 2はくりこみ可能な理論において、独立に調整可能なパラメーターとはな
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り得ない#21。逆の見方をすれば、g－ 2は輻射補正から計算できる、実験と比較可能な「理
論の予言する値」となる。
ここでは、輻射補正から生じる g－ 2の有効Lagrangian (effective Lagrangian)から議論を
進める。結論から述べると、g－ 2は次元 5の effective Lagrangian δLAMM

eff

δLAMM
eff = − eQl

4ml

al ψ̄(x)σ
µνψ(x)Fµν(x) (B.154)

で与えられる。ここで alはレプトンの g－ 2、QlはレプトンのQED電荷、mlはレプトンの
質量、ψはレプトン、F µνはU(1)emの field strengthを表す。
初めに、(B.154)式の非相対論的極限をとると、al が g－ 2に対応することを確かめる。

(B.154)式の非相対論的極限を考えた場合、レプトンは古典的な外場 F ext
µν の中を運動する。

このとき field strength F ext
µν の空間成分は磁場に対応し、Bl = 1

2
ϵiklF ext

ik である。一方で、時
間成分と空間成分が混ざる部分は電場に対応し、Ei = F ext

0i である。
また、(B.154)式の σµν の空間成分を Pauli行列に書き直すと、

σik =
i

2

(
γiγk − γkγi

)
=

i

2

{(
0 σi

−σi 0

)(
0 σk

−σk 0

)
−

(
0 σk

−σk 0

)(
0 σi

−σi 0

)}

= − i

2

(
[σi, σk] 0

0 [σi, σk]

)
= ϵikl

(
σl 0

0 σl

)
(B.155)

となる。同様に、時間と空間成分の混ざる部分は

σ0i =
i

2

(
γ0γi − γiγ0

)
=

i

2

{(
1 0

0 −1

)(
0 σi

−σi 0

)
−

(
0 σi

−σi 0

)(
1 0

0 −1

)}

= i

(
0 σi

σi 0

)
(B.156)

となる#22。また、(B.154)式のレプトンψ(x) の運動量空間のDiracスピノルは、静止系 (p =

#21独立に調整可能なパラメーターとは、tree levelの Lagrangianに含まれるフリーパラメーターのことであ
る。
#22ただし、Diracの γ 行列は標準表記 (standard representation) を用いる。標準表記の γ 行列は、

γ0 =

(
1 0
0 −1

)
, γi =

(
0 σi

−σi 0

)
, γ5 =

(
0 1
1 0

)
で表される。一方、よく知られた Peskin [95]では、ヘリシティー表記 (helicity representation)が用いられて
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(ml, 0))の単位スピノル (unit spinors) ũ(0, r) を用いて、次のように表すことができる#23。

u(p, r) =
1√

2ml(ml + p0)
(p/+ml)ũ(0, r) (B.157)

ここで ũ(0, r)は

ũ(0, r) =

(
U(r)

0

)
, U(

1

2
) =

(
1

0

)
, U(−1

2
) =

(
0

1

)
である。よって (B.157)式の非相対論的極限をとると、

u(p, r) ≃ ũ(0, r) (B.158)

となる。
以上の式を用いると effective Lagrangian (B.154)式より、レプトン ψとフォトンの３点関
数の散乱振幅 iMは非相対論的極限で

iM = − eQl

4ml

alū2(p2)σ
µνu1(p1)Fµν

≃ − eQl

4ml

al

(
UT (r2) 0

)
σµν

(
U(r1)

0

)
Fµν

= − eQl

4ml

al

(
UT (r2) 0

)
σik

(
U(r1)

0

)
Fik

= − eQl

4ml

al ϵ
ikl
(
UT (r2) 0

)(σl 0

0 σl

)(
U(r1)

0

)
Fik

= − eQl

2ml

al U
T (r2)σU(r1)B = − eQl

2ml

al (σ)r2,r1 B (B.159)

となる。よって非相対論的極限において effective Lagrangian (B.154)式から effective Hamil-

tonian

−δLAMM
eff ⇒ Hm ≃ eQlal

2ml

σ ·B (B.160)

を得る。以上の計算より effective Lagrangian (B.154)式の alは、g－ 2に対応することが示
された。
いる。ヘリシティー表記の γ 行列は、

γ0 =

(
0 1
1 0

)
, γi =

(
0 σi

−σi 0

)
, γ5 =

(
1 0
0 −1

)
で表される。
#23例えば、Itzykson-Zuber [96]の p56を参照
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図 23: レプトン ψの g－ 2に対応する Feynmanダイアグラム。

次に、effective Lagrangian (B.154)式から３点関数の散乱振幅 iMを直接計算する。フォ
トンとレプトンψの３点 vertexのFeynman則の決め方は、スカラーQEDの時と同様に、以
下のようにして行う。図 23の Feynmanダイアグラムの３点 vertexで、フォトンが運動量 q

で入射し消されたと考えると、フォトンの field strength Fµν = ∂µAν − ∂νAµ の微分 ∂µ, ∂ν
はフォトンAµ(x)

Aµ(x) =

∫
d3k

(2π)2
1√
2Ek

3∑
r=0

(
arkϵ

r
µ(k)e

−ik·x + ar†k ϵ
r∗
µ (k)e

+ik·x
)

の消滅演算子 arkが係数の波動関数 e−ik·x に作用する。よって、フォトンとレプトン ψの３
点 vertexの Feynman則は、次のように微分 ∂µ, ∂ν が運動量 qµ, qνに変わる。

σµνFµν = σµν(∂µAν − ∂νAµ)

= σµν(−iqµ)Aν − (−σνµ)(−iqν)Aµ = −2iσµνqν

したがって、effective Lagrangian (B.154)式から３点関数の散乱振幅 iMを求めると

iM = ū(p′)

[
al(ieQl)

iσµνqν
2ml

]
u(p)ϵµ(q) (B.161)

となる。

B.1.2 g－ 2の計算法のまとめ

結局、レプトンの g－ 2の計算方法は次のようにまとめられる。

ミューオンとフォトンの３点関数

iM = ū(p′)(ieQl)δΓ
µ(p′, p)u(p)ϵµ(q)
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の iσµνqν/2mµの係数に相当する form factor F2(q
2)

iM = ū(p′)

[
(ieQl)F2(q

2)
iσµνqν
2mµ

]
u(p)ϵµ(q)

の非相対論的極限 q2 → 0 をとった物理量 al

lim
q2→0

F2(q
2) = al

がレプトンの g－ 2に対応する。

B.2 ミューオンg－2計算の具体例
本節では、ミューオン g－ 2の one-loop計算の過程を詳しく述べる。特に、途中式が書か
れたB.2.2節とB.2.3節では、意識的に、計算過程を初等的計算まで含めて書き下した。

B.2.1 ミューオン g－ 2の計算で使う公式

Dirac Algebra

γµp/ = −p/γµ + 2pµ

p/γµ = −γµp/+ 2pµ

p/p/ = p2

p/p/′ = −p/′p/+ 2p · p′

p/′γµp/ = −p/γµp/′ + 2p′µp/+ 2pµp/′ − 2p · p′γµ (B.162)

ただし、{γµ, γν} = 2gµνである。

Contractions Identities

γµγµ = d

γµγνγµ = −(d− 2)γnu

γµγνγργµ = 4gνρ − (4− d)γνγρ

γµγνγργσγµ = −2γσγργν + (4− d)γνγργσ (B.163)

ただし、dは次元正則化を行ったときの次元で d = 4− 2ϵ とする。
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Gordon Identity

ū(p′)(p′µ + pµ)u(p) = ū(p′)[2mγµ − iσµνqν ]u(p) (B.164)

ここで、σµν = i
2
[γµ, γν ], qµ = p′µ − pµ である。また、mは外線のフェルミオン u(p)の質

量である。

一般化されたGordon identity Gordon identityは (B.164)式に、σµν = i
2
[γµ, γν ], qµ =

p′µ − pµを代入して、Dirac algebra {γµ, γν} = 2gµν より γ行列を並べ変え、Dirac方程式を
使えば容易に示せる。同様にして、(Charged) lepton flavor violation (cLFV)の計算のよう
な外線のフェルミオンが異なる場合のGordon identity

ūi(p
′)(pµ + p′µ)uj(p) = ūi(p

′)[(mi +mj)γ
µ − iσµνqν ]uj(p)

を得る。ここでmi,mjは、それぞれフェルミオン ui(p), uj(p)の質量である。同様にして、γ5
を含むGordon identity

ūi(p
′)(pµ + p′µ)γ5uj(p) = ūi(p

′)[(mi −mj)γ
µ − iσµνqν ]γ

5uj(p) (B.165)

を得ることができる。ただし実際の cLFVの計算では、外線のフォトン ϵ∗µ(q)
#24について

Ward identity ϵ∗µ(q)q
µ = 0が成り立つので、(B.165)式ないし (B.165)式の左辺は、pµあるい

は p′µ のみの形で書ける。さらに、g－ 2、EDM、cLFVのように、dipole型の演算子の係数
を σµνqνもしくは σµνqνγ

5 に比例する項から求める場合は、(B.165)式および (B.165)式の γµ

に比例する項は必要ない。したがって、dipole型の演算子の係数を求める計算では、pµ, p′µ
に関して次のように置き換えればよい。

ūi(p
′) pµ uj(p)ϵµ(q) → ūi(p

′)
−i
2
σµνqν uj(p)ϵµ(q) (qµ = p′µ − pµ),

ūi(p
′) p′µ uj(p)ϵµ(q) → ūi(p

′)
−i
2
σµνqν uj(p)ϵµ(q) (qµ = p′µ − pµ),

ūi(p
′) pµ uj(p)ϵ

∗
µ(q) → ūi(p

′)
i

2
σµνqν uj(p)ϵ

∗
µ(q) (qµ = pµ − p′µ),

ūi(p
′) p′µ uj(p)ϵ

∗
µ(q) → ūi(p

′)
i

2
σµνqν uj(p)ϵ

∗
µ(q) (qµ = pµ − p′µ). (B.166)

B.2.2 例１：ゲージ相互作用

この節では、ゲージ相互作用のミューオン g－ 2への寄与の計算過程を示す。ここでは具
体例として、「標準模型の Zボソン」の場合を考える。計算の詳細は文献 [97, 98] で議論され
ており、ここでは文献 [98] に基づいて計算をレビューする。
#24g－ 2の計算では、外線のフォトン ϵµ(q) の運動量を qµ = p′µ − pµ とする。。一方で、cLFVの計算では、
外線のフォトン ϵ∗µ(q) の運動量を qµ = pµ − p′µ とする。
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図 24: 標準模型の Zボソンのミューオン g－ 2への寄与。(a)は ZのGoldstone boson、(b)

は Zボソンからの寄与を表す。

ZのGoldsote bosonの寄与 標準模型のミューオンとヒッグス場の湯川相互作用は、

∆Lµ = −λµ
(
ν̄µL µ̄L

) 1√
2

(
−i (ϕ1 − iϕ2)

v + (h+ iϕ3)

)
µR + h.c. (B.167)

で与えられる。ここで λµはミューオンとヒッグスの湯川結合定数、νµはミューオンニュート
リノ、µはミューオン、−i (ϕ1 − iϕ2) = ϕ+ はW+のGoldstone boson、ϕ3は ZのGoldstone

boson、hは標準模型のヒッグス場、vは真空期待値を表す。(B.167)式から、ミューオン µと
ZのGoldstone boson ϕ3との相互作用 Lagrangian Lは、

L = − i√
2
λµµ̄ϕ

3γ5µ =
−igmµ

2MZcW
µ̄ϕ3γ5µ (B.168)

と求められる。ここで、mµ = λµ
v√
2
はミューオンの質量、MZ =

√
g2 + g′2 v

2
= gv

2cW
はZボソ

ンの質量、cW はweak mixing angle、gは SU(2)Lのゲージ結合定数、g′はU(1)のゲージ結
合定数をそれぞれ表す。したがって ZのGoldstone bosonが寄与する、ミューオン g－ 2に
関わる散乱振幅 iMは、

iM = ū(p′)δΓµ(p′, p)u(p)ϵµ(q)

=

∫
d4k

(2π)4
ū(p′)

(
gmµ

2MZcW

)
γ5
i (p/′ − k/ +mµ)

(p′ − k)2 −mµ
2
(iQµeγ

µ)
i (p/− k/ +mµ)

(p− k)2 −m2
µ

×
(

gmµ

2MZcW

)
γ5u(p)ϵµ(q)

(
i

k2 − ξM2
Z

)
× 1

−ie
(B.169)

71



となる。ここでQµ = −1はミューオンのQED電荷、δΓµはミューオンとフォトンの vertexに
対する１ループの寄与を表す。ただし、g－ 2 (異常磁気モーメント)は (−ie)δΓµ(p′, p)のよう
に、(−ie)の因子をくくり出した vertexで定義されているので、(B.169)式の最後で 1/(−ie)
を掛けている。また、ZのGoldstone bosonのプロパゲーターはRξゲージで計算を行うこと
にする。ここで ξは、Rξゲージの ξパラメーターである。また、qµ = p′µ− pµである。まず、
(B.169)式のプロパゲーターの分母をFeynmanパラメーター積分で書き直すことから始める。

(Denominator) =
1

(p′ − k)2 −m2
µ

· 1

(p− k)2 −m2
µ

· 1

k2 − ξM2
Z

=

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

(3− 1)!

D3
(B.170)

D = x[(p′ − k)2 −m2
µ] + y[(p− k)2 −m2

µ] + z[k2 − ξM2
Z ]

= {k − (xp′ + yp)}2 − (xp′ + yp)2 − zξM2
Z (B.171)

ただし (B.171)式を整理するとき、δ(x+y+z−1)よりx+y+z = 1を用いた。次に運動量積
分の変数を k− (xp′ + yp) = lに変え、(B.169)式のDirac行列を含む分子から (pµ+ p′µ)に比
例する項のみを取り出す。なぜなら、(pµ+ p′µ)に比例する項は、Gordon identity (B.164)式
より、σµνqνに比例する項、すなわち g－ 2 (異常磁気モーメント)の項だからである。(B.169)
式の分子は、

(Numerator) = ū(p′)γ5(p/′ − k/ +mµ)γ
µ(p/− k/ +mµ)γ

5u(p)

= ū(p′)γ5[ l/γµ l/+ {−yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµ{(1− y)p/− xp/′ +mµ}]γ5u(p)
⊃ ū(p′)γ5[−y(1− y)2pµp/′ + xy(2pµp/+ 2p′µp/)

−ymµ2p
µ − x(1− x)p′µp/′ − xmµ2p

′µ]γ5u(p)

= ū(p′)γ5[{2y(1− y)mµ − 2xymµ − 2ymµ}pµ

+{2x(1− x)mµ − 2xymµ − 2xmµ}p′µ]γ5u(p)
= ū(p′)[{y(1− y)mµ + x(1− x)mµ − 2xymµ − ymµ − xmµ}pµ

+{x(1− x)mµ + y(1− y)mµ − 2xymµ − xmµ − ymµ}p′µ]u(p)
= ū(p′)[(pµ + p′µ){−m(x+ y)2}]u(p) (B.172)

となる。２行目で、lの奇数次が対称積分で消えることを使った。３行目で、(B.162)式を用
いてDirac方程式 p/u(p) = mµu(p)、ū(p′)p/′ = mµū(p

′) が使えるように、p/を u(p)側に、p/′を
ū(p′)側に移し、pµと p′µに比例する項だけ取り出した。４行目で、Dirac方程式を用いて p/, p/′

をmµに書き直した。５行目で、(B.171)式の分母、D = l2−(x2m2
µ+y

2m2
µ+2xyp ·p′)−zξM2

Z

がパラメーター xと yの入れ替えに対し対称であることから、分子のパラメーター x, yを対
称に書き直した#25。また (γ5)2 = 1を使った。
#25Feynmanパラメーターを対称に直す操作については、後述の、Rξ ゲージの Zボソンのプロパゲーターの
第二項に比例する部分の計算で再度コメントする。
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以上の結果を用いて、(B.169)式の散乱振幅 iMを書き直すと、

iM ⊃ −i
(

gmµ

2MZcW

)2 ∫
d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

× 2

D3
ū(p′)(pµ + p′µ){−mµ(x+ y)2}u(p)ϵµ(q)

⊃ −4im2
µ

(
gmµ

2MZcW

)2 ∫
d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

×(x+ y)2ū(p′)

(
iσµνqν
2mµ

)
u(p)ϵµ(q)

1

D3
(B.173)

となる。２行目で、Gordon identity (B.164)式を使い、σµνqνに比例する項のみ取り出した。
運動量積分はAppendix A.3節の (A.140)式を用いて計算できる。運動量積分を計算すると、

iM ⊃ −4im2
µ

(
gmµ

2MZcW

)2 −i
2(4π)2

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

×(x+ y)2ū(p′)

(
iσµνqν
2mµ

)
u(p)ϵµ(q)

1

(xp′ + yp)2 + zξM2
Z

(B.174)

ここで q2 = (p′ − p)2 = 2m2
µ − q2であるから (B.174)式の分母 (xp′ + yp)2は、(xp′ + yp)2 =

m2
µ(x+ y)− xyq2となる。B.1.2で述べたように、g－ 2 (異常磁気モーメント) の値は「散乱
振幅 iM = ū(p′)(−ie)δΓµ(p′, p)u(p)ϵµ(q) の iσµνqν/2mµに比例する項の係数F2(q

2)の q2 → 0

の極限をとった値」である。したがって、(B.174)式より ZのGoldstone bosonのミューオン
g－ 2への寄与 aZGµ は、

aZGµ = lim
q2→0

( −g2m4
µ

32π2M2
Zc

2
W

)∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(x+ y)2

m2
µ(x+ y)− xyq2 + (1− x− y)ξM2

Z

=
−g2m4

µ

32π2M2
Zc

2
W

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(x+ y)2

m2
µ(x+ y) + (1− x− y)ξM2

Z

(B.175)

となる。ここでは (B.175)式のFeynmanパラメーター積分を、Feynman-’t Hooft gauge ξ = 1

で求めることにする。ここでFeynmanパラメーター積分の変数 x, yを、次のように変数変換
する。

t = x+ y, z =
x− y

t
(B.176)

ここで変数変換の Jacobianは | − t/2|で、t, zの積分区間は t : 0 → 1, z : −1 → 1である。し
たがって (B.175)式より aZGµ は、

aZGµ =
−g2m4

µ

32π2M2
Zc

2
W

∫ 1

0

dt

∫ 1

−1

dz|(−t/2)| t2

m2
µt

2 + (1− t)M2
Z

=
−g2

32π2c2W

(
m2
µ

M2
Z

)2 ∫ 1

0

dt
t3

(m2
µ/M

2
Z)t

2 − t+ 1
(B.177)
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と表すことができる。ただし積分が無次元量になるようにM2
Z を括りだした。

(B.177)式のFeynmanパラメーター tの積分は、被積分関数が「分子の tの次数<分母の t

の次数」になるように割って積分すれば解析解を求めることができる#26。さらにm2
µ/M

2
Z ≪ 1

であることより、得られた解析解をm2
µ/M

2
Z で展開すると、aZGµ は aZGµ ∝ (g2 + g′2)m2

µ/M
2
Z

のように比例することがわかる。Appendix A.4節で与えた Feynmanパラメーター積分の近
似解 (A.151)式を用いると、最終的な ZのGoldstone bosonのミューオン g－ 2への寄与 aZGµ

aZGµ ≃ g2

32πc2W

(
m2
µ

M2
Z

)2(
ln

[
m2
µ

M2
Z

]
+

11

6

)
(B.178)

が求まる。

Zボソンの寄与 次に Zボソンのミューオン g－ 2への寄与を考える。標準模型のミューオ
ンと Zボソンの相互作用は、

∆Lµ =
g

cW

[
µ̄Lγ

µ

(
−1

2
+ s2w

)
µL + µ̄Rγ

µ
(
s2w
)
µR

]
Zµ (B.179)

で与えられる。ここで cW , sW はweak mixing angle、Zµは Zボソンである。したがって Zボ
ソンが寄与する、ミューオン g－ 2に関わる散乱振幅 iMは、

iM = ū(p′)δΓµ(p′, p)u(p)ϵµ(q)

=

∫
d4k

(2π)4
ū(p′) i

g

cW
γν
[(

−1

2
+ s2W

)
PL + s2WPR

]
i (p/′ − k/ +mµ)

(p′ − k)2 −m2
µ

(−ieγµ)

× i (p/− k/ +mµ)

(p− k)2 −m2
µ

i
g

cw
γρ
[(

−1

2
+ s2W

)
PL + s2WPR

]
u(p)ϵµ(q)

× −i
k2 −M2

Z

[
gνρ −

kνkρ
k2 − ξM2

Z

(1− ξ)

]
× 1

−ie
(B.180)

ここで、ξはZのGoldstone bosonの場合と同様に、Rξゲージの ξパラメーターである。PL, PR
は projection operatorで、PL = 1−γ5

2
, PR = 1+γ5

2
である。また簡単のため、projection

operatorの係数は a, bを使って a = −1
2
+ s2W , b = s2W と書くことにする。次に (B.180)式

の散乱振幅 iMで、Rξゲージの Zボソンのプロパゲーターの第一項に比例する部分と、第二
項に比例する部分に分けて計算する。
第一項に比例する部分は、

(First term) =

∫
d4k

(2π)4

(
ig

cW

)2

ū(p′)γν (aPL + bPR)
i (p/′ − k/ +mµ)

(p′ − k)2 −m2
µ

×γµ i (p/− k/ +mµ)

(p− k)2 −m2
µ

γρ (aPL + bPR)u(p)ϵµ(q)
−igνρ

k2 −M2
Z

(B.181)

#26単純に割っても良いし、被積分関数の分母=Tと置いて置換積分しても良い。その後、例えばA.4節で与え
た Feynmanパラメーター積分 (A.150)式を計算する。
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(B.181)式は、ZのGoldstone bosonの場合の計算における、(B.170)式と (B.171)式と同様、
Feynman parameter積分に書き直すと、

(First term) = i

(
ig

cW

)2 ∫
d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

×ū(p′)γν(aPL + bPR){− l/− yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµ

×{− l/+ (1− y)p/− xp/′ +mµ}γρ(aPL + bPR)u(p)ϵµ(q)gνρ

= i

(
ig

cW

)2 ∫
d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

×ū(p′)(aPR + bPL)γ
ν

× [ l/γµ l/− y(1− y)p/γµp/+ xyp/γµp/′ − ymµp/γ
µ + (1− x)(1− y)p/′γµp/

−x(1− x)p/′γµp/′ + (1− x)mµp/
′γµ + (1− y)mµγ

µp/− xmµγ
µp/′ +m2

µγ
µ
]

×γν(aPL + bPR)u(p)ϵµ(q) (B.182)

ただし、Dは (B.171)式と同様D = l2 −∆で、l,∆は、

l = k − (xp′ + yp), ∆ = (xp′ + yp)2 + zM2
Z

である。次に (B.182)式の γν [ ]γν の部分を γ行列の contraction identities (B.163)式を用い
て、γνと γνに関して縮約をとる。また、積分に発散はないので d = 4として計算する。する
と (B.182)式の γν [ ]γν の部分は、

γν [ ]γν = [−2 l/γµ l/+ 2y(1− y)p/γµp/− 2xyp/′γµp/− 4ymµp
µ − 2(1− x)(1− y)p/γµp/′

+2x(1− x)p/′γµp/′ + 4(1− x)mµp
′µ + 4(1− y)mµp

µ − 4xmµp
′µ − 2m2

µγ
µ]
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となる。したがって (B.182)式の分子は、

(Numerator) = ū(p′)(aPR + bPL)γ
ν [ ]γν(aPL + bPR)u(p)

⊃ ū(p′)(aPR + bPL)[4y(1− y)pµp/− 4ymµp
µ − 4(1− x)(1− y)pµp/

−4(1− x)(1− y)p′µp/+ 4x(1− x)p′µp/′ + 4(1− x)mµp
′µ

+4(1− y)mµp
µ − 4xmµp

′µ](aPL + bPR)u(p)

⊃ ū(p′)[(a2PR + b2PL)4y(1− y)mµp
µ + ab(−4ymµp

µ)

−(a2PR + b2PL)4(1− x)(1− y)mµp
µ − (a2PL + b2PR)4(1− x)(1− y)mµp

′µ

+(a2PL + b2PR)4x(1− x)mµp
′µ + ab4(1− x)mµp

′µ

+ab4(1− y)mµp
µ − ab4xmµp

′µ]u(p)

⊃ ū(p′)
[
pµ
{
(a2PR + b2PL) (2x (1− x) + 2y (1− y))mµ

−(a2PR + b2PL)4(1− x)(1− y)mµ − 2abxmµ − 2abymµ

+2ab(1− x)mµ + 2ab(1− y)mµ}
+p′µ

{
(a2PL + b2PR) (2x (1− x) + 2y (1− y))mµ

−(a2PL + b2PR)4(1− x)(1− y)mµ − 2abxmµ − 2abymµ

+2ab(1− x)mµ + 2ab(1− y)mµ}]u(p)
⊃ ū(p′)mµ(p

µ + p′µ)
[
(a2 + b2)(−x− y + 2)(x+ y − 1) + 4ab(−x− y + 1)

]
u(p)

(B.183)

となる。２行目で (B.162)式を使い、Dirac方程式が使えるように p/を u(p)側に、p/′を ū(p′)

側に移し、また pµ, p′µに比例する項だけ抜き出した。３行目でDirac方程式を用いた。４行
目でFeynmanパラメーター x, yを、xと yに関して対称になるように書き直した。５行目で、
g－ 2に関する項のみを求めることより、projection operatorの γ5に比例しない項のみ抜き
だした#27。
以上の計算より、Rξゲージの Zボソンのプロパゲーターの第一項に比例する部分 (B.182)

#27ただし、一般的に EDM (electric dipole moment) の計算に転用できるので、γ5を残して計算するほうが合
理的である。
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式は (B.183)式より、

(First term) = i

(
ig

cW

)2 ∫
d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

×ū(p′)mµ(p
µ + p′µ)

[
(a2 + b2)(−x− y + 2)(x+ y − 1) + 4ab(−x− y + 1)

]
×u(p)ϵµ(q)

⊃
(
ig

cW

)2 2m2
µ

(4π)2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(a2 + b2)(x+ y − 1)(x+ y − 2) + 4ab(x+ y − 1)

m2
µ(x+ y)2 − xyq2 + (1− x− y)M2

Z

×ū(p′)
(
iσµνqν
2mµ

)
u(p)ϵµ(q) (B.184)

ただし、２行目で Gordon identity (B.164)式を使い、σµνqν に比例する項のみを取り出し、
(A.140)式より運動量積分を計算した。以上から、Rξゲージの Zボソンのプロパゲーターの
第一項からのミューオン g－ 2への寄与 aZ,1µ は、

aZ,1µ = lim
q2→0

(
ig

cW

)2 2m2
µ

(4π)2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(a2 + b2)(x+ y − 1)(x+ y − 2) + 4ab(x+ y − 1)

m2
µ(x+ y)2 − xyq2 + (1− x− y)M2

Z

=

(
ig

cW

)2 2m2
µ

(4π)2

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy
(a2 + b2)(x+ y − 1)(x+ y − 2) + 4ab(x+ y − 1)

m2
µ(x+ y)2 + (1− x− y)M2

Z

(B.185)

と求まる。ただし、a = −1
2
+ s2W , b = s2W である。

続いて (B.180)式の散乱振幅 iMで、Rξゲージの Zボソンのプロパゲーターの第二項に比
例する部分を計算する。第二項に比例する部分は、

(Second term) =

∫
d4k

(2π)4

(
ig

cW

)2

ū(p′)γν (aPL + bPR)
i (p/′ − k/ +mµ)

(p′ − k)2 −m2
µ

×γµ i (p/− k/ +mµ)

(p− k)2 −m2
µ

γρ (aPL + bPR)u(p)ϵµ(q)

× −i
k2 −M2

Z

{
− kνkρ
k2 − ξM2

Z

(1− ξ)

}
=

i

M2
Z

(
ig

cW

)2 ∫
d4k

(2π)4
ū(p′)k/ (aPL + bPR)

i (p/′ − k/ +mµ)

(p′ − k)2 −m2
µ

×γµ i (p/− k/ +mµ)

(p− k)2 −m2
µ

k/ (aPL + bPR)u(p)ϵµ(q)

×
(

1

k2 −M2
Z

− 1

k2 − ξM2
Z

)
(B.186)
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である。ただし２行目で、

1

k2 −M2
Z

× 1

k2 − ξM2
Z

=

(
1

k2 −M2
Z

− 1

k2 − ξM2
Z

)
1

M2
Z(1− ξ)

を用いた。
(B.186)式は、これまでの計算と同様、(B.170)式と (B.171)式のようにFeynman parameter

積分に書き直す。よって、(B.170)式および (B.171)式の lとDは、(B.186)式の場合も同様
に、k = l+ xp′ + yp, D = l2 −m2

µ(x+ y) + xyq2 − zξM2
Zとなる。次に (B.186)式の分子を

計算する。(B.186)式の分子N (=Numerator)は、

N = ū(p′)k/(aPL + bPR)(p/
′ − k/ +mµ)γ

µ(p/− k/ +mµ)k/(aPL + bPR)u(p)

= ū(p′)(aPR + bPL)× [l4γµ − l2γµ{(1− y)p/− xp/′ +mµ}(yp/+ xp/′)

− l/{−yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµ l/(yp/+ xp/′)

+ l/{−yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµ{(1− y)p/− xp/′ +mµ} l/
+(yp/+ xp/′) l/γµ l/(yp/+ xp/′)− (yp/+ xp/′)l/γµ{(1− y)p/− xp/′ +mµ} l/
−(yp/+ xp/′){−yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµl2

+(yp/+ xp/′){−yp/+ (1− x)p/′ +mµ}γµ{(1− y)p− xp/′ +mµ/ }(yp/+ xp/′)]

×(aPL + bPR)u(p) (B.187)

となる。ただし２行目で lの奇数次の項を落とした。(B.187)式中の第２項から第８項は、こ
れまでの計算アルゴリズムに従って、全く同様に (pµ + p′µ)に比例する項を抜き出せる。計
算のポイントをまとめると、以下の３点になる。

1. 初めに、(B.162)式と (B.163)式を使って γ行列を整理し、Dirac方程式を用いる

2. 次に、pµ, p′µに比例する項（γ5は含まない）のみ抜き出す

3. 最後に、Feynmanパラーメーター x, yを対称に書き直し#28、(pµ + p′µ)に比例する形
に整理する

#28分母は D = l2 − m2
µ(x + y) + xyq2 − zξM2

Z の形なので、x と y の入れ替えに関して対称である。
x, y を対称に書き直すには、x と y を入れ替えた項を足して平均すればよい。例えば、xy2 + 2x2y →
1
2

(
xy2 + 2x2y + yx2 + 2y2x

)
= 3

2

(
x2y + y2x

)
のように書き直すことができる。
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例えば (B.187)式の第５項N5は、

N5 = ū(p′)(aPR + bPL)(yp/+ xp/′)l/γµ l/(yp/+ p/′)(aPL + bPR)u(p)

= ū(p′)(aPR + bPL)lνlρ(yp/+ xp/′)γνγµγρ(yp/+ p/′)(aPL + bPR)u(p)

→ ū(p′)(aPR + bPL)
1

d
l2gνρ(yp/+ xp/′)γνγµγρ(yp/+ p/′)(aPL + bPR)u(p)

= ū(p′)
l2

d
(aPR + bPL)(yp/+ xp/′){−(d− 2)γµ}(yp/+ p/′)(aPL + bPR)u(p)

⊃ ū(p′)

(
l2

d

)
mµ

[
−
(
x2 + y2

2

)
(d− 2)(a2 + b2)− xy(d− 2)(a2 + b2)

]
(pµ + p′µ)u(p)

(B.188)

となる。３行目では、運動量 lµlν → 1
d
l2gµν の置き換えを行った。ここで、dは運動量積分の

次元で、d = 4 − 2ϵ とする。４行目では、γ行列の contraction identities (B.163)式を用い
た。ただし積分に発散があるため、d = 4− 2ϵとして計算する。５行目では、(B.162)式より
Dirac方程式を使い、それから pµ, p′µに比例する項を抜き出した後、Feynmanパラメーター
x, yを対称に直して (pµ + p′µ) でまとめた。
残りの６つの項も全く同様に代数計算を実行すると、最終的に (B.187)式の分子Nは、

N ⊃ ū(p′)(a− b)2
[(

l2

d

)
mµ

{
d

2
(x+ y) + (x+ y)− 2

}
+
m3
µ

2
(x+ y)3

]
(pµ + p′µ)u(p)

(B.189)

の形にまとめられる。
したがって、RξゲージのZボソンのプロパゲーターの第二項に比例する部分 (B.186)式は、

(Second term) ⊃ i

M2
Z

(
ig

cW

)2 ∫
ddl

(2π)d

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

×(i)2ū(p′)(a− b)2
[(

l2

d

)
mµ

{
d

2
(x+ y) + (x+ y)− 2

}
+
m3
µ

2
(x+ y)3

]
×(pµ + p′µ)u(p)ϵµ(q)

[
2

(l2 −∆)3
− 2

(l2 −∆′)3

]
(B.190)

となる。ただし∆ = m2
µ(x+y)

2+ zM2
Z , ∆′ = m2

µ(x+y)
2+ zξM2

Z である。ここで、(B.190)

式の l2に比例する項の積分 Il2は、次元正則化の d次元積分∫
ddl

(2π)d
l2

(l2 −∆)n
=

(−1)n−1i

(4π)d/2
d

2

Γ(n− d
2
− 1)

Γ(n)

(
1

∆

)n− d
2
−1

(B.191)

ならびに展開式

Γ(ϵ) =
1

ϵ
− γ +O(ϵ), aϵ = 1 + ϵ ln a+ · · · (B.192)
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を用いると、

Il2 =

∫
ddl

(2π)d
2mµl

2

(l2 −∆)3

(
1

d

){
d

2
(x+ y) + (x+ y)− 2

}
− (∆ ↔ ∆′)

=
imµ

2

1

(4π)2
{3(x+ y)− 2} ln ∆′

∆
(B.193)

また lに比例しない項の積分も、(A.140)式を用いると直ちに求まる。
以上の計算より、(B.190)式にGordon identity (B.164)式を用いると、iσµνqν/2mνの係数
から、Rξゲージの Zボソンのプロパゲーターの第二項からのミューオン g－ 2への寄与 aZ,2µ

は、

aZ,2µ =
g2m2

µ

64π2M2
Zc

2
W

∫ 1

0

dx

∫ 1−x

0

dy

[
{3(x+ y)− 2} ln

[
m2
µ(x+ y)2 + (1− x− y)ξM2

Z

m2
µ(x+ y)2 + (1− x− y)M2

Z

]
−m2

µ(x+ y)3
(

1

m2
µ(x+ y)2 + (1− x− y)M2

Z

− 1

m2
µ(x+ y)2 + (1− x− y)ξM2

Z

)]
(B.194)

と求められる。
以上の計算から、Zボソンのミューオン g－ 2への寄与 aZµ = aZ,1µ + aZ,2µ は、(B.185)式と

(B.194)式より、

aZµ =

(
ig

cW

)2 2m2
µ

(4π)2

∫ 1

0

dt
(a2 + b2)t(t− 1)(t− 2) + 4abt(t− 1)

m2
µt

2 + (1− t)M2
Z

+
g2m2

µ

64π2M2
Zc

2
W

∫ 1

0

dt

[
t (3t− 2) ln

[
m2
µt

2 + (1− t)ξM2
Z

m2
µt

2 + (1− t)M2
Z

]
−m2

µt
4

(
1

m2
µt

2 + (1− t)M2
Z

− 1

m2
µt

2 + (1− t)ξM2
Z

)]
(B.195)

と求められる。ただし Feynmanパラメーター x, yは、(B.176)式より tに変数変換した。こ
こで、(B.195)式の Feynmanパラメーター積分を、Feynman-’t Hooft gauge ξ = 1で求める
ことにする。この場合、(B.195)式の aZµ の第二項はゼロになる。もちろん、(B.180)式の散
乱振幅 iM でプロパゲーターがゼロになることから自明である。(B.195)式のFeynmanパラ
メーター tの積分は、ZのGoldstone bosonの場合と同様に計算できる。m2

µ/M
2
Z ≪ 1として、

Feynmanパラメーター積分の近似解 (A.151)式を用いると、最終的な Zボソンのミューオン
g－ 2への寄与 aZµ の表式

aZµ ≃ −
(
g

cW

)2
a2 + b2

8π2

(
m2
µ

M2
Z

){
2

3
+

(
m2
µ

M2
Z

)
ln

[
m2
µ

M2
Z

]}
−
(
g

cW

)2
ab

2π2

(
m2
µ

M2
Z

){
−1

2
−
(
m2
µ

M2
Z

)
ln

[
m2
µ

M2
Z

]}
(B.196)

を得る。ただし、a = −1
2
+ s2W , b = s2W である。
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参考 ZのGoldstone bosonからのミューオン g－ 2への寄与 aZGµ と、Zボソンからのミュー
オン g－ 2への寄与 aZµ = aZ,1µ + aZ,2µ を足すと、結果はRξゲージのゲージパラメーター ξに
依らないことを示せる。(B.175)式と (B.194)式の、Feynamanパラメーター x, yを (B.176)

式より z, tに変数変換し、簡単のため aZGµ + aZµ の ξに比例する項のみ抜き出すと、

aZGµ + aZµ ⊃
g2m2

µ

64π2M2
Zc

2
W

∫ 1

0

dt

[
t(3t− 2) ln

[
m2
µt

2 + (1− t)ξM2
Z

m2
µt

2 + (1− t)M2
Z

]
+

m2
µt

4

m2
µt

2 + (1− t)ξM2
Z

−
2m2

µt
3

m2
µt

2 + (1− t)ξM2
Z

]
(B.197)

である。例えば、(B.197)式の第一項を部分積分すれば、直ちに (B.197)式は ξパラメーター
に依らないことが示せる。

B.2.3 例２：湯川相互作用

図 25: 湯川相互作用のミューオン g－ 2への寄与。

湯川相互作用からの g－ 2の計算も、標準模型の Zボソン場合と全く同様にできる。一般
的に、right-handedと left-handedのミューオンが「left-handedと right-handedのフェルミ
オン χ」と「スカラー ϕ」に結合する、以下のような湯川相互作用Lを考える。
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L = −yRµ̄RχLϕ− yLµ̄LχRϕ−mχχ̄RχL + h.c.−m2
ϕϕ

†ϕ

= −µ̄(yRPL + yLPR)ϕχ−mχχ̄RχL + h.c.−m2
ϕϕ

†ϕ (B.198)

ここでmχはフェルミオン χのDirac mass、mϕはスカラー場 ϕの質量、yRは right-handed

のミューオンに係る湯川結合定数、yLは left-handedのミューオンに係る湯川結合定数をそ
れぞれ表す。またフェルミオン χは、vector-like なフェルミオンとする。ここでは簡単のた
め、湯川結合定数 yR, yL は実にとる#29。
湯川相互作用 (B.198)式より、ミューオン g－ 2に関する散乱振幅 iMは、図 25の (a)と

(b)の２つのダイアグラムからの寄与がある。(a)のダイアグラムからの散乱振幅 iMaは

iMa = ū(p′)δΓµ(p′, p)u(p)ϵµ(q)

=

∫
d4k

(2π)4
ū(p′) {−i(yRPL + yLPR)}

i(p/′ + k/ +mχ)

(p′ + k)2 −m2
χ

(iQχeγ
µ)ϵµ(q)

× i(p/+ k/ +mχ)

(p+ k)2 −m2
χ

{−i(yRPR + yLPL)}u(p)
i

k2 −m2
ϕ

× 1

−ie
(B.199)

と書ける。初めに (B.199)式を Feynmanパラメーターを使って書き直すと、(B.199)式の分
母は、

(Denominator) =
1

(p′ − k)2 −m2
χ

· 1

(p− k)2 −m2
χ

· 1

k2 −m2
ϕ

=

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

ただしDは

D = x[(p′ − k)2 −m2
χ] + y[(p− k)2 −m2

χ] + z[k2 −m2
ϕ]

= l2 −∆

である。また、lと∆は

l = k − (xp′ + yp), ∆ ≃ −xyq2 + (x+ y)m2
χ + zm2

ϕ

である。ただし、m2
µはm2

χとm2
ϕ に比べて十分小さいとして無視した。また外線のフォト

ンの運動量を q2 = (p′ − p)2とした。運動量を kから lにシフトすると、(B.199)式の分子N

#29湯川結合定数を一般に複素にとる場合については、B.3節の g－ 2, EDM, LFVの計算で言及する。
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(=Numerator)は、

N = ū(p′)(yRPL + yLPR)(p/
′ − k/ +mχ)γ

µ(p/− k/ +mχ)(yRPR + yLPL)u(p)

⊃ ū(p′)
[
mµ

{
(−x(1− x)− y(1− y))p′µ(y2RPR + y2LPL)

+2xy(p′µ(y2RPL + y2LPR) + pµ(y2RPR + y2LPL))

+(−x(1− x)− y(1− y))pµ(y2RPL + y2RPR)
}
−mχ(x+ y)(pµ + p′µ)yRyL

]
u(p)

= ū(p)

[(
y2R + y2L

2

)
(x+ y)(x+ y − 1)mµ(p

µ + p′µ)

+

(
y2R − y2L

2

)
(x2 + y2 − 2xy − x− y)mµγ

5qµ −mχ(x+ y)(pµ + p′µ)yRyL

]
u(p)

(B.200)

となる。ただし、２行目でDirac Algebra (B.162)式を使い、p/を u(p)側に、p/′を ū(p′)側に
移しDirac方程式を用いた後、pµ, p′µに比例する項だけ抜き出した。ちなみに、(B.200)式３
行目の γ5qµ に比例する項は、Ward identity ϵµ(q)q

µ = 0 を使えば消える。
以上の計算から、ミューオン g－ 2に関する散乱振幅 iMaの (B.199)式は、Gordon identity

(B.164)式を用いて σµνqνに比例する項を抜き出すと

iMa ⊃ (iQχe)(−i)
∫

d4l

(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

×ū(p′)
[{(

y2R + y2L
2

)
(x+ y)(x+ y − 1)2m2

µ − 2mµmχyRyL(x+ y)

}(
iσµνqν
2mµ

)]
×u(p)ϵµ(q)×

1

−ie
(B.201)

となる。さらに運動量積分を実行し、Feymanパラメーター積分の変数を t = x + y, z =

(x− y)/tに変数変換すると、(B.205)式より (a)のダイアグラムからのミューオン g－ 2への
寄与

aaµ =
Qχ

(4π)2

∫ 1

0

dt

[
(y2R + y2L)m

2
µ

t2(t− 1)

tm2
χ + (1− t)m2

ϕ

− 2yRyLmµmχ
t2

tm2
χ + (1− t)m2

ϕ

]
(B.202)

を得る。(B.202)式の Feynmanパラメータ積分を実行すると、第１項 (First term)の積分は

(First term) =

∫ 1

0

dt
t2(t− 1)

(m2
χ −m2

ϕ)t+m2
ϕ

=
1

m2
ϕ

∫ 1

0

dt
t2(t− 1)

(y − 1)t+ 1
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ただし y = m2
χ/m

2
ϕとした。T = (y − 1)t+ 1と置換積分すると、

(First term) =
1

m2
ϕ

∫ y

1

dT
1

(y − 1)

1

T

[(
T − 1

y − 1

)2(
T − 1

y − 1
− 1

)]
=

1

m2
ϕ

1

(y − 1)4
1

6

[
−y3 + 6y2 − 3y − 2− 6y ln y

]
また、第２項 (Second term)の積分も同様に

(Second term) =

∫ 1

0

dt
t2

tm2
χ + (1− t)m2

ϕ

=
1

m2
ϕ

∫ 1

0

dt
t2

(y − 1)t+ 1

=
1

m2
ϕ

1

(y − 1)3
1

2
(y2 − 4y + 3 + 2 ln y) (B.203)

となる。ただし第１項と同様、y = m2
χ/m

2
ϕとした。以上の計算より、(B.202)式は

aaµ = − Qχ

(4π)2

{
(y2R + y2L)

m2
µ

m2
ϕ

2 + 3y − 6y2 + y3 + 6y ln y

6(y − 1)4
+ yRyL

mµmχ

m2
ϕ

3− 4y + y2 + 2 ln y

(y − 1)3

}
(B.204)

となる。
続いて (b)のダイアグラムからの寄与を計算する。(b)のダイアグラムからの散乱振幅 iMb

は

iMb = ū(p′)δΓµ(p′, p)u(p)ϵµ(q)

=

∫
d4k

(2π)4
ū(p′) {−i(yRPL + yLPR)}

i(k/ +mχ)

k2 −m2
χ

{−i(yRPR + yLPL)u(p)} iQϕe

×{(p− k)µ + (p′ − k)µ} ϵµ(q)
i

(p− k)2 −m2
ϕ

· i

(p′ − k)2 −m2
ϕ

× 1

−ie
(B.205)

と書ける。(a)のダイアグラム (B.205)式のときと同様に、Feynmanパラメーターを使って書
き直すと、(B.205)式の (pµ + p′µ)に比例する項は

iMb ⊃ (iQϕe)i

∫
d4l(2π)4

∫
dxdydzδ(x+ y + z − 1)

2

D3

×ū(p′)
[
−mµ(p

µ + p′µ)

(
y2R + y2L

2

)
(x+ y)(x+ y − 1)−mµq

µ(x− y)2γ5

+mχyRyL(1− x− y)(pµ + p′µ)]u(p)ϵµ(q)×
1

−ie
(B.206)
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となる。ただし、D = l2 −∆, ∆ ≃ (x + y)m2
ϕ + zm2

χ − xyq2 であり、m2
µはm2

χとm2
ϕ に

比べて十分小さいとして無視した。また、(B.206)式の γ5qµ に比例する項は、Ward identity

ϵµ(q)q
µ = 0より消える。ダイアグラム (a)の計算と同様、ミューオン g－ 2に関する散乱振幅

iMbの (B.206)式にGordon identity (B.164)式を用いて、(b)のダイアグラムからのミュー
オン g－ 2への寄与 abµ を取り出した後、運動量積分を実行し、Feynmanパラメーター積分
の変数を t = x+ y, z = (x− y)/tに変数変換すると、

abµ =
Qϕ

(4π)2

∫ 1

0

dt

[
−(y2R + y2L)m

2
µ

t2(t− 1)

tm2
ϕ + (1− t)m2

χ

+ 2yRyLmµmχ
t(1− t)

tm2
ϕ + (1− t)m2

χ

]
(B.207)

を得る。ダイアグラム (a)の計算と同様に Feynmanパラメーター積分を実行すると、

abµ =
Qϕ

(4π)2

{
(y2R + y2L)

m2
µ

m2
ϕ

1− 6y + 3y2 + 2y3 − 6y2 ln y

6(y − 1)4
+ yRyL

mµmχ

m2
ϕ

−1 + y2 − 2y ln y

(y − 1)3

}
(B.208)

を得る。
以上の計算より、湯川相互作用 (B.198)式からのミューオン g－ 2への寄与 aµ

aµ = aaµ + abµ

= −(y2R + y2L)

(4π)2
m2
µ

m2
ϕ

[
Qχ

{
2 + 3y − 6y2 + y3 + 6y ln y

6(y − 1)4

}
−Qϕ

{
1− 6y + 3y2 + 2y3 − 6y2 ln y

6(y − 1)4

}]
− yRyL
(4π)2

mµmχ

m2
ϕ

[
Qχ

{
3− 4y + y2 + 2 ln y

(y − 1)3

}
−Qϕ

{
−1 + y2 − 2y ln y

(y − 1)3

}]
(B.209)

が求まる。

B.3 g－2,EDM,cLFVの計算
最後に補足として、この節では、本論文 4節で議論した、Radiative Inverse Seesaw Model

における新しい湯川相互作用を例に、g－ 2, EDM (Electric Dipole Moment), cLFV (charged

Lepton Flavor Violation)が同時に計算されることを示す。
g-2, EDM, cLFVの effective Lagrangian δLAMM

eff , δLEDM
eff , δLcLFV

eff は、それぞれ次式で与え
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図 26: 新しい湯川相互作用からの cLFVへの寄与

られる#30。

δLAMM
eff =

e

4mlα

alα l̄ασ
µνlαFµν (B.210)

δLEDM
eff = −dlα

2
l̄αiσ

µνlαFµν (B.211)

δLcLFV
eff = e

mlβ

2
l̄ασ

µν (LαβPL +RαβPR) lβFµν (B.212)

ここで alαと dlαは、質量mlαの荷電レプトン lα の g－ 2とEDMをそれぞれ表す。ただし、
α, βは標準模型のフレーバーの足を表す。また、eとFµνは、QEDの結合定数とfield strength

をそれぞれ表す。PL, PRの係数Lαβ, Rαβは、新しい粒子の質量、電荷、湯川結合定数の関数
である。g－ 2, EDM, cLFVの effective Lagrangianは、いずれも (B.210), (B.211), (B.212)式
のようなdipole-type operatorで表される#31。したがって g－ 2とEDMは、cLFVの effective

Lagrangian (B.212)式の係数からも読み取ることができる。
本論文 4節で議論した、Radiative Inverse Seesaw Modelの Lagrangian (4.82)式より、次
の湯川相互作用を考える。

L = −
∑
n

∑
i

l̄α [V1n(yR)αiPL + V2n(yL)αiPR] snχi −mχi
χ̄LiχRi + h.c. (B.213)

#30(B.211)式が EDMの effective Lagrangian に対応することは、B.1.1節の議論と同様、荷電レプトン lαの
非相対論的極限を取ることで示せる。
#31ただし、cLFVの effective Lagrangian には、1.dipole-type operator, 2.four-fermion operator の２つのタ
イプがある。cLFVの簡潔なレビューは文献 [99]参照。
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ここで snと Vmnは本論文 3.1.2節の (3.30)式で定義された、質量固有状態のスカラーならび
にユニタリー行列である。
図 26のダイアグラムで表された lβ → lαγ の散乱振幅 iMを、Gordon identityとWard

identityを合わせた (B.166)式を使って計算すると、次のようになる。

iM =
∑
n

∑
i

iQχe

(4π)2
ϵ∗µ(q)ūα(p

′) (iσµνqν)

×
[
−1

2
(C11 + C22)(sn, χi, χi; p, q)

×
{
mβ

(
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βiPL + |V2n|2(yL)αi(yL)∗βiPR

)
+mα

(
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βiPR + |V2n|2(yL)αi(yL)∗βiPL

)}
−C11(sn, χi, χi; p, q)mχi

(
V1nV

∗
2n(yR)αi(yL)

∗
βiPL + V2nV

∗
1n(yL)αi(yR)

∗
βiPR

)]
uβ(p)

+
∑
n

∑
i

iQ2e

(4π)2
ϵ∗µ(q)ūα(p

′) (iσµνqν)

×
[
1

2
(C22 + C12)(sn, sn, χi;−q, p+ q)

×
{
mβ

(
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βiPL + |V2n|2(yL)αi(yL)∗βiPR

)
+mα

(
|V1n|2(yR)αi(yR)∗βiPR + |V2n|2(yL)αi(yL)∗βiPL

)}
+C12(sn, sn, χi;−q, p+ q)mχi

(
V1nV

∗
2n(yR)αi(yL)

∗
βiPL + V2nV

∗
1n(yL)αi(yR)

∗
βiPR

)]
uβ(p)

(B.214)

ただし pと p′ = p+ qは、荷電フェルミオン lαと lβの運動量をそれぞれ表す。qは外線のフォ
トンの運動量を表す。またQχとQ2は、フェルミオン χiとスカラー snのQED電荷をそれ
ぞれ表す。ここで外線のフォトンは on-shellのため q2 = 0とした。g－ 2を計算する場合も、
いずれにしろ q2 → 0の極限を取るので、これまでと同様、散乱振幅 (B.214)式から g－ 2を
求めることができる。ここで上記のPassarino-Veltman functionsの陽な表式は、本論文 3.1.2

節の (3.36), (3.37), (3.38), (3.39)式と同様、次のように与えられる。

(C11 + C21)(sn, χi, χi; p, q) =
1

m2
sn

2 + 3yin − 6y2in + y3in + 6yin ln yin
6(1− yin)4

(B.215)

C11(sn, χi, χi; p, q) = − 1

m2
sn

3− 4yin + y2in + 2 ln yin
2(1− yin)3

(B.216)

(C22 + C12)(sn, sn, χi;−q, p+ q) =
1

m2
sn

1− 6yin + 3y2in + 2y3in − 6y2in ln yin
6(1− yin)4

(B.217)

C12(sn, sn, χi;−q, p+ q) =
1

m2
sn

1− y2in + 2yin ln yin
2(1− yin)3

(B.218)

ただし、yin = m2
χi
/m2

snである。
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この lβ → lαγの散乱振幅 (B.214)式と、本論文 4.2節の散乱振幅 (4.86)式を比較すること
で、LFVの計算に必要な係数 Lαβ,Rαβを求めることができる。
それに加えて、散乱振幅 (B.214)式から g－ 2ないしEDMを求める場合は、ダイアグラム
で外線のフォトンの運動量をそれぞれ

qµ =

{
p′µ − pµ for g－ 2 and EDM

pµ − p′µ for LFV

と置くことに注意して、(B.214)式を次のように置き換えればよい。

qµ → −qµ

ϵ∗µ(q) → ϵµ(q)

例えば、上のように qµと ϵ∗µ(q)を置き換えた散乱振幅 (B.214)式と、Appendix B.1.1節の散
乱振幅 (B.161)式を比較することで、g－ 2を求めることができる。
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C 電弱精密測定のフォーマリズム
電弱精密測定 (electroweak precision measurements)とは、LEPと SLCで測定された Z-

poleに関する観測量 [100] 、ならびに LEP-IIと Tevatronで測定されたWボソンの質量と
崩壊幅 [73]のことを指す。狭義には、電弱精密測定は Z-poleに関する精密実験データーを指
し、例えば、本論文 3.2節の表 2に挙げられた、line-shape & FB asymmetries, τ polarization

measurements, b and c quark results, SLD results,などの観測量を指す。Zボソンは e+e−反
応で生成でき、ハドロン反応と違って大きなQCDバックグラウンドがないため、Zボソンの
崩壊モードに関与する粒子 fα (α = L,R)の結合定数 gfα の精密測定が可能である。
電弱精密測定に関する実験データーの精度は、標準模型の量子補正のレベルに達しており、
標準模型の量子補正を含めた精密なテストが可能となった。その結果、標準模型における電
弱精密測定のフィットは良く一致することが分かり#32、これが新しい物理に対して強い制限
を与えている。
このAppendixでは、初めに C.1節で、電弱精密測定のフォーマリズムで良く知られたオ
リジナルのPeskin-Takeuchiの STUパラメーターについて議論する。ただし、本論文で用い
た STUパラメーターはオリジナルの STUパラメーターと少し異なるため、ここではフォー
マリズムの詳細に立ち入らず、後の議論に必要なポイントだけ述べるにとどめる。
次にC.2節で、本論文で用いた電弱精密測定のフォーマリズムである、Hagiwara-Haidt-Kim-

Matsumotoによるフォーマリズム (HHKM Formalism)を議論する。このHHKM Formalism

は、Peskin-Takeuchiのフォーマリズムでは小さいと仮定し、無視した以下の３つの補正、1.新
粒子の質量が電弱スケール以下にある場合の補正、2.vertex correctionの補正、3.box diagram

の補正、まで考慮したフォーマリズムである。ここでは、oblique correctionsに関するパラ
メーターのもつ性質ついて議論する。また、本文中では詳しく議論できなかった、HHKM

Formalismにおける χ2の計算に関しても補足する。
以下では簡単のため、ゲージ群は標準模型の SU(2)L ×U(1) を仮定し、新しい物理はくり
込み可能な模型を考えるものとする。電弱精密測定のより一般的な議論は文献 [102]を参照。
また、電弱精密測定のレビューは文献 [103]等を参照。

C.1 Peskin-TakeuchiのSTUパラメーター
電弱精密測定に対する量子補正は、図 27 に示された 1.oblique corrections　 2.vertex cor-

rections　 3.box diagrams の３種類がある。
この３種類の寄与の内、Peskin-Takeuchiの STUパラメーター [70]は、ゲージボソンの２
点関数 (gauge boson self energies) に対する量子補正 (oblique corrections)の効果をパラメト
ライズする（図 27の左のダイアグラムに対応）。Dyson resummation（iterationと呼ばれる

#32Gfitter Groupによってヒッグス発見後の標準模型における電弱精密測定のフィットが行われ、その結果、
標準模型は電弱精密測定と無矛盾であることが示されている [101]。
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図 27: 電弱精密測定に対する量子補正。

手法）#33よりゲージボソンのプロパゲーターを量子補正を全て取り入れたプロパゲーターに
書き直すと、図 27の oblique correctionsのダイアグラムに対応する、oblique correctionsを含
めた neutral currentと charged currentの散乱振幅の表式が得られる [104]。このようにして
得られた散乱振幅は、tree levelの結合定数を oblique correctionsを含む有効結合定数で再定
義することによって、tree levelと同じ表式に書き直すことができる。そして、この有効結合
定数を使って物理量を書き直すと、oblique correctionsによる tree levelからのずれを gauge

boson self energies ΠIJ(q
2) (q2 = 0, M2

Z , M
2
W )を使って表すことができる。Peskin-Takeuchi

のフォーマリズムでは、この gauge boson self energies ΠIJ(q
2)を、新粒子の質量Mnewが Z

ボソンの質量MZ より十分重いと仮定し、次のように q2 = 0の周りで展開している。

ΠIJ(q
2) ≈ ΠIJ(0) +

dΠIJ(q
2)

dq2

∣∣∣∣
q2=0

q2 +O
(

q4

M2
new

)
(C.219)

ここで q2 =M2
Zのとき、q4の項は q2の項に比べてO(M2

Z/M
2
new)だけ小さいとして、これ以

降の高次の項は無視している。このような近似を用いると、たった３つのパラメータを使って
物理量に対する oblique correctionを評価できる。この３つのパラメーターはPeskin-Takeuchi

の STUパラメーターと呼ばれ、次のように定義される。

αS ≡ 4e2
[
Π′

33(0)− Π′
3Q(0)

]
(C.220)

αT ≡ e2

s2c2M2
Z

[Π11(0)− Π33(0)] (C.221)

αU ≡ 4e2 [Π′
11(0)− Π′

33(0)] (C.222)

ただし gauge boson self energies ΠIJ(q
2)は新しい物理からの寄与とする。またΠIJ(q

2)の記

#33Dynson resummationについては D.2.1節の脚注を参照。
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法は、Appendix D.1.1節の図 28のように定義する。ここでΠIJ(q
2)の添字 QQ, 3Q, 33, 11は

Πγγ(q
2) = e2ΠQQ(q

2) (C.223)

ΠZγ(q
2) =

e2

sc

[
Π3Q(q

2)− s2ΠQQ(q
2)
]

(C.224)

ΠZZ(q
2) =

e2

s2c2
[
Π33(q

2)− 2s2Π3Q(q
2) + s4ΠQQ(q

2)
]

(C.225)

ΠWW (q2) =
e2

s2
Π11(q

2) (C.226)

で定義される。(C.220), (C.221), (C.221)式で定義されたSTUパラメーターは、右辺のΠIJ(q
2)

の間で発散が相殺する。したがって、Peskin-Takeuchiの STUパラメーターは、有限かつ
renormalization scheme independentな表現となっている。
本来なら、新しい物理からの電弱精密測定への寄与には vertex correctionsや box diagrams

も含まれるが、これらの寄与は小さいと仮定し、さらに上に述べた (C.219)式の近似を使う
と、新しい物理からの電弱精密測定への寄与は、STUの３つのパラメーターを計算するだけ
で容易に評価できる。これがPeskin-Takeuchiの STUパラメーターが非常に注目された理由
であると考えられる。なお、オリジナルの STUパラーメーターの導出は、Takeuchiによる
講義ノート [105, 106] に詳しい。

C.2 HHKM Formalism

本論文 3.2節で用いた電弱精密測定のフォーマリズムであるHHKM Formalism [67, 68, 69]

は、Peskin-Takeuchiのフォーマリズムでは小さいと仮定し、無視した以下の３つの補正、1.新
粒子の質量が電弱スケール以下にある場合の補正、2.vertex correctionの補正、3.box diagram

の補正、まで考慮したフォーマリズムである。
このフォーマリズムでは、Zボソンの崩壊の散乱振幅M(Z → fαf̄α)を

iM(Z → fαf̄α) = i

√
4
√
2GFM2

Z g
f
α f̄αγ

µfαϵµ (C.227)

と表す [68] #34。ただし、フェルミオン f の添字 αはカイラリティー、α = L or Rを表す。
また、ϵµは Zの polarization vectorを表す。(C.227)式で定義された Zボソンの崩壊の散乱振
幅M(Z → fαf̄α)の有効結合定数 gfαは、次のような形で与えられる。

gfα = afα + bfα∆ḡ
2
Z + cfα∆s̄

2 +∆gfα (C.228)

ここで∆ḡ2Z , ∆s̄
2, ∆gfα は、本論文 3.2節で述べた oblique correctionsを表すパラメーター、

S, T , U , RZ , RW , ∆αnew、ならびに、vertex correcionsを表すパラメーター∆gµL,R, ∆δ̄Gか
ら決まるパラメーターである。また、係数 afα, b

f
α, c

f
αの値は、文献 [67]に与えられている。

#34(C.227)式の係数
√
4
√
2GFM2

Z は、tree levelの Lagrangianでは g/cW に相当する規格化因子である。
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HHKM Formalismでは本論文 3.2節の表 2に挙げられた、line-shape & FB asymmetries,

τ polarization measurements, b and c quark results, SLD results,といった電弱精密測定は、
(C.228)式の有効結合定数 gfα によって表されている。したがって、oblique correctionsを表す
パラメーター、ないしvertex correctionsを表すパラメーターを計算し、さらに文献 [67, 68, 69]

で与えられた有効結合定数と電弱精密測定の関係式を用いることで、新しい物理からのoblique

corrctionsないし vertex correctionsを含めた電弱精密測定を求めることができる。
この節では以下の２点、1.oblique correctionsに関するパラメーターのもつ性質、および、

2.HHKM Formalismにおける χ2フィットに関する補足、について議論する。

C.2.1 oblique correctionsに関するパラメーターのもつ性質

HHKM Foramlismでは、電弱精密測定に対する oblique correctionsの効果を、本論文 3.2

節で定義した、次の６つのパラメータを用いて評価する。

αS

4s2W c
2
W

=
ΠZZ(M

2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

− c2W
cW sW

ΠZγ(M
2
Z)

M2
Z

− Πγγ(M
2
Z)

M2
Z

, (C.229)

αT =
ΠWW (0)

M2
W

− ΠZZ(0)

M2
Z

, (C.230)

αU

4s2W
=

ΠWW (M2
W )− ΠWW (0)

M2
W

− c2W
ΠZZ(M

2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

−2sW cW
ΠZγ(M

2
Z)

M2
Z

− s2W
Πγγ(M

2
Z)

M2
Z

, (C.231)

αRZ

4s2W c
2
W

=
dΠZZ(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=M2

Z

− ΠZZ(M
2
Z)− ΠZZ(0)

M2
Z

, (C.232)

αRW

4s2W
=

ΠWW (M2
Z)− ΠWW (M2

W )

M2
Z −M2

W

− ΠWW (M2
W )− ΠWW (0)

M2
W

, (C.233)

∆αnew(M
2
Z) =

Πγγ(M
2
Z)

M2
Z

− Πγγ(p
2)

p2

∣∣∣∣
p2=0

(C.234)

ここで、cW , sW はMSのweak mixing angleを表す。また、c2W = c2W − s2W である。

STUパラメーターの物理的意味

• S: 新しい物理からの neutral current processesへの寄与を特徴づける量。

• T: 新しい物理からの neutral current processesへの寄与と、charged current processes

への寄与の違いを表す量。

• U: Wボソンの質量と崩壊幅からのみ制限を受ける量。
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通常、新しい物理からの U , RZ , RW , ∆αnew(M
2
Z) への寄与は、S, T に比べて小さい。した

がって、新しい物理に対する制限を見やすくするために、SとTの二次元プロットがよく用
いられる。

oblique correctionに関するパラメーターと物理量の関係 本論文 3.2節で議論した、vertex
correctionsからの寄与∆gµL, ∆g

µ
R, ∆δ̄G を無視すれば、(C.229)から (C.234)式で定義された

oblique correctionsに関するパラメーターを使って、物理量を簡単に表すことができる#35。
例えば、Wボソンの質量、effective weak mixing anlgle、Zボソンの崩壊幅は、それぞれ次の
ように求まる [72, 107]。

M2
W

(M2
W )SM

= 1− αS

2(c2W − s2W )
+

c2WαT

c2W − s2W
+
αU

4s2W
− s2WαY

c2W − s2W
(C.235)

s2eff
(s2eff)SM

= 1 +
αS

4s2W (c2W − s2W )
− c2WαT

c2W − s2W
+

c2WαY

c2W − s2W
(C.236)

Γ(Z → l+l−)

(Γ(Z → l+l−))SM
= 1− dwαS + (1 + 4s2W c

2
Wdw)αT + αV − 4s2W c

2
WdwαY (C.237)

ここで

dw ≡ 1− 4s2W
(1− 4s2W + 8s4W )(c2W − s2W )

(C.238)

である。(C.235), (C.236), (C.237)式の (M2
W )SM, (s

2
eff)SM, (Γ(Z → l+l−))SMは標準模型の予

言値で、例えば文献 [108] から求めることができる。また V , Y は (C.232), (C.234)式のRZ ,

∆αnew(M
2
Z)と次のように対応する。

RZ = 4s2W c
2
WV (C.239)

∆αnew(M
2
Z) = αY (C.240)

したがって、(C.229)から (C.234)式の６つのパラメーターを計算すれば、(C.235), (C.236),

(C.237)式から、oblique correctionsを含むMW , s2eff , Γ(Z → l+l−) を求めることができる。

non-decoupling effects Appelquist-Carazzoneの decoupling theorem [109] によれば、

重たい粒子の低エネルギーにおける効果は、重たい粒子の質量の逆べきで抑制さ
れる、もしくは、重たい粒子を積分して得られた低エネルギー有効理論の結合定
数と場にくり込まれる。

#35vetex correctionsと box diagrams に関するパラメーターまで含めた物理量との関係は、込み入った記述に
なるため、詳細は文献 [67, 68, 69]を参照。
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この decoupling theoremは、理論が厳密にゲージ対称性をもつ場合には成り立つが、ゲージ
対称性が自発的に破れた理論では一般に成り立たない [110]。例えば、本論文の 3.2.2節 (3.65)

式の S,Tパラメーターは、non-decouplingなパラメーターである。

S ≃ YΦ
6π

∆+ · · · ,

T ≃
m2
ϕ1

16πs2WM
2
W

(∆)2 + · · · .

ここで∆ = (m2
ϕ2

−m2
ϕ1
)/m2

ϕ1
である。上式から、mϕ1とmϕ2を大きくしても、S,Tはデカッ

プルしないことがわかる。また、m2
ϕ2
−m2

ϕ1
の質量差は、本論文 3.3.1節 (3.71)式のスカラー

ポテンシャルで、κ3と κ4に比例する項のヒッグスHが真空期待値をもつことで生じる。し
たがって、S,Tパラメーターは SU(2)Lをソフトに破る項に対し感度があることがわかる。

C.2.2 HHKM Formalismにおける χ2フィットに関する補足

本節では、本論文 3.2.2節の表 2に挙げられた電弱精密測定の χ2フィットについて補足す
る。本論文では、表 2の電弱精密測定の χ2の値が最小になるように、インプット・パラメー
ターである∆α

(5)
had(M

2
Z), αs(MZ), mt の値を振って決めた。

HHKM Formalismにおける χ2は次のように定義される。

χ2 =
∑
i

∑
j

(
Oexp
i −Oth

i

)
(C−1)ij

(
Oexp
j −Oth

j

)
=

∑
i

∑
j

(
Oexp
i −Oth

i

σexp
i

)(
R−1

)
ij

(
Oexp
j −Oth

j

σexp
j

)
(C.241)

ここで、Oexpは実験値、Othは理論の予言値、σexpは実験値の 1σの誤差、C は共分散行列
(covariance matrix)、Rは相関行列 (correlation matrix)、をそれぞれ表す。相関行列 Rは、
共分散行列Cを用いて次のように定義されることに注意。

(R)ij =
(C)ij

σexp
i σexp

j

(C.242)

本論文 3.2.2節の表 2に挙げられた電弱精密測定の内、line-shape & FB asymmetries, τ polar-

ization measurements, b and c quark results, SLD results、に関する相関行列、Rline, Rτ pol,

Rb and c, RSLDは文献 [100]で与えられている#36。したがって、これらの相関行列の逆行列を
求めれば#37、(C.241)式より電弱精密測定の χ2フィットを評価できる。
#36Rline, Rτ pol, Rb and c, RSLD はそれぞれ文献 [100]の、p75の表 2.13、p114の 23行目の一文、p160の表
5.11 、p96の表 3.6、に示されている。
#37例えばMathematica、あるいはMaximaを使えば容易に計算できる。
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D Vertex Correctionのくり込み
標準模型 (chiral gauge theory)のくり込み 物理量を予言するには、最初に Lagrangian

を書くところから出発する。しかし場の量子論のLagrangian（裸のラグランジアン (bare La-

grangian)）に含まれる質量、結合定数といったパラメーター（裸のパラメーター (bare pa-

rameters)）は、一般に実験の測定値（くり込まれたパラメーター (renormalized parameters)）
と異なる。実験では全ての量子補正を含んだ物理量を測定するので、裸の Lagrangianに含
まれる裸のパラメーターと、実験で決まるパラメーター（くり込まれたパラメーター）を関
係づける必要がある。裸のパラメーターをくり込まれたパラメーターで再定義する手続きを
「くり込み (Renormalization)」と呼ぶ。
理論に発散があろうがなかろうが、Lagrangianに含まれるパラメーターを実験値から決め
る手続きは必要である。tree levelでは単純に裸のパラメータ= 実験値として計算を行うが、
loop levelの計算においては、一般に裸のパラメーター ̸= 実験値である。さらに、物理量同
士の関係式も tree levelのときから変化する。したがって loop levelの計算を行うには、まず
Lagrangianに含まれる裸のパラメーターと実験値の関係を明らかにする必要がある#38。
量子補正の紫外発散部分を裸のパラメーターの再定義でとりこみ、有限個の実験のインプッ
トから、理論の予言する全ての物理量を有限にできる場合、「くり込み可能である」という。
このようなくり込み可能な理論は、実験のインプットに用いた物理量以外の物理量（量子補
正を含む物理量）に関して予言能力をもつ。
くり込みは理論のカットオフを無限大にとると、裸のパラメーターに無限大が現れるが、物
理的には本来、有限な量であると考えている。くり込みの意味をウィルソンの有効理論 [111]

から考えてみる。超弦理論などの何らかの理論が存在すると仮定すると、その理論から、く
り込み可能である必要のないプランクスケールの有効 Lagrangianが出てくるだろう。ただ
し、このような高エネルギーの有効 Lagrangianに含まれるくり込み不可能な項 (irrelevant

operators)は、高エネルギー部分を積分した低エネルギー有効 Lagrangianで結合定数が減少
し無視できるようになる（演算子の次元 n、低エネルギースケール µ、カットオフスケール
Λのとき、(µ/Λ)n−4に比例）[110, 112, 113]。そのため、プランクスケールの Lagrangianに
くり込み不可能な相互作用があったとしても、低エネルギー有効理論（標準模型）はくり込
み可能な理論となる#39。

#38実験値との関係を明らかにする手続きを on-shell renormalizationという。実用上は on-shell renormalization
で無限大のくり込みを済ませた後、有限量のくり込みから、くり込み条件をMSに変え、摂動論の近似が良い
くり込み点 µ2 を基準とするパラメーターで物理量を計算することが多い。
#39運動量積分のカットオフが Lorentz invarianceと gauge invariance に反することに関する議論は、例えば
lattice regularizationを参照 [113]。
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D.1 くり込み変換と相殺項
このAppendixではHollikの文献 [114, 115]に従って、「標準模型のくり込み」をレビュー
する。QEDのくり込み [95]とは、特に理論がカイラルな点で異なる。本節は、「標準模型の
くり込み」の議論に含まれるトピックの中から、本論文で用いた、「ゲージボソン・フェル
ミオンの２点関数」、および「ゲージボソン・フェルミオンの３点関数」のくり込みに必要
な相殺項 (counter terms)を導出することを目標とする。したがって、以後、ゲージボソンの
oblique corrections、ならびにフェルミオンとゲージボソンの vertex correctionsの計算に必
要なトピックに絞って、くり込みの議論を進める。
相殺項の Feynman rule導出はHollikの「標準模型のくり込み」の文献 [114]に準ずる#40。
ここでは、「on-shell renormalization」の詳細を議論する。on-shell renormalizationは実験値
と裸のパラメータを対応させる renomalization schemeである#41。なおHollik氏の文献 [114]

に従い、on-shell schemeのインプットパラメーターは、QED電荷 e、Wボソンの質量MW、
Zボソンの質量MZ の場合を考える。
初めに、裸の場を「乗法的くり込み定数 (multiplicative renormalization constants) Z」を
掛けたくり込まれた場で、以下のように再定義する。ただし、乗法的くりこみ定数Zは、後
に「くり込み条件」から実験値をインプットして決定される量である。

Aaoµ = (ZA
2 )

1/2Aaµ :SU(2)L gauge field a = 1, 2, 3

B0µ = (ZB
2 )

1/2Bµ :U(1) gauge field

ψL0 = (ZL)
1/2ψL :left-handed fermion

ψR0 = (ZR)
1/2ψR :right-handed fermion

H0 = (ZH)1/2H :Higgs field

g0 = ZA
1 (Z

A
2 )

−3/2g :SU(2)L gauge coupling constant

g′0 = ZB
1 (Z

B
2 )

−3/2g′ :U(1) gauge coupling constant

v0 = (ZH)1/2(v − δv) :vacuum expectaion value

y0ψ = (ZH)−1/2Zψ
1 yψ :Yukawa coupling (D.243)

ここで、左辺は「裸の場」と「裸のパラメーター（結合定数と質量）」、右辺は「乗法的く
り込み定数（Z因子）」を掛けた「くり込まれた場」と「くり込まれたパラメーター」である。

#40ただし、このレビューの計算では、共変微分と２点関数の表記法 (notaion)は Hollikのレビュー [114]と異
なり、Peskin [95]の notationを採用することにする。
#41よく知られたMS schemeに現れるMS質量やMS結合定数は、直接実験で測られる量ではない。MS質量
やMS結合定数などの値は、出発した裸の Lagrangianが同じであることに注目して、on-shell renormalization
で決定したくり込み定数とMSで決定したくり込み定数を比較することで得られる。したがってMSで計算す
るにしても、最初に on-shell renormalizationの手続きが必要である。
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特に、ゲージ対称性から、３つある SU(2)Lゲージ場Aaµ (a = 1, 2, 3) に対応するくり込み定
数は１つだけになる。
初めに標準模型の Lagrangianを、くり込み変換 (D.243)式に含まれる裸の場とパラメータ
で書き下すことから出発する。標準模型（電弱相互作用に限る）の裸の Lagragianは、次の
3項に分けられる。

LEW = Lgauge + LHiggs + Lfermion (D.244)

次に、標準模型の裸の Lagrangianに含まれる、くり込み変換 (D.243)式で定義された Z因子
Ziを、以下のくり込み定数の展開 (D.245)式に従って展開する。

Zi = 1 + δZi (D.245)

一般に、裸のLagrangianに含まれる適当な場ϕ0 = Z
1/2
ϕ ϕと、適当な結合定数 e0を (D.245)式

の形で展開すると、裸のLagrangianは以下のように、くり込まれたLagrangian (renormalized

Lagrangian)と相殺項 (counter terms)に分離される。

L(ϕ0, e0) = L(ϕ, e) + δL(ϕ, e, δZϕ) (D.246)

よって、くり込み定数の展開 (D.245)式から、くり込み定数を展開すると Lgauge, LHiggs,

Lfermionを「renormalized Lagrangian」と「counter term Lagrangian」に分離できる。なお、
くりこみ定数の展開で (δZi)

2 の項は higher orderとして無視する。以下、1. gauge boson self

eneries、2.fermion self energies の順に、相殺項を定式化していく。

D.1.1 gauge boson self energies

この節では、ゲージボソンの self energy ΠIJ(q
2) の on-shellくり込みを行う。ここでゲー

ジボソンの self energyは図 28のように定義する。但し、ゲージボソンの self energyに含ま
れる qµqνに比例する項は、q2がM2

W,Zの物理的な散乱振幅を考えたとき、外線とのDirac方
程式より qµ, qν が高々bottom quarkの質量にしかならないため、m2

f/M
2
W,Z に比例する項は

無視した#42。
ゲージボソンの質量の表式は、tree levelの場合と同様にweak mixing angleにより対角化
を行う。ゲージ場の質量固有状態は、weak mixing angle c, sを使って次のように書く。

W±
µ =

1√
2

(
A1
µ ∓ iA2

µ

)
(
Zµ
Aµ

)
=

(
c −s
s c

)(
A3
µ

Bµ

)
(D.247)

#42mf は W,Z ボソンより軽い外線フェルミオンの質量である。また、くり込みによる輻射補正の計算は
LEP2 [100]の電弱精密測定を考えるため q2 =M2

W,Z を考える。
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図 28: gauge boson self energies。ここで I,Jはゲージ場を表す。また、qµ, qνに比例する項は
高々bottom quarkの質量にしかならないため、M2

W,Z に比べて小さいとして無視した。

ここでweak mixing angle sの定義は、

s = sin2 θW = 1− M2
W

M2
Z

(D.248)

である。右辺のMW ,MZは実験で決まるweak boson の pole massである（on-shell scheme

のインプットパラメーター）。
SU(2)L × U(1)の自発的対称性の破れから、U(1)emの対称性が残り、hypercharge Y=1/2

のHiggs場は真空期待値 vを得る。

⟨H⟩ = 1√
2

(
0

v

)
(D.249)

Higgs場の共変微分は、SU(2)L doublet かつ weak hypercharge Y = 1/2なので、

D0µ = ∂µ − ig0A
a
0µ

σa

2
− i

(
1

2

)
g′0B0µ

σ1 =

(
0 1

1 0

)
, σ2 =

(
0 −i
i 0

)
, σ3 =

(
1 0

0 −1

)
: σi the Pauli sigma matrices

(D.250)

ここで、添字の 0は裸のパラメーターであることを表す。
まず初めに、ゲージボソンの質量項を求める。ゲージ場 (×2)とHiggs場 (VEV× 2)の相互
作用項はゲージボソンの質量項を与える。以下、くりこみ変換 (D.243)式より裸の場・結合
定数をくり込まれた場・結合定数で表し、くり込み定数の展開 (D.245)式を用いて展開する。
またゲージボソンの質量固有状態は (D.247)式のweak mixing angel、c, sで対角化される。
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ゲージボソンの質量項は

LHiggs ⊃ |D0µH0|2

=

∣∣∣∣(∂µ − ig0A
a
0µ

σa

2
− i

1

2
g′0B0µ

)(
ZH
)1/2

H

∣∣∣∣2
⊃

(
0 v0√

2

)(
ig0A

a
0µ

σa

2
+ i

1

2
g′0B0µ

)(
−ig0Abµ0

σb

2
− i

1

2
g′0B

µ
0

)(
0
v0√
2

)

=
v20
8

{
g20
(
A1

0µ

)2
+ g20

(
A2

0µ

)2}
+
v20
8

(
−g0A3

0µ + g′0B0µ

)2
=

(v − δv)2

8
ZH

(
ZA

1

ZA
2

)2 {(
A1
µ

)2
+
(
A2
µ

)2}
g2

+
(v − δv)2

8
ZH

{(
ZA

1

ZA
2

)2

g2
(
A3
µ

)2
+

(
ZB

1

ZB
2

)2

g′2 (Bµ)
2 − 2

(
ZA

1 Z
B
1

ZA
2 Z

B
2

)
gg′A3 ·B

}
= M2

W

(
W+
µ W

−µ)+ δZW
2 M2

W

(
W−
µ W

+µ
)
+ δM2

W

(
W+
µ W

−µ)
+
1

2
M2

Z (Zµ)
2 +

1

2
δZZ

2 M
2
Z (Zµ)

2 +
1

2
δM2

Z (Zµ)
2

+M2
Z

{
cs
(
δZA

1 − δZB
1

)
+ cs

(
δZB

2 − δZA
2

)}
(Z · A) (D.251)

となる。３行目で、LHiggsからゲージボソンの質量項だけ抜き出した。５行目で、くり込み変
換 (D.243)式を使って、くり込まれた量に書き直した。６行目は、くり込み定数の展開 (D.245)

式で、くり込み定数を展開し、weak mixing angle (D.247)式からゲージボソンの質量固有状
態に書き直し、さらに次の (D.252)式を使った。

MW =
v

2
g, MZ =

√
g2 + g′2

v

2

c =
g√

g2 + g′2
, s =

g′√
g2 + g′2

(D.252)

ここでゲージボソンの質量項 (D.251)式の δZW
2 、δM2

W、δZZ
2、δM2

Zの定義は以下の通りで
ある。

δZW
2 = δZA

2

δM2
W =

(
2 δZA

1 − 3 δZA
2 + δZH − 2δv

v

)
M2

W

δZZ
2 = s2δZB

2 + c2δZA
2

δM2
Z =

(
2 c2δZA

1 + 2 s2δZB
1 + δZH − 2δv

v
− 3 δZZ

2

)
M2

Z (D.253)
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(D.253)式の δZW
2 、δZZ

2 を上のように定義した理由は、次のゲージ場の運動項Lgaugeで導
出する counter term による。
次に、ゲージ場の運動項Lgaugeから counter termを導出する。ゲージ場の運動項Lgaugeは

Lgauge = −1

4

∑
a

(
∂µA

a
0ν − ∂νA

a
0µ + g0ε

abcAb0µA
c
0ν

)2 − 1

4
(∂µB0ν − ∂νB0µ)

2

⊃ −1

4

∑
a

(
∂µA

a
0ν − ∂νA

a
0µ

)2 − 1

4
(∂µB0ν − ∂νB0µ)

2

= −1

2

∑
a

{(∂µAa0ν) (∂µAaν0 )− (∂µA
a
0ν) (∂

νAaµ0 )}

−1

2
{(∂µB0ν) (∂

µBν
0 )− (∂µB0ν) (∂

νBµ
0 )}

= −1

2

∑
a

Aa0µ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aa0ν −

1

2
B0µ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
B0ν

= −1

2
ZA

2

∑
a

Aaµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aaν −

1

2
ZB

2 Bµ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Bν

= −1

2

∑
a

Aaµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aaν −

1

2
Bµ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Bν

−1

2
δZA

2

∑
a

Aaµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aaν −

1

2
δZB

2 Bµ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Bν

⊃ −1

2
δZW

2 W+
µ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
W−
ν − 1

2
δZW

2 W−
µ

(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
W+
ν

−1

2
δZZ

2 Zµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Zν −

1

2
δZγ

2Aµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aν

−1

2
δZγZ

2 Zµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Aν −

1

2
δZγZ

2 Aµ
(
−∂2gµν + ∂µ∂ν

)
Zν (D.254)

となる。２行目で、ゲージボソンの 2点関数に関係する項のみを取り出した。４行目は、作
用（action）を考え部分積分を行い、微分の作用する場所を変えた。５行目は、くり込み変
換 (D.243)式を、６行目は、くり込み定数の展開 (D.245)式を使った。７行目は counter term

のみを抜き出し、weak mixing angle (D.247)式を使ってゲージボソンの質量固有状態に書き
直した。ここで、δZZ

2 ,δZ
γ
2 , δZ

W
2 ,δZγZ

2 を次の (D.255)式で定義した。(
δZγ

2

δZZ
2

)
=

(
s2 c2

c2 s2

)(
δZA

2

δZB
2

)
δZW

2 = δZA
2

δZγZ
2 = cs

(
δZA

2 − δZB
2

)
(D.255)
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また、δZγZ
2 は右辺を δZγ

2 ,δZ
Z
2 を使って書き直すと、

δZγZ
2 =

cs

c2 − s2
(
δZZ

2 − δZγ
2

)
(D.256)

と表される。さらに、Z1についても同様にweak mixig angleを使って書き直すことにする。
そうすると、(D.255)式と (D.256)式の δZ2と合わせて、一般に δZiは(

δZγ
i

δZZ
i

)
=

(
s2 c2

c2 s2

)(
δZA

i

δZB
i

)
δZW

i = δZA
i

δZγZ
i =

cs

c2 − s2
(
δZZ

i − δZγ
i

)
(i = 1, 2) (D.257)

の形にまとめて書くことができる。また (D.253)式の δM2
W と δM2

Z は、(D.257)式を使って
書き直すと、次の関係が成り立つ。

δM2
Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

=
s

c

(
3 δZγZ

2 − 2 δZγZ
1

)
(D.258)

以上の計算から、on-shellくり込みのゲージボソンの self energy（２点関数）が導かれる。
ゲージボソンの self energy の相殺項 (D.251)式と (D.254) 式を (D.257)式を使って書き直す
と、くり込まれたゲージボソンの self energy Π̂IJ(q

2)（ハットのシンボルˆが付いた）を以下
のように書き下せる。

Π̂γγ(q
2) = Πγγ(q

2)− δZγ
2 q

2

Π̂ZZ(q
2) = ΠZZ(q

2) + δM2
Z − δZZ

2

(
q2 −M2

Z

)
Π̂WW (q2) = ΠWW (q2) + δM2

W − δZW
2

(
q2 −M2

W

)
Π̂Zγ(q

2) = ΠZγ(q
2)− δZγZ

2 q2 +
(
δZγZ

1 − δZγZ
2

)
M2

Z (D.259)

さらに、(D.259)式に含まれる (D.253)式で定義した δM2
W ,δM2

Zも (D.257)式を用いて書き
直すと

δM2
W = M2

W

[
s2

s2 − c2
(2 δZγ

1 − 3 δZγ
2 )−

c2

s2 − c2
(
2 δZZ

1 − 3 δZZ
2

)
+ δZϕ − 2δv

v

]
δM2

Z = M2
Z

[
2 δZZ

1 − 3 δZZ
2 + δZϕ − 2δv

v

]
(D.260)

を得る。
この節で得られた最終的な結果は、(D.257)式、(D.258)式、(D.259)式および (D.260)式で
ある。
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D.1.2 fermion self energies

続いてこの節では、fermionの self energy−iΣ(p)のon-shellくり込みを行う。ここで fermion

の self energyは図 29のように定義する。

図 29: fermion self energies

fermionに関する Lagrangian Lfermionは

Lfermion = L̄0(iD/ 0)L0 + l̄0R(iD/ 0)l0R − y0l√
2
v0 l̄0Ll0R + h.c. (D.261)

の形で与えられる。ここで L0は SU(2)L doubletの裸のレプトン場、l0Lは left-handedの裸
の荷電レプトン、l0Rは right-handedの裸の荷電レプトン、y0lは裸の湯川結合定数、v0は裸
の真空期待値、D0µは裸の共変微分をそれぞれ表す。
まず、裸の共変微分を D.1節のくり込み変換 (D.243)式とくり込み定数の展開 (D.245)を
用いて書き直す。すると裸の共変微分D0µは

D0µ = ∂µ − ig0A
a
0µ

σa

2
− ig0Y B0µ

= ∂µ − igAaµ
σa

2
− ig′Y Bµ

−i(δZA
1 − δZA

2 )gA
a
µ

σa

2
− i(δZB

1 − δZB
2 )g

′Y Bµ (D.262)

となる。ここで σaは (D.250)式のPauli行列、Yはハイパーチャージである。さらに、D.1.1

節のweak mixing angle c, sに関する式、(D.247)と (D.252)を用いて、(D.262)式をゲージ場
の質量固有状態に書き直すと

D0µ = ∂µ − i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)− i

g

c
(T 3 − s2Q)Zµ − iQeAµ

−i(δZA
1 − δZA

2 )
g√
2
(T+W+

µ + T−W−
µ )

−i{(δZA
1 − δZA

2 )cgT
3 − (δZB

1 − δZB
2 )sg

′Y }Zµ
−i{(δZA

1 − δZA
2 )eT

3 + (δZB
1 − δZB

2 )eY }Aµ (D.263)

となる。ここで T±は T± = (σ1 ± iσ2)/2、 T 3はアイソスピンで σ3/2の固有値である。ま
た、QED電荷QはQ = T 3 + Y であり、QEDの結合定数 eは e = gg′/

√
g2 + g′2 （もしく
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は g = e/s）と決まる。そして、(D.263)式中のくり込み定数 δZA,B
1,2 を、(D.257)式の weak

mixing angleのコンビネーションで表されたくり込み定数 δZZ,γ
1,2 で書き直すと、(δZA

1 − δZA
2 )

と (δZB
1 − δZB

2 )は、

δZA
1 − δZA

2 =
1

s4 − c4
(s2δZγ

1 − c2δZZ
1 − s2δZγ

2 + c2δZZ
2 )

=
1

s2 − c2
{s2(δZγ

1 − δZγ
2 )− c2(δZZ

1 − δZZ
2 )}

δZB
1 − δZB

2 =
1

s4 − c4
(−c2δZγ

1 + s2δZZ
1 + c2δZγ

2 − s2δZZ
2 )

=
1

s2 − c2
{s2(δZZ

1 − δZZ
2 )− c2(δZγ

1 − δZγ
2 )}

と書き直されるので、裸の共変微分 (D.263)式は

D0µ = ∂µ − i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)− i

g

c
(T 3 − s2Q)Zµ − iQeAµ

−i(δZW
1 − δZW

2 )
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)

−ig
c

[
(δZZ

1 − δZZ
2 )T

3 − 1

s2 − c2
{
s4(δZZ

1 − δZZ
2 )− s2c2(δZγ

1 − δZγ
2 )
}
Q

]
Zµ

−i
[
(δZγ

1 − δZγ
2 − δZZ

1 + δZZ
2 )

1

s2 − c2
eT 3

+
1

s2 − c2
{
s2(δZZ

1 − δZZ
2 )− c2(δZγ

1 − δZγ
2 )
}
eQ

]
Aµ (D.264)

と表すことができる。
さて、fermionの self energy −iΣ(p)であるが、これは fermionに関するLagrangian (D.261)

式において、裸の運動項と裸の質量項に相当する。ここで裸の運動項とは、裸の共変微分
(D.264)式の第１項 ∂µから来る項を指す。
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よって (D.261)式のフェルミオンの裸の運動項ならびに裸の質量項は

Lfermion ⊃ l̄0L i∂/ l0L + l̄0R i∂/ l0R − y0l√
2
v0l̄0Ll0R + h.c.

= ZLl̄L i∂/ lL + ZR l̄R i∂/ lR

−
{
(ZH)−1/2Z l

1 yl√
2

}{
(ZH)1/2(v − δv)

}
(ZL)

1/2(ZR)
1/2l̄LlR + h.c.

= (1 + δZL)l̄L i∂/ lL + (1 + δZR)l̄R i∂/ lR

− yl√
2
(1 + δZ l

1)(v − δv)(1 + δZL)
1/2(1 + δZR)

1/2l̄LlR + h.c.

= l̄L i∂/ lL + l̄R i∂/ lR −ml l̄LlR + h.c.

+l̄ i∂/ (δZLPL + δZRPR)l −ml

(
δZL
2

+
δZR
2

− δv

v
+ δZ l

1

)
l̄LlR + h.c.

(D.265)

で与えられる。ただし、２行目で、くり込み変換 (D.243)式を、３行目で、くり込み定数の
展開 (D.245)式を用いた。
最後に、図 29で表された fermionの self energy −iΣ(p)の、くり込まれた表式を求める。
ここで fermion l の self energy −iΣl(p)を、次のようにカイラリティーで分解する。

Σl(p) = Σl
L(p

2)p/PL + Σl
R(p

2)p/PR + Σl
S(p

2)ml (D.266)

ただし、mlは fermion lの質量である。fermionの運動項と質量項の相殺項 (D.265)式より、
くり込まれた fermion l の self energy Σ̂l(p) （ハットのシンボルˆがついた）を以下のように
書き下せる。

Σ̂l(p) = Σl
L(p

2)p/PL + Σl
R(p

2)p/PR + Σl
S(p

2)ml

−p/(δZLPL + δZRPR) +ml

(
δZL
2

+
δZR
2

− δv

v
+ δZ l

1

)
(D.267)

この節で得られた最終的な結果は、(D.264)式と (D.267)式である。

D.2 On-shellくり込み条件とくり込み定数
前のD.1節の結果を用いて、on-shellくり込み条件からくり込み定数を決定する。なお本
節では、フェルミオンとゲージボソンの vertex corrections の相殺項の導出に必要な計算に
限って、議論を進める。本節に関連したトピックの、QED電荷 eのくり込み、ならびにweak

mixing angle sW のくり込みについては、文献 [114]を参照。以下、1.ゲージボソンの２点関
数の on-shellくり込み、2.フェルミオンの２点関数の on-shellくり込み、の順にくり込み定
数を求める。
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D.2.1 ゲージボソンの２点関数に関する on-shellくり込み

ゲージボソンの２点関数に関する on-shellくり込み条件は、以下のように与えられる。

∂Π̂γγ

∂q2

∣∣∣∣∣
q2=0

= 0, (D.268)

Π̂ZZ(M
2
Z) = 0, (D.269)

Π̂WW (M2
W ) = 0, (D.270)

Π̂Zγ(0) = 0. (D.271)

ここで、(D.268)式は、フォトンの波動関数くり込み (wave function renormalizarion)の規
格化条件、(D.269)式は、Zボソンの（量子補正を取り入れた）プロパゲーターが q2 = M2

Z

で poleをもつ条件、(D.270)式は、Wボソンの（量子補正を取り入れた）プロパゲーターが
q2 = M2

W で poleをもつ条件、(D.271)式は、on-shellのフォトンに Zボソンの混合がない条
件、にそれぞれ対応する#43。

#43全ての量子補正を含むゲージボソンのプロパゲーターを、−igµνGIJ (q
2)とおく。それに対し、1PIの量子

補正のみを含むゲージボソンのプロパゲーターを、igµνΠIJ (q
2)とおく。ただし I, J はゲージ場を表し、qµ, qν

に比例する項は、図 28の場合と同様に無視する。Dyson resummationより Gγγ(q
2), GZZ(q

2), GZγ(q
2)は、

−igµνGγγ(q
2) =

−igµν

q2
+

−igµρ

q2
[
igρσΠγγ(q

2)
] [

−igσνGγγ(q
2)
]
+

−igµρ

q2
[
−igρσΠZγ(q

2)
] [

−igσνGZγ(q
2)
]

−igµνGZZ(q
2) =

−igµν

q2 −M2
Z

+
−igµρ

q2 −M2
Z

[
igρσΠZZ(q

2)
] [

−igσνGZZ(q
2)
]

+
−igµρ

q2 −M2
Z

[
−igρσΠZγ(q

2)
] [
−igσνGZγ(q

2)
]

−igµνGZγ(q
2) =

−igµρ

q2 −M2
Z

[
igρσΠZZ(q

2)
] [
−igσνGZγ(q

2)
]
+

−igµρ

q2 −M2
Z

[
−igρσΠZγ(q

2)
] [

−igσνGγγ(q
2)
]

で与えられる。これを Gγγ(q
2), GZZ(q

2), GZγ(q
2)の連立方程式として解くと、

Gγγ(q
2) =

1

q2 −Πγγ
, GZZ(q

2) =
1

q2 −M2
Z −ΠZZ

, GZγ(q
2) =

(
1

q2 −M2
Z −ΠZZ

)
ΠZγ

q2 −Πγγ

を得る。フォトンの波動関数くり込みの規格化条件は、q2 → 0でフォトンのプロパゲーターが −igµν/q2 とな
ることである。したがって、フォトンの波動関数くり込みは、プライム記号 ′を q2 の微分とすると

−igµνGγγ(q
2) =

−igµν

q2 −
(
Πγγ(0) + q2Π′

γγ(0) +O(q4) + · · ·
) =

−igµν

q2(1−Π′
γγ(0)−O(q2) + · · · )

となる。以上から、フォトンの波動関数くり込み (D.268)式が得られた。また、GZZ(q
2)およびGZγ(q

2)の式
から、Zボソンの pole massでのくり込み条件 (D.269)式と、フォトンと Zボソンの混合の条件式 (D.271)を
得る。Wボソンに関しても同様である。
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まず (D.259)の１行目の式と、on-shellくり込みの条件式 (D.268)から、ただちに

δZγ
2 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

. (D.272)

次に (D.259)の２,３,４行目の式に、on-shellくり込みの条件式 (D.269), (D.270),(D.271)を
用いて得られた式に、δM2

Z , δM
2
W に関する (D.260)式と (D.272)式を用いて整理すると、δZZ

2

に関する式

δZZ
2 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

− 2

(
c2 − s2

sc

)
ΠZγ(0)

M2
Z

+

(
c2 − s2

s2

)(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
(D.273)

を得る。ところで、δZγ
1 ならびに δZZ

1 に関して同様に計算すると、δZZ
2 のように δM2

Z , δM
2
W

のコンビネーションで書かれた表式にならず、δZϕ, δvに陽に依った表式になる。しかし、こ
こで一般化されたWard identityを用いると、δZγ

1 ならびに δZZ
1 の表式も、δM2

Z , δM
2
W のコン

ビネーションで書くことができる。　文献 [114]にて与えられた、一般化されたWard identity

（詳しい議論は文献 [115, 116]を参照）

δZB
1 = δZB

2 (D.274)

を (D.271)式に用いると、以下の恒等式が得られる。

δZγ
1 − δZγ

2 =
s

c

ΠZγ(0)

M2
Z

(D.275)

よって δZγ
1 は、(D.275)式からただちに求まる。最後に δZZ

1 も (D.271)式

0 = ΠγZ(0) + (δZγZ
1 − δZγZ

2 )M2
Z ,

からただちに求まる。また、δZW
2 , δZW

1 についても、(D.257)式より δZW
2 = δZA

2 , δZ
W
1 = δZA

1

であるから、ZZ,γ
1,2 の結果を用いて容易に求まる。

以上の結果をまとめると、on-shellくり込み条件での、ゲージボソンの２点関数に関する
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くりこみ定数 δZγ
2 , δZ

γ
1 , δZ

Z
2 , δZ

Z
1 , δZ

W
2 , δZW

1 は、次のように書ける。

δZγ
2 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

, (D.276)

δZγ
1 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

− s

c

ΠZγ(0)

M2
Z

, (D.277)

δZZ
2 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

− 2

(
c2 − s2

sc

)
ΠZγ(0)

M2
Z

+

(
c2 − s2

s2

)(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
, (D.278)

δZZ
1 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

−
(
3c2 − 2s2

sc

)
ΠZγ(0)

M2
Z

+

(
c2 − s2

s2

)(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
, (D.279)

δZW
2 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

− 2
c

s

ΠZγ(0)

M2
Z

+
c2

s2

(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
, (D.280)

δZW
1 =

∂Πγγ

∂q2

∣∣∣∣
q2=0

−
(
3− 2s2

sc

)
ΠZγ(0)

M2
Z

+
c2

s2

(
δM2

Z

M2
Z

− δM2
W

M2
W

)
. (D.281)

この節で得られた最終的な結果は、(D.276), (D.277), (D.278), (D.279), (D.280), (D.281)

式である。

D.2.2 フェルミオンの２点関数に関する on-shellくり込み

フェルミオン lの２点関数に関する on-shellくり込み条件は、以下のように与えられる。

Σ̂l(p/ = ml) = 0 (D.282)

lim
p/→m−

i(p/+m−)

p2 −m2
−

Σ̂l(p/)u−(p) = 0 (D.283)

ここで (D.282)式は、質量mlのフェルミオン lの（量子補正を取り入れた）プロパゲーター
が、p/ = mlで poleをもつ条件、(D.283)式はフェルミオンの波動関数くり込み (wave function

renormalization)の規格化条件である。ただし、(D.283)式はアイソスピン T 3 = −1/2の、荷
電レプトンないしダウンタイプのクォークに対する条件式である。u−(p), m−はそれぞれ、ア
イソスピン T 3 = −1/2の粒子の波動関数と質量を表す。(D.283)式はくり込み変換 (D.243)

式の、left-handed, right-handed のフェルミオンのくり込み定数ZL, ZRを同時に決める。
フェルミオンの（量子補正を取り入れた）プロパゲーターSlF (p)は、くり込まれた fermion

l の self energy Σ̂l(p) (D.267)式を使って、以下のように与えられる。

SlF (p) =
i(p/+ml)

p2 −m2
l

+
i(p/+ml)

p2 −m2
l

(−iΣ̂l(p/))
i(p/+ml)

p2 −m2
l

(D.284)
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ここで、(D.267)式の Σl
L(p

2),Σl
R(p

2),Σl
S(p

2) を p2 = m2
l の周りで展開すると、(D.284)式は

SlF (p) =
i(p/+ml)

p2 −m2
l

+
i(p/+ml)

p2 −m2
l

[
Σl
L(p

2)p/PL + Σl
R(p

2)p/PR + Σl
S(p

2)ml

+ml

(
δZL
2

+
δZR
2

− δv

v
+ δZ l

1

)
−p/(δZLPL + δZRPR)]

(p/+ml)

p2 −m2
l

=
i(p/+ml)

p2 −m2
l

+
i(p/+ml)

p2 −m2
l

[
(p/−ml)PL

{
Σl
L(m

2
l ) +

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+mlPL

{
Σl
L(m

2
l ) +

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+(p/−ml)PR

{
Σl
R(m

2
l ) +

dΣl
R(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+mlPR

{
Σl
R(m

2
l ) +

dΣl
R(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+ml

{
Σl
S(m

2
l ) +

dΣl
S(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+ml

(
δZL
2

+
δZR
2

− δv

v
+ δZ l

1

)
− (p/−ml)(δZLPL + δZRPR)

−ml(δZLPL + δZRPR)]
(p/+ml)

p2 −m2
l

(D.285)
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のように書き下せる。フェルミオン lの pole massの条件式 (D.282)を用いると、(D.286)式は

SlF (p) =
i(p/+ml)

p2 −m2
l

+
i(p/+ml)

p2 −m2
l

Σ̂l(p/)
(p/+ml)

p2 −m2
l

=
i(p/+ml)

p2 −m2
l

+
i(p/+ml)

p2 −m2
l

[
(p/−ml)PL

{
Σl
L(m

2
l ) +

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+mlPL

{
dΣl

L(p
2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+(p/−ml)PR

{
Σl
R(m

2
l ) +

dΣl
R(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+mlPR

{
dΣl

R(p
2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}

+ml

{
dΣl

S(p
2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(p2 −m2
l ) + · · ·

}
− (p/−ml)(δZLPL + δZRPR)

]
(p/+ml)

p2 −m2
l

(D.286)

となる。さらに、アイソスピン−1/2のフェルミオン lの波動関数を ul(p) とすると、(D.286)

式から得られた、くり込まれたフェルミオンの self energy Σ̂l(p/)より、フェルミオンの波動
関数くり込みの条件式 (D.283)は

0 = lim
p/→m−

i(p/+ml)

p2 −m2
l

Σ̂l(p/)ul(p)

=

[
PLΣ

l
L(m

2
l ) + (m2

lPR +m2
lPL)

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+ PRΣ
l
R(m

2
l )

+(m2
lPL +m2

lPR)
dΣl

R(p
2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+ 2m2
l

dΣl
S(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

− (δZlPL + δZRPR)

]
ul(p)

(D.287)

となる。ただしDirac方程式 p/ul(p) = mlul(p)を用いた後に、p/→ mlの極限をとった。した
がって、(D.287)式より on-shellくり込み条件での、フェルミオン l の２点関数に関するくり
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込み定数 δZL, δZRは、次のように書ける。

δZL = Σl
L(m

2
l ) +m2

l

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+m2
l

dΣl
R(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+ 2m2
l

dΣl
S(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

δZR = Σl
R(m

2
l ) +m2

l

dΣl
L(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+m2
l

dΣl
R(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

+ 2m2
l

dΣl
S(p

2)

dp2

∣∣∣∣
p2=m2

l

(D.288)

最後に、外線ニュートリノの有限な波動関数くり込み (external ν line finite wavefunction

renormalization) について議論する。フェルミオンの波動関数くり込みの条件式 (D.283)か
ら、荷電レプトンに関して、SU(2)L doubletのくり込み定数 δZLと SU(2)L singletのくり込
み定数 δZRは、(D.288) 式のように決まり、荷電レプトンのプロパゲータの留数 (residue)は
１になる。ところが、標準模型には SU(2)L singletの right-handedニュートリノが存在しな
いため、left-handedのニュートリノのプロパゲーターは、荷電レプトンの波動関数くり込み
で決まる、くり込み定数 δZL のみによってくり込まれることになる。このとき、標準模型の
left-handedニュートリノは、SU(2)L singletの right-handedニュートリノからのくり込み定
数 δZRでプロパゲーターの residueを調整できないため、left-handedニュートリノのプロバ
ゲーターの residueは１からずれることになる。
くり込まれた left-handedニュートリノの self energy Σ̂ν(p) （(D.267)式で l = νとした）
は、ml を０にとった (D.267)式で p/PLに比例する項に対応する。したがって、left-handed

ニュートリノの（量子補正を取り入れた）プロパゲーター SνF (p)は

SνF (p) =
iPLp/

p2
+
iPLp/

p2
Σ̂ν(p/)

PLp/

p2

=
iPLp/

p2
+
iPLp/

p2
(
Σν
L(p

2)p/PL − p/δZLPL
) PLp/
p2

=
iPLp/

p2
[
1 + (Σν

L(p
2)− δZL)

]
≃ iPLp/

p2

[
1 +

1

2
(Σν

L(p
2)− δZL)

]2
(D.289)

のように表すことができる。したがって、有限な波動関数くり込みの効果を取り入れるには、
２点関数が ⟨Ω|Tψ(x)ψ̄(y)|Ω⟩ のように表されることに注意して#44、left-handedニュートリ
ノの外線 ūsν(p)を次のように、有限な波動関数くり込みの因子を掛けて置き換えればよい。

ūsν(p) →
(
1 +

1

2
[Σν

L(0)− δZL]

)
ūsν(p) (D.290)

この節で得られた最終的な結果は、(D.288)式および (D.290)式である。
#44有限な波動関数くり込みに関しては LSZの reduction formula [95]を参照。
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D.3 Vertex corrections

最後に、本節ではくり込み変換と相殺項D.1節と、くり込み条件とくり込み定数D.2節で得
られた結果を用いて、フェルミオンとゲージボソンの vertex correctionsの相殺項を導出する。
以下ではフェルミオンをレプトンとし、SU(2)L doubletのレプトンを Lα (= (ναL, lαL)

T)、
SU(2) singletの荷電レプトンを lαR と表すことにする。ここで添字の α = 1, 2, 3 はフレー
バーの足を表し、それぞれエレクトロン、ミューオン、タウを表す。ただし、以後の計算で
はフレーバーの足は省略し、ニュートリノを ν、荷電レプトンを lと表す。まず、D.1節で
得られた裸の共変微分 D0µ (D.264)式を、ゲージボソンの２点関数に関するくりこみ定数
δZγ

2 , δZ
γ
1 , δZ

Z
2 , δZ

Z
1 , δZ

W
2 , δZW

1 の式 (D.276), (D.277), (D.278), (D.279), (D.280), (D.281)を
使って書き直すと

D0µ = ∂µ − i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)− i

g

c
(T 3 − s2Q)Zµ − iQeAµ

−i
(
− 1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

)
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)

−ig
c

[(
−c
s

ΠZγ(0)

M2
Z

)
T 3

]
Zµ

−i
[(

c2 − s2

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

)
1

s2 − c2
eT 3

]
Aµ (D.291)
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となる。したがって、レプトンとゲージボソンの相互作用項L#45は、フェルミオンに関する
Lagrangian (D.261)式から

L =
(
ν̄0L l̄0L

)
iγµ
[
−i
(
1− 1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

)
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)

](
ν̄0L
l̄0L

)

+ν̄0L iγ
µ

[
−ig
c

(
T 3
ν − c

s

ΠZγ(0)

M2
Z

T 3
ν

)
Zµ − i

(
−1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

eT 3
ν

)
Aµ

]
ν0L

+l̄0L iγ
µ

[
−ig
c

(
T 3
l − s2Ql −

c

s

ΠZγ(0)

M2
Z

T 3
l

)
Zµ − i

(
eQl −

1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

eT 3
l

)
Aµ

]
l0L

+l̄0R iγ
µ
[
−ig
c

(
−s2Ql

)
Zµ − i (eQl)Aµ

]
l0R

= ν̄γν
[
PL

g√
2
W+
µ

]
l + h.c.+ ν̄γµ

[
PL
g

c
T 3
νZµ

]
ν

+l̄γµ
[{
PL
g

c
(T 3

l − s2Ql) + PR
g

c
(−s2Ql)

}
Zµ + eQlAµ

]
l

+ν̄γν
[
PL

(
δZL − 1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

)
g√
2
W+
µ

]
l + h.c.

+ν̄γµ
[
PL
g

c

(
−c
s

ΠZγ(0)

M2
Z

T 3
ν + δZLT

3
ν

)
Zµ + PL

(
− 1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

eT 3
ν

)
Aµ

]
ν

+l̄γµ
[{

PL
g

c

(
−c
s

ΠZγ(0)

M2
Z

T 3
l + δZL(T

3
l − s2Ql)

)
+ PR

g

c
δZR(−s2Ql)

}
Zµ

+

{
PL

(
− 1

sc

ΠZγ(0)

M2
Z

eT 3
l + δZLeQl

)
+ PR(δZReQl)

}
Aµ

]
l (D.292)

となる。ここで T 3
ν = 1/2はニュートリノのアイソスピン、T 3

l = −1/2は荷電レプトンのア
イソスピン、Ql = −1は荷電レプトンのQED電荷である。
以上から、この節で得られた最終的な結果は、レプトンとゲージボソンのvertex corrections

の相殺項 (D.292)式である。なお、(D.292)式中に含まれる Z と γの混合 ΠZγ(0) は、non-

abelianの bosonicなループの場合のみΠZγ(0) ̸= 0となる [114]。したがって、ΠZγ(0)に non-

abelianのゲージボソンと、その Goldstone-bosonのループが寄与する場合を除いて、QED

の場合と同様、フェルミオンとゲージボソンの vertex correctionsは、外線のフェルミオンの
波動関数くり込みで決まるくり込み定数、δZL, δZRによってくり込まれる。

#45裸の運動項と裸の質量項は (D.265)式で計算済み。
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E MadGraph4

MadGraphの標準模型のモデルファイルを拡張することで、LHC実験における新粒子の生
成断面積を計算できる。この節では参考のため、例として本研究で議論した、右巻きのミュー
オンのみが新しい湯川相互作用をもつ模型に含まれる新しい SU(2)L singletのフェルミオン
χとボソン ϕ の生成断面積を計算するコードを載せた。
より詳しい議論は、MadGraph V4のマニュアルおよびHELAS:HELicity Amplitude Sub-

routine for Feynman Diagram Evaluation [117]を参照。

E.1 particles.dat

h h S D HMASS HWIDTH S h 25

#MODEL EXTENSION

chi chi~ F S CHMASS CHWIDTH S chi 50

phi phi S D PHMASS PHWIDTH S phi 51

# END

左から、1:粒子の名前、2:反粒子の名前、3:（S:scalar/F:fermion/V:vector）、4:ダイアグラ
ムの線種（S:straight/D:dotted/W:wavy）、5:新粒子の質量の変数名、6:新粒子の崩壊幅の変
数名、7:カラー（S:singlet/T:triplet/O:octet）、8:ダイアグラムで使用される名前、9:粒子の
IDナンバー（PDG code）

E.2 interactions.dat

z z h h GZZHH GZZHH QED QED

# USRVertex

chi chi a GAC QED

chi chi z GZC QED

mu- chi phi GMCP QED

chi mu- phi GCMP QED
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左から、1:粒子１、2:粒子２、粒子３、4:結合の名前、5:Class（QED or QCD）

a dp+ dp- GAPD QED

z up+ up- GZPU QED

z dp+ dp- GZPD QED

w+ up- dp+ GWPP QED

w- dp- up+ GWPP QED

E.3 VariableName.dat

a_cp #first variable name

b_cp #second variable name

c_cp #second variable name

ynew #new Yukawa coupling constant

E.4 couplings.f

c---------------------------------------------------------

c Set Photon Width to Zero, used by symmetry optimization

c---------------------------------------------------------

awidth = 0d0

c************************************

c UserMode couplings

c************************************

GAC(1)=dcmplx(ee,Zero)

GAC(2)=dcmplx(ee,Zero)

GZC(1)=dcmplx(-ey,Zero)

GZC(2)=dcmplx(-ey,Zero)

GMCP(1)=dcmplx(Zero,Zero)

GMCP(2)=dcmplx(-ynew,Zero)
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GCMP(1)=dcmplx(-ynew,Zero)

GCMP(2)=dcmplx(Zero,Zero)

c----------------------------

c end subroutine coupsm

c----------------------------

E.5 proc card.dat

#*********************************************************************

# Process(es) requested : mg2 input *

#*********************************************************************

# Begin PROCESS # This is TAG. Do not modify this line

pp>Z>chichi~ @1 # First Process

QCD=99 # Max QCD couplings

QED=10 # Max QED couplings

end_coup # End the couplings input

done # this tells MG there are no more procs

# End PROCESS # This is TAG. Do not modify this line

#*********************************************************************

# Model information *

#*********************************************************************

# Begin MODEL # This is TAG. Do not modify this line

XXXXXXX

# End MODEL # This is TAG. Do not modify this line

#*********************************************************************

ただし XXXXXXXは、Modelsディレクトリ（Templateディレクトリと同じ階層）内に作っ
たモデルファイルの名前である。

115



E.6 run card.dat

#*********************************************************************

# Collider type and energy *

#*********************************************************************

1 = lpp1 ! beam 1 type (0=NO PDF)

1 = lpp2 ! beam 2 type (0=NO PDF)

4000 = ebeam1 ! beam 1 energy in GeV

4000 = ebeam2 ! beam 2 energy in GeV

lpp1/lpp2 = 0:electron, 1:proton, -1:antiproton, 2:photons
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F 3.2節の補足
F.1 ゲージボソンの self-energy functionsの計算

図 30: ゲージボソンの self-energy functionsのダイアグラム。ただし、qµ, qνに比例する項は
無視した。

初めに図 30 のダイアグラムのような、フェルミオン χi, χj とゲージボソン I, J (I, J =

γ, Z, W±)の vector-likeな相互作用Lχ を考える。

Lχ = (g
χiχj

I )χ̄iγ
µχjV

I
µ + · · · . (F.293)

ここで V I
µ はゲージボソンを表し、V γ

µ , V
Z
µ , V

W±
µ = Aµ, Zµ, W

±
µ である。ここで、結合定数

(g
χiχj

I ) の iと jの添字を入れ替えた結合定数 (g
χjχi

I ) は、結合定数の複素共役を表すものとす
る。そうすると、χiと χj の添字の入れ替え、ならびに、添字 I が表すゲージ場の複素共役
をとることで、(F.293)式で表されたゲージ相互作用のエルミート共役を書き表すことができ
る。図 30 のダイアグラムに示された、フェルミオンχi, χjによるゲージボソンの self-energy
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functionsへの寄与Π
χiχj

IJ (q2)は

igµνΠ
χiχj

IJ (q2) =

∫
d4k

(2π)4
(−1)tr

[
i(g

χiχj

I )γµ
i(k/ +mχi

)

k2 −m2
χi
+ iϵ

i(g
χiχj

J )γν
i(k/ + q/+mχj

)

(k + q)2 −m2
χj

+ iϵ

]
= −(g

χiχj

I )(g
χjχi

J )

×
∫

d4k

(2π)4
4(2kµkν − k2gµν + kµqν + qµkν − gµνk · q +mχi

mχj
gµν)

= −4(g
χiχj

I )(g
χjχi

J )
igµν

16π2

[
2B22(χi, χj; q)− q2B21(χi, χj; q)

−(4− 2ϵ)B22(χi, χj; q)− q2B1(χi, χj; q) +mχi
mχj

B0(χi, χj; q)
]

(F.294)

となる。２行目で γ行列のトレースをとった#46。３行目でAppendix AのA.1節で定義され
たPassarino Veltman functionsを用いた。ただし、Passarino Veltman functionsを用いる際、
d次元のmetricに関する式、gµνgµν = d = (4− 2ϵ)を使った。また、qµ, qνに比例する項は、
Dirac方程式から高々b quarkの質量にしかならないため無視した。
次に図 30のダイアグラムのような、スカラーϕi, ϕjとゲージボソン I, J (I, J = γ, Z, W±)

の相互作用Lϕを考える。

Lϕ = i(g
ϕiϕj
I )V I

µ {ϕ∗
i (∂

µϕj)− ϕj(∂
µϕ∗

i )}+ (g
ϕiϕj
IJ )V I

µ V
Jµ∗ϕ∗

iϕj + · · · . (F.295)

フェルミオン χの場合と同様、結合定数の複素共役は、iと jの添字を入れ替えた結合定数
(g
ϕjϕi
I )で表すものとする。図 30 のダイアグラムに示された、スカラー ϕi, ϕj によるゲージ
ボソンの self-energy functionsへの寄与Π

ϕiϕj
IJ (q2)は

igµνΠ
ϕiϕj
IJ (q2) =

∫
d4k

(2π)4
i(g

ϕiϕj
I ) {kµ + (kµ + qµ)} i(gϕjϕiJ ) {kν + (kν + qν)}

× i

k2 −m2
ϕi
+ iϵ

· i

(k + q)2 −m2
ϕj

+ iϵ

+

∫
d4k

(2π)4
i(gϕiϕiIJ )gµν

i

k2 −m2
ϕi

= (g
ϕiϕj
I )(g

ϕjϕi
J )

i

16π2
4gµνB22(ϕi, ϕj; q)− (gϕiϕiIJ )

i

16π2
gµνA0(ϕi)(F.296)

となる。２行目で Passarino Veltman functionsを用いた。ただし、qµ, qν に比例する項は無
視した。

#46γ行列のトレースの公式は、tr(γµγν) = 4gµν 、および、tr(γµγνγργσ) = 4(gµνgρσ − gµρgνσ + gµσgνρ) で
ある。
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以上の計算から、ゲージボソンの self-energy functions ΠIJ(q
2) は

ΠIJ(q
2) = Π

χiχj

IJ (q2) + Π
ϕiϕj
IJ (q2)

= −(g
χiχj

I )(g
χiχj

J )

4π2

[
mχi

mχj
B0(χi, χj, ; q)− q2 {B1(χi, χj, ; q) +B21(χi, χj; q)}

−2(1− ϵ)B22(χi, χj; q)]

+
(g
ϕiϕj
I )(g

ϕiϕj
J )

4π2
B22(ϕi, ϕj; q)−

(gϕiϕiIJ )

16π2
A0(ϕi) (F.297)

と求められる。
フェルミオン (vector-like)とスカラーによるゲージボソンの self-energy functions ΠIJ(q

2)

の一般的な表式が得られたので、あとは、模型の Lagrangianから結合定数 g
χiχj

I , g
ϕiϕj
I , gϕiϕiIJ

を決めれば、(F.297)式より、考えている模型におけるゲージボソンの self-energy functions

ΠIJ(q
2) 求めることができる。

以下では、本論文の 3.2.1 節と 3.2.2 節で議論した模型

1. SU(2)L singlet scalar (ϕ) と singlet Dirac fermion (χ)をもつ模型

2. SU(2)L doublet scalar (Φ) と singlet scalar (ϕ) および singlet fermion (χ)をもつ模型

のLagrangianから模型ごとに結合定数g
χiχj

I , g
ϕiϕj
I , gϕiϕiIJ を決めて、本論文の3.2.1節と3.2.2節

で与えられたゲージボソンの self-energy functions の式、(3.51), (3.52), (3.57), (3.58), (3.59),

(3.60) が得られることを示す。

F.1.1 SU(2)L singlet scalar (ϕ) と singlet Dirac fermion (χ)の模型

以下では共変微分DµをAppendix D.1.2節の (D.263)式のように

Dµ = ∂µ − i
g√
2
(W+

µ T
+ +W−

µ T
−)− i

g

c
(t3 − s2Q)Zµ − iQeAµ (F.298)

とする。ここで、T±は T± = (σ1 ± iσ2)/2 、cはMSのweak mixing angleを表す。
SU(2)L singlet Dirac fermion (χ)の運動項は

χ̄(iD/ )χ = χ̄(i∂/)χ+
g

c
χ̄γµ(−s2Qχ)χZµ +Qχe χ̄γ

µχAµ (F.299)

で与えられる。また、SU(2)L singlet scalar (ϕ) の運動項は

|Dµϕ|2 = (∂µϕ
∗)(∂µϕ) +

{
i
g

c
Zµ(−s2Qϕ) + iQϕeAµ

}
{ϕ∗(∂µϕ)− ϕ(∂µϕ∗)}

+

[{g
c
(−s2Qϕ)

}2

ZµZ
µ + 2

g

c
(−s2Qϕ)QϕeZµA

µ + (Qϕe)
2AµA

µ

]
ϕ∗ϕ

(F.300)
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で与えられる。したがって、この模型における、ゲージボソンの self-energy functions (F.297)

式の結合定数 g
χiχj

I , g
ϕiϕj
I , gϕiϕiIJ は

g
χiχj

I =

{
Qχe (I = γ, χi = χj = χ)
g
c
(−s2Qχ) (I = Z, χi = χj = χ)

g
ϕiϕj
I =

{
Qϕe (I = γ, ϕi = ϕj = ϕ)
g
c
(−s2Qϕ) (I = Z, ϕi = ϕj = ϕ)

gϕiϕiIJ = 2(gϕiϕiI )(gϕiϕiJ ) (F.301)

と決まる#47。以上から、ゲージボソンの self-energy functions (F.297)式に結合定数 (F.301)

式を適用すれば、直ちに本論文 3.2.1 節の (3.51), (3.52)式が得られる。

F.1.2 SU(2)L doublet scalar (Φ) と singlet scalar (ϕ) と singlet fermion (χ)の模型

SU(2)L singlet Dirac fermion (χ)の結合定数 g
χiχj

I は、前節の模型と変わらない。
一方で、SU(2)L doublet scalar (Φ (= (ϕ1, ϕ2)

T)) と singlet scalar (ϕ)からなる運動項LK.T.

は、スカラー ϕとスカラー ϕ2を本論文の (3.30)式(
ϕ

ϕ2

)
i

= Vijsj.

を使って質量固有状態 siに書き直し、またユニタリー行列 V が∑
k

(V ∗)ki(V )kj = δij (F.302)

#47３行目の式はWick contractionの symmetry factorに注意する。
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を満たすことに注意して計算すると

LK.T. = |Dµϕ|2 + |DµΦ|2

= (∂µϕ
∗
1)(∂

µϕ1) +
∑
i

(∂µs
∗
i )(∂

µsi)

+
∑
i

i
g√
2
V2iW

+
µ {ϕ∗

1(∂
µsi)− si(∂

µϕ∗
1)}+ h.c.+

g2

2
W+
µ W

µ−ϕ∗
1ϕ1

+
∑
ij

g2

2
V ∗
2jV2iW

+
µ W

µ−s∗jsi

+
[
i
g

c
Zµ(T

3
ϕ1

− s2Q1) + iQ1eAµ

]
ϕ∗
1(∂

µϕ1) + h.c.

+
∑
ij

i
g

c
Zµ
[
(−s2Q2)V

∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2Q2)V

∗
2jV2i

]
s∗j(∂

µsi) + h.c.

+
∑
i

iQ2eAµs
∗
i (∂

µsi) + h.c.

+
∑
i

i
g√
2
V2iW

+
µ

[
−ig
c
Zµ
{
−s2(Q1 +Q2)

}
− i(Q1 +Q2)eA

µ
]
ϕ∗
1si + h.c.

+

[{g
c
(T 3

ϕ1
− s2Q1)

}2

ZµZ
µ + 2

g

c
(T 3

ϕ1
− s2Q1)Q1eZµA

µ + (Q1e)
2AµA

µ

]
ϕ∗
1ϕ1

+
∑
ij

(g
c

)2
ZµZ

µ
[
(−s2Q2)

2V ∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2Q2)

2V ∗
2jV2i

]
s∗jsi

+
∑
ij

2
g

c
(Q2e)ZµA

µ
[
(−s2Q2)V

∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2Q2)V

∗
2jV2i

]
s∗jsi

+
∑
i

(Q2e)
2AµA

µs∗i si (F.303)

となる。したがって、この模型における、ゲージボソンの self-energy functions (F.297)式の
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結合定数 g
ϕiϕj
I , gϕiϕiIJ は

g
ϕiϕj
I =



Qϕ1e (I = γ, ϕi = ϕj = ϕ1)

Qϕ2e (I = γ, ϕi = ϕj = si)
g
c
(T 3

ϕ1
− s2Q1) (I = Z, ϕi = ϕj = ϕ1)∑

ij
g
c

[
(−s2Q2)V

∗
1jV1i + (T 3

ϕ2
− s2Q2)V

∗
2jV2i

]
(I = Z, ϕi = si, ϕj = sj)∑

i
g√
2
V2i (I = W, ϕi = ϕ1, ϕj = si)

gϕiϕiIJ =



2(gϕiϕiI )(gϕiϕiJ ) (I = J = γ)

2(gϕiϕiI )(gϕiϕiJ ) (I = J = Z, ϕi = ϕ1)

2
∑

i

(
g
c

)2 [
(−s2Q2)

2|V1i|2 + (T 3
ϕ2

− s2Q2)
2|V2i|2

]
(I = J = Z, ϕi = si)

g2

2
(I = J =W, ϕi = ϕ1)

g2

2

∑
i |V2i|2 (I = J =W, ϕi = si)

(F.304)

と決まる。以上の結合定数を、ゲージボソンの self-energy functions (F.297)式に適用すれば、
本論文 3.2.2 節の (3.57), (3.58), (3.59), (3.60)式が得られる。
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G 4節の補足
G.1 mass insertion approximationによる計算
図 21の 1-loopダイアグラムの散乱振幅−i(Mν)αβPRは

−i(Mν)αβPR =
∑
i,j

∫
d4k

(2π)4
{−i(yL)αiPR}

i(k/ +mχi
)

k2 −m2
χi

× 2×
(
−i1

2
MijPL − i

1

2
M ′

ijPR

)

×
i(k/ +mχj

)

k2 −m2
χj

{−i(yL)βjPR}

(
i

k2 −m2
ϕ1

)2

× 2×
(
−i1

4
κ5v

2

)
(G.305)

である。式中で強調した×2はWick contractionの symmetry facotrである#48。また、ニュー
トリノの質量行列 (Mν)αβは、ニュートリノの運動量 pに依らないので、一般性を失うこと
なく p = 0に取ることができる。なお、図 21の 1-loopダイアグラムからの輻射補正を含めた
ニュートリノに関する effective Lagrangian Leff

Leff =
1

2
ν̄Lα i∂/ νLα +

1

2
ν̄cLα i∂/ ν

c
Lα −

1

2
(Mν)αβ ν̄Lαν

c
Lβ + h.c. (G.306)

から、(Mν)αβ がニュートリノのMajorana mass termの質量行列に対応することが読み取
れる。
(G.305)式の散乱振幅は Feynmanパラメーター積分に関する恒等式

1

Am1
1 Am2

2 · · ·Amn
n

=

∫ 1

0

dx1 · · · dxnδ
(∑

xi − 1
) ∏

xmi−1
i

[
∑
xiAi]

∑
mi

Γ(m1 + · · ·+mn)

Γ(m1) · · ·Γ(mn)
(G.307)

を用いれば、χi, χj, ϕ1のプロパゲータは x, y, z３つの Feynmanパラメーター積分でまとめ
ることができる。Appendixの (A.145)式ならびに (A.146)式を用いてループ積分を実行する

#48(G.305)式の散乱振幅を書き下すとき、フェルミオンの bilinear formの charge conjugationの公式 ψ̄Γψ =
ϵψ̄cΓψc where ϵ = +1 for (Γ = 1, γµγ5, γ5) ϵ = −1 for (Γ = γµ, σµν)を用いた。まず、湯川相互作用に関して
は、−(yL)αiν̄Lαϕ1χRi = −(yL)αiχ̄

c
Riϕ1ν

c
Lα として、一方の vertexを決めるのに用いた。また、Majorana mass

のWick contractionから来る symmetry factor に関しても、charge conjugationの公式を使って理解できる。
Wick contractionを Peskin [95]の p116(4.108) 式で定義する流儀で議論すると、correlation functionにおいて
Majorana mass term由来のフェルミオン χは χ̄cχ = χ̄χcとなるので、vertex由来のフェルミオン χとの縮約の
取り方は２通りあることがわかる。さらに (G.306)式の運動項でも、公式を ψ̄i∂/ψ = −(i∂µψ̄

c)γµψc = ψ̄ci∂/ψc

のようにして使っている。
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と、ニュートリノの質量行列 (M)αβ

(Mν)αβ =
∑
i,j

(yL)αi(yL)βj
κ5
2
v2

1

16π2(m2
χi
−m2

χj
)

×

[
Mij

{
m2
χi

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m4
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}

+M ′
ijmχi

mχj

{
1

m2
ϕ1

−m2
χi

+
m2
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

]
− (i↔ j)

}]
(G.308)

を得る。

G.2 mass eingenstatesによる計算
次に図 21の 1-loopダイアグラムの散乱振幅−i(Mν)αβPRを、χiならびに ϕ1のmass eigen

statesで計算する。(4.82)式から χiの質量項は

L = −1

2

(
χ̄Li χ̄cRi

)(M ′
ij mχij

mχij
Mij

)(
χcLj
χRj

)
+ h.c. (G.309)

である。ただしmχij
は対角行列であり、その対角成分はmχi

に等しいとする。ここで、χiの
Dirac mass mχi

のmass eigenstatesを次のように表す。(
χcLi
χRi

)
= Xi (G.310)

正規行列はユニタリー行列で対角化することができて、mχi
の質量行列Dij

Dij =

(
M ′

ij mχij

mχij
Mij

)
(G.311)

を次のように対角化する。

(V T)kiDijVjl = (mdiag
χ′ )kl = (mχ′)k (G.312)

このとき、χiの質量固有状態X ′
iはユニタリー行列 Vijを使って次のように書ける。

Xi = VijX
′
j (G.313)
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したがって、χiに関する Lagrangianを質量固有状態で表すと次のようになる。

L =
1

2
χ̄Li i∂/ χLi +

1

2
χ̄cLi i∂/ χ

c
Li +

1

2
χ̄Ri i∂/ χRi +

1

2
χ̄cRi i∂/ χ

c
Ri

−1

2

(
χ̄Li χ̄cRi

)(M ′
ij mχij

mχij
Mij

)(
χcLj
χRj

)
=

1

2
X̄i i∂/Xi +

1

2
X̄c
i i∂/X

c
i −

1

2
X̄c
iDijXj + h.c.

=
1

2
X̄ ′
i i∂/X

′
i +

1

2
X̄ ′c
i i∂/X

′c
i − 1

2
X̄ ′c
i (m

diag
χ′ )ijX

′
j + h.c. (G.314)

ここでX ′
iの成分をX ′T = (χ′

R1 · · · χ′
R6) とすると、χRi = (V )i+3 j χ

′
Rjとなる。

また、(4.83)式より ϕ1の質量項は ϕ1の実部と虚部に分けられる。ϕ1 =
1√
2
(ϕR + iϕI)とお

くと、

L = −m2
ϕ1
ϕ∗
1ϕ1 −

κ5
4
v2ϕ∗2

1 − κ5
4
v2ϕ2

1

= −1

2
m2
ϕR
ϕ2
R − 1

2
m2
ϕI
ϕ2
I . (G.315)

ここで、

m2
ϕR

= m2
ϕ1

+
κ5
2
v2 (G.316)

m2
ϕI

= m2
ϕ1

− κ5
2
v2 (G.317)

ただし κ5は実にとった#49。
以上の計算から χiと ϕ1を質量固有状態に書き直すと、(4.82)式のニュートリノに関する
湯川相互作用

L = −(yL)αiν̄Lαϕ1χRi + h.c. = −(yL)βjχ̄
c
Rjϕ1ν

c
Lβ + h.c

= − 1√
2
(V )i+3 k (yL)αiν̄LαϕRχ

′
Rk −

i√
2
(V )i+3 k (yL)αiν̄LαϕIχ

′
Rk + h.c.

= − 1√
2
(V T)k j+3(yL)βjχ̄

′c
RkϕRν

c
Lβ −

i√
2
(V T)k j+3(yL)βjχ̄

′c
RkϕIν

c
Lβ + h.c. (G.318)

を得る。(G.318)式より図 21の 1-loopダイアグラムの散乱振幅−i(Mν)αβPRは

−i(Mν)αβPR =
∑
i,j

∑
k

∫
d4k

(2π)4
1√
2
{−i(V )i+3 k (yL)αiPR}

i{k/ + (mχ′)k}
k2 − (mχ′)k

× 1√
2

{
−i(V T)k j+3 (yL)βjPR

} i

k2 −m2
ϕR

− (R ↔ I) (G.319)

#49Z2 パリティーから (H†Φ̃) の bilinear termは禁止されるため、H と Φの relative phaseによって κ5 はい
つでも実にできる [118]。したがって一般性を失うことなく、κ5 を実にとることができる。
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となる。Appendix Aの (A.143)式よりループ積分を実行すると、ニュートリノの質量行列は
次のように求まる。

(Mν)αβ =
∑
i,j

∑
k

1

2

1

(4π)2
(yL)αi(yL)βj(V )i+3 k (V

T)k j+3 (mχ′)k

×

{
m2
ϕR

m2
ϕR

− (mχ′)2k
ln

[
m2
ϕR

(mχ′)2k

]
−

m2
ϕI

m2
ϕI

− (mχ′)2k
ln

[
m2
ϕI

(mχ′)2k

]}
(G.320)

(G.320)式は、Majorana mass Mij,M
′
ij や結合定数 κ5が大きい場合にも成り立つ式である。

しかし、mχi
の質量行列Dij を対角化するユニタリー行列 Vij を解析的に求めることができ

ないという難点がある。
ちなみにMajorana mass Mij,M

′
ijと結合定数 κ5が小さいとき、mass eigenstateで計算し

た表式 (G.320)がmass insertionから計算した表式 (4.84)と一致することは、Majorana mass

Mij,M
′
ijが単位行列に比例すると仮定した場合、簡単な計算で示すことができる。

m2
ϕR
,m2

ϕI
の表式 (G.317) で κ5v

2/2がm2
ϕ1
に比べて小さいとき、ニュートリノの質量行列

(G.320)式を展開式 1/(1 − x) = 1 + x + x2 + · · · および ln(1 + x) = x − x2/2 + · · · より
κ5v

2/2で展開すると

(Mν)αβ =
∑
i,j

∑
k

1

2

1

(4π)2
κ5v

2(yL)αi(yL)βj(V )i+3 k (V
T)k j+3 (mχ′)k

×

[
1

m2
ϕ1

− (mχ′)2k

{
1− (mχ′)2k

m2
ϕ1

− (mχ′)2k
ln

[
m2
ϕ1

(mχ′)2k

]}]
. (G.321)

ここで、(G.321)式の大括弧 [ ]で囲まれた関数を (mχ′)2k = 0 の周りで展開すると

(Mν)αβ =
∑
i,j

∑
k

1

2

1

(4π)2
κ5v

2(yL)αi(yL)βj(V )i+3 k (V
T)k j+3

∞∑
n=0

an(mχ′)2n+1
k . (G.322)

ただし

an =
1

n!

dn

d ((mχ′)2k)
n

[
1

m2
ϕ1

− (mχ′)2k

{
1− (mχ′)2k

m2
ϕ1

− (mχ′)2k
ln

[
m2
ϕ1

(mχ′)2k

]}]∣∣∣∣∣
(mχ′ )2k=0

, (G.323)

である。ここで、質量行列の対角化 (G.312)式より、(G.322)式中の (mχ′)2n+1
k を質量行列Dij

に書き直すと

(V )i+3 k(mχ′)2n+1
k (V T)k j+3 =

(
V mdiag

χ′ V TV · · ·V TV mdiag
χ′ V T

)
i+3 j+3

=
(
D2n+1

)
i+3 j+3

. (G.324)
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ここでは簡単のため Vij を実にとった。(G.311)式よりD2n+1をMajorana mass が小さいと
してMij,M

′
ij の１次まで残して計算すると

(
D2n+1

)
i+3 j+3

=

( ∑n
i=0(m

2
χ)
iM(m2

χ)
n−i +

∑n−1
i=0 (mχ)

2i+1M ′(mχ)
2n−1−2i

)
i+3 j+3

(G.325)

ここで (G.325)式右辺の行列の各ブロックは3×3の行列である。以下は簡単のため、Majorana

massが単位行列に比例する場合Mij = M, M ′
ij = M ′を考える。このときニュートリノ質量

行列 (G.322)式は

(Mν)αβ =
∑
i,j

1

2

1

(4π)2
κ5v

2(yL)αi(yL)βj

×
∞∑
n=0

an

( {
n(m2

χ)
n + (m2

χ)
n
}
M + n(m2

χ)
nM ′

)
i+3 j+3

(G.326)

となる。
∑∞

n=0 an(m
2
χ)
n が (G.322)式の展開の形であること、また

∑∞
n=0 ann(m

2
χ)
n はその微

分であることに注意すると、ニュートリノの質量行列 (G.326)式は

(Mν)αβ =
∑
i

1

2

1

(4π)2
κ5v

2(yL)αi(yL)βi

×

[
M

1

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

(
m2
ϕ1

+m2
χi
+

2m2
ϕ1
m2
χi

m2
ϕ1

−m2
χi

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

])

+M ′ m2
χi

(m2
ϕ1

−m2
χi
)2

(
2 +

m2
ϕ1

+m2
χi

m2
ϕ1

−m2
χi

ln

[
m2
χi

m2
ϕ1

])]
(G.327)

となる。他方、mass insertionの方法で得られたニュートリノの質量行列の表式 (4.84) で、
Majorana massが単位行列に比例する場合Mij =M, M ′

ij =M ′を考える。このとき i = jの
項が残り、それらは (4.84)式の大括弧 [ ]をm2

χi
で微分したものに相当する。これを計算する

と、(4.84)式は (G.327)式に一致することが確かめられる。
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