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概 要

標準模型は素粒子現象に関する多くの実験事実を説明することができる優れた理論である.

一方で暗黒物質の存在や階層性問題など標準模型では説明のつかない問題も知られており, 新

しい素粒子模型を構築,発見することは素粒子物理学における大きな目標である. 本論文で

はミュー粒子異常磁気モーメントの標準模型の予言値と実験による測定値のずれに着目した.

ずれの大きさが電弱ゲージ粒子の寄与と同程度であるため, もしミュー粒子の異常磁気モーメ

ントのずれを説明する新粒子が存在するならば, 大型ハドロン衝突型加速器（Large Hadron

Collider, LHC）によって生成され得ることが期待される. 本論文では新しい素粒子模型とし

て, 新たにU(1)Lµ−Lτ ゲージ相互作用を加えたLµ−Lτ ゲージ模型を考え, この模型に含まれ

る新しいゲージ粒子（Z ′′粒子）の発見可能性や模型に含まれるパラメータ領域の制限につい

て解析を行う.

まずミュー粒子異常磁気モーメントのずれと電弱精密測定よりゲージ結合定数（gZ′′）と

Z ′′粒子質量（mZ′′）の好ましい領域を特定し, LHC実験を想定した解析を行った. 特に Z ′′

粒子に感度のある過程 pp → 4µ, pp → 2µ2τ について詳細なシミュレーションを行った. 現

在までに行われた pp → Z → 4l過程の実験結果から gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 60 GeVの場合には

既に排除されていることを示した. またmZ′′ ∼ mZ の場合に Lµ − Lτ ゲージ模型に対して
より感度があるカットを提案した. このカットによって (gZ′′ , mZ′′) = (0.3, 80 GeV)の場合

にも既に制限され始めていることを示した. さらに,重心エネルギー 14 TeVを想定した将来

実験についても解析した. mZ′′ ∼ mZ の場合, Z 粒子の影響が大きくシグナルを捕えにくい

が, 積分ルミノシティーが 3000 fb−1まで蓄積されれば, pp→ 4µ, pp→ 2µ2τ の両プロセスで

gZ′′ = 0.3, mZ′′ ≤ 100 GeVZ ′′粒子の存在を検証できることを示した.

また,ニュートリノトライデントプロダクション（νµN → νµµ
+µ−N）がLµ−Lτ ゲージ模

型対して制限を与えるという最近の研究を受けて, その制限の弱いZ ′′粒子が軽い領域でも解

析を行った. Z ′′粒子が軽い場合にはゲージ場の運動項の混合が重要となる. 本論文では例と

してツリーレベルで運動項の混合が無い場合を考慮した. 量子効果により有限な量を持つ運

動項の混合に対してダークフォトン探索の制限を応用し, ミュー粒子の異常磁気モーメント

のずれを説明するパラメータ領域を明らかにした.

以上から,本論文ではLµ−Lτ ゲージ模型の広いパラメータ領域が検証可能であることを示
し, ミュー粒子の異常磁気モーメントの標準模型予言値と測定値のずれという問題に対して

間接的に解決できる可能性があることを明らかにした.
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第1章 序論

1970年代に理論的に確立された標準模型は電弱スケールにおける多くの素粒子現象を説明

する模型である. 1995年にトップクォークが発見されて以来,標準模型に含まれる粒子とし

て唯一未発見であったヒッグス粒子についても 2012年 7月 4日に大型ハドロン衝突型加速

器（Large Hadron Collider, LHC）でのATLAS実験, CMS実験において発見の報告がなさ

れた [1, 2]. 現在でも発見されたヒッグス粒子に関する種々の性質については, 誤差の大きい

測定や感度が低く検出に至っていない測定があるのは事実であるが, いずれにせよ標準模型

の予言と無矛盾であり,これをもって標準模型の立証がなされたと言える.

しかしながら標準模型は完全に自然を説明することができない理論であるということもわ

かっている. 例えば,宇宙の観測より存在が示唆される暗黒物質は標準模型に含まれる素粒子

とは性質が一致しない. また,標準模型のヒッグス粒子については 125 GeVという質量を実

現するためには裸の質量と量子補正との間に絶妙な調整が必要となるファインチューニング

問題がある. 素粒子論における大きな目標の一つは標準模型を超える新しい理論を確立し,こ

れらの問題を解決することである.

標準模型を超える新しい理論の有力な候補としての最小超対称標準模型（Minimal Super-

symmetric Standard Model, MSSM）は長らく研究の対象となっている. MSSMの大きな魅

力はファインチューニング問題を解決できる点にある. 標準模型においてヒッグス粒子の質

量に対する輻射補正は 2次発散する. 例えば標準模型のカットオフスケールが大統一理論の

スケールΛGUT ∼ 1016 GeVにあるならば, 125 GeVのヒッグス粒子を説明するためには裸の

質量と 2次発散する輻射補正との 32桁のファインチューニングが必要になる. 一方, MSSM

においてはヒッグス粒子の輻射補正に最も寄与する標準模型のトップクォークに加え, その

スーパーパートナーであるスカラートップも寄与する. これにより標準模型の場合に含まれ

ていた 2次発散は打ち消し合い, 残る発散の中で最大のものは対数発散となる. しかし対数発

散する項は超対称性を破る質量の 2乗に比例するため, スカラートップの質量が重ければ重

いほどチューニングが必要になる. 例えば LHC実験でのスカラートップの直接探査によるの

質量の下限はおよそmt̃
>∼ 600 GeVであり, MSSMの,自然にファインチューニング問題を解

決できるという魅力は薄れつつある. 本論文ではファインチューニング問題を理論的な指導

原理としてきた今までの新物理に対するアプローチとは異なり, 標準模型では説明できない
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aExpµ [10−10] δaµ = aExpµ − aSMµ [10−10]

26.1± 8.0 (3.3σ) [7]

31.6± 7.9 (4.0σ) [8]

11659208.9± 6.3 33.5± 8.2 (4.1σ) [9]

28.3± 8.7 (3.3σ) [10]

29.0± 9.0 (3.2σ) [11]

28.7± 8.0 (3.6σ) [12]

表 1.1: ミュー粒子異常磁気モーメントの測定値（aExpµ ）と各研究グループによって見積もら

れた標準模型予言値との差（δaµ）.

実験結果をより深く追及することで新物理のあり方を探ることを試みる. そこで本論文では

標準模型で説明のついていないミュー粒子異常磁気モーメントのずれによって動機付けられ

た模型について考察する.

荷電レプトンの異常磁気モーメント aℓ = (gℓ − 2)/2は素粒子の性質を示す非常に重要な物

理量であり, 実験,理論の双方で高い精度の測定,計算が行われている. 特に,電子の異常磁気

モーメント（ae）については測定値 [3]と量子電磁力学（Quantum Electrodynamics, QED）

の予言値 [4]が非常に高い精度で一致していることが知られている. 一方,ミュー粒子異常磁

気モーメント（aµ）については測定値 [3]と標準模型の予言値 [5–12] を比較すると 3− 4σ程

度の差があると複数の研究グループから報告されている（表 1.1）.

このミュー粒子異常磁気モーメントのずれから示唆される可能性は 3つある. 第一にミュー

粒子異常磁気モーメントの測定に誤りがある可能性, 第二にミュー粒子異常磁気モーメントの

計算において誤りがある可能性, 第三に標準模型を超えた新しい物理が寄与している可能性で

ある. 第一の可能性については 2006年にブルックヘブン国立研究所で測定されて以来,他の

実験的検証はなされていないので, 日本の大強度陽子加速器施設（Japan Proton Accelerator

Research Complex, J-PARC）やフェルミ国立加速器研究所で計画されている将来実験で独

立に追試されることが期待されている. 第二の可能性についてはミュー粒子の異常磁気モー

メントに対して強い相互作用の寄与があり, ハドロン模型の仮定による不確かさが大きいと

いう問題がある. これに対して本研究では未発見の新たな素粒子がミュー粒子異常磁気モー

メントに寄与している可能性を追求する. 本研究の意義は現在行われているLHC実験などで

ミュー粒子異常磁気モーメントのずれに関する新模型や新粒子の検証可能性を明らかにする

ことで 3つある可能性を限定できるところにある.

特に本論文で取り扱う模型は標準模型に新しくゲージ相互作用を加えた模型である. 新た
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なフェルミ粒子やスカラー粒子を導入することで,前述したMSSMや新たに湯川相互作用を

加えることでミュー粒子異常磁気モーメントを説明する研究も多く行われている [13–15]. こ

の上でゲージ相互作用を考慮する理由は素粒子物理学の歴史上,模型構築の中で中心的な役割

を担ってきたためである.

標準模型において,電弱ゲージ粒子, W±粒子および Z 粒子のミュー粒子異常磁気モーメ

ントへの寄与は aEWµ = (15.4 ± 0.2) × 10−10と見積もられる [6]. この寄与は報告されている

ミュー粒子異常磁気モーメントの標準模型予言値と測定値の差と同じオーダーである. すな

わち,新しいゲージ相互作用の結合定数がO(1)であり, かつミュー粒子異常磁気モーメント

のずれが新しいゲージ粒子の量子効果に起因すると仮定するならば, その粒子は電弱スケー

ルO(100)GeVの比較的軽い質量領域に存在しているべきである. この質量領域は LHC実験

によって到達可能な領域であるため, LHC実験におけるミュー粒子異常磁気モーメントのず

れに基づく新模型,新粒子の現象論は非常に興味深い.

このような比較的軽い新しいゲージ粒子の電子や軽いクォークとの結合はLEP実験やTeva-

tron実験, LHC実験での加速器における直接探査によって非常に強く制限されている [16–21].

本研究ではこの強い制限に無矛盾,かつミュー粒子異常磁気モーメントへの寄与するために,

ミュー粒子とは結合するが電子やクォークには結合しないフレーバーに依存するようなゲー

ジ相互作用を考える. このようなゲージ相互作用の候補としてLµ −Lτ ゲージ対称性 [22–28]

がある. Lµ − Lτ ゲージ対称性は新たにフェルミ粒子を加えることなくアノマリーが相殺可
能であり, さらに,このようなゲージ対称性の拡張は標準模型を最小限に拡張する模型となっ

ており非常に興味深い. ここで Lµおよび Lτ はそれぞれミューレプトン数とタウレプトン数

である. この模型では標準模型に新しいゲージ粒子（以下 Z ′′粒子と呼ぶ）が加わるが,第 2

世代と第 3世代のレプトンのみと結合を持つために, 加速器実験における直接探査からの制

限は非常に弱くなる. 本論文では標準模型にLµ −Lτ ゲージ対称性を新たに課した模型をZ ′′

模型と呼称し,その詳細について議論していく.

ミュー粒子異常磁気モーメントを新たなゲージ相互作用によって説明できる別の可能性と

して, B − Lゲージ相互作用のように各フレーバーについてユニバーサルに結合する場合が
考えられる. この場合には直接探索の制限にかからないような非常に小さな結合定数である

必要があり, かつミュー粒子異常磁気モーメントに十分な寄与をもたらすためにはゲージ粒

子の質量は大変小さくなくてはならない. 具体的な模型としてはダークフォトン模型 [29–31]

がある. ダークフォトン模型は標準模型に新たに U(1)D対称性を課す模型である. この模型

の特徴的な点はミュー粒子を含む全ての標準模型粒子に新たなU(1)Dチャージを割り当てな

いことで新たなゲージ粒子であるダークフォトンとの直接的な結合を与えないところである.

標準模型粒子との結合は量子効果によって誘発されるU(1)Y との運動項の混合を介してのみ

与えられるため, ダークフォトンはミュー粒子に限らず電子や軽いクォークともユニバーサ
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ルに結合するも,その結合は極めて小さくなる. ダークフォトン模型は現在もその制限につい

て精力的な研究 [32,33]が行われている注目すべき新物理模型の一つと言える. 本論文におい

て考察する Z ′′模型についても質量が極めて小さい領域についてはゲージ場の運動項の混合

は重要であり, ダークフォトン模型と類似した部分も多くある. これより本論文ではダーク

フォトン模型についての現状を概観し, ダークフォトン模型への制限をZ ′′模型に適用するこ

とで, 許される模型のパラメータ領域を明らかにする.

本論文の構成は以下の通りである. まず次章でZ ′′模型の動機付けとなっているミュー粒子

異常磁気モーメントの現状について概観する. 次に第 3章で標準模型に Lµ − Lτ ゲージ対称
性を導入し, Z ′′模型を具体的に構成する. 第 4章ではミューオン異常磁気モーメントを説明

するZ ′′模型のパラメータ領域を明らかにする. また,ゲージ結合定数がO(1)であればZ ′′粒

子の質量が電弱スケールにあると予想されるため電弱精密測定に Z ′′粒子が影響する可能性

がある. この理由から電弱精密測定と無矛盾なパラメータ領域についても明らかにする. 第

5章では第 4章で明らかにしたミューオン異常磁気モーメントと電弱精密測定に対して適合

度の良いパラメータの組に対して LHC実験でどのように観測されるかを調べる. 特にZ ′′粒

子の探査に有用な 4µチャンネルと 2µ2τ チャンネルについて詳細なシミュレーションを行う.

第 6章では Z ′′模型の検証に有用なニュートリノトライデントプロダクションについて議論

し, その制限が緩いZ ′′粒子の質量とゲージ結合定数が小さな領域について運動項の混合を含

んだ場合の解析,議論を行う. 最後に第 7章にて結論を述べて本論文をまとめる.
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第2章 ミュー粒子異常磁気モーメントの

現状

本論文で取り扱うZ ′′模型はミュー粒子異常磁気モーメントの実験による測定値と標準模型

予言値のずれに動機付けられている. 本章では新しい模型を考える根底となっているミュー

粒子異常磁気モーメントについて改めてその現状を確認する.

2.1 場の理論における異常磁気モーメント

場の理論においてフェルミ粒子の異常磁気モーメントがどのように与えられるか概観する.

図 2.1のように摂動の高次を全て取り込んだ有効バーテックス Γµによるフェルミ粒子 f と古

典的な電磁場（外場）Acl
µ との相互作用を考える. このとき S行列要素は

⟨p′|iT |p⟩ = iM(2π)δ(p′0 − p0) = −ieū(p′)Γµ(p′, p)u(p)Ãcl
µ (p

′ − p), (2.1)

となる.ここで ÃclはAclにフーリエ変換を施した事を表す. 一般に Γµはローレンツの足を持

つ pµ, p′µ, γµとフェルミ粒子の質量m,定数 eを含む. また, Γµにパリティ保存を要請すると

ϵµνρσあるいは γ5は含まれない.

ローレンツ変換に対して Γµはベクトルとして変換されるため, Γµの構造は

Γµ = γµ · A+ (p′µ + pµ) ·B + (p′µ − pµ) · C, (2.2)

という形で書き表せる. ここで係数AとB, Cに /p′や /pが含まれていたとしても, ディラック

方程式 ū(p′)/p′ = ū(p′)m, /pu(p) = mu(p)によってmに置くことができる. また p′ · pについ
ても運動量保存則から q2 = −2(p′ · p −m2)で表すことができる. すなわち係数A, B, Cは

q2とmのみで表されることがわかる. さらにワード-高橋恒等式 q · Γ = 0より

qµū(p
′)Γµu(p) = (m−m)A+ (m2 −m2)B + (p′µ − pµ)2C = 0, (2.3)

となるためC = 0と決まる. 加えてゴルドン恒等式 ū(p′)γµu(p) = ū(p′)
[
p′µ+pµ

2m
+ iσµνqν

2m

]
u(p)

を用いることによって p′µ + pµを σµνqνに置くことができる.
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図 2.1: 摂動の高次を全て取り込んだ有効バーテックス Γµによるフェルミ粒子 f と古典的な

電磁場（外場）Acl
µ との相互作用を表すファインマンダイアグラム.

以上の議論をまとめると有効バーテックス Γµは形状因子 F1と F2を用いて

Γµ(p′, p) = γµF1(q
2) +

iσµνqν
2m

F2(q
2), (2.4)

と表すことができる. ここで形状因子は q2を変数に持つ未知関数であるが, 摂動の最低次で

は Γµ = γµであるため形状因子は F1 = 1, F2 = 0となる.

これらの形状因子と磁気モーメントとがどのように関連しているかを調べるために, ベク

トルポテンシャルによる散乱を考える. すなわちAcl
µ = (0, Acli)とすると散乱振幅は式 2.4と

式 2.1より

iM = ieū(p′)

[
γiF1(q

2) +
iσiνqν
2m

F2(q
2)

]
u(p)Ãcli(q), (2.5)

と表すことができる. ここで非相対論的なフェルミ粒子の場合に u(p)は 2成分スピノール ξ

を用いて

u(p) ≃
√
2

(
(1− piσi/2m)ξ

(1 + piσi/2m)ξ

)
, (2.6)

と近似できる.これより振幅は

iM|q2→0 = −2imeξ′†
(
− 1

2m
σk [F1(0) + F2(0)]

)
ξ
(
−iϵijkqiÃclj(q)

)
, (2.7)

となる.ここで−iϵijkqiÃclj(q)は磁場B(x)をフーリエ変換したものに一致する. またMは
ボルン近似の下でポテンシャルによるフェルミ粒子の散乱と解することができる. すなわち

V (x) = −µ ·B(x), (2.8)
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と表せる.ここでµは

µ =
e

m
[F1(0) + F2(0)] ξ

′†σ

2
ξ, (2.9)

であるが慣例的にフェルミ粒子のスピン sとランデの g因子を用いて

µ = gf
e

2m
s, (2.10)

と表現される.これよりランデの g因子は

gf = 2 [F1(0) + F2(0)] = 2 + 2F2(0), (2.11)

というように形状因子によって表される. 異常磁気モーメントという場合には摂動の最低次

からのずれを見るように,

af =
gf − 2

2
= F2(0), (2.12)

と表される. すなわち摂動の任意の次数での異常磁気モーメントの計算はそのオーダーでの

有効バーテックス Γµを評価し形状因子 F2を求めることに対応する.

2.2 標準模型のミュー粒子異常磁気モーメント

新しい物理の探査において LHC実験のように直接高いエネルギー領域にアプローチする

方法は有用である. 一方,高い精度の実験を行うことで標準模型の予言との差が確認できれば

間接的な新しい物理の証拠となり得る. その高精度実験の代表的な例が電子の異常磁気モー

メントとミュー粒子の異常磁気モーメントの測定である,

aExpe = (11 596 521 807.6± 2.7)× 10−13, (2.13)

aExpµ = (11 659 208.9± 6.3)× 10−10. (2.14)

例えば標準模型には含まれない新しい粒子が量子効果によって 1ループレベルでフェルミ

粒子の異常磁気モーメントに寄与するとき（図 2.2）, その大きさは

δanewf ∼ g2new
16π2

m2
f

m2
new

, (2.15)

と概算できる. ここで gnewは新しい粒子のフェルミ粒子に対する結合定数, mf とmnewはそ

れぞれフェルミ粒子の質量と新しい粒子の質量である. もし gnewがO(1), mnewがO(1) TeV
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図 2.2: 新しい粒子が寄与するフェルミ粒子 fの異常磁気モーメントを表すファインマンダイ

アグラム.

の場合, 電子の異常磁気モーメントに対する寄与とミュー粒子の異常磁気モーメントに対す

る寄与はそれぞれ

δanewe ∼ 10−15, δanewµ ∼ 10−10, (2.16)

と見積もられる. すなわち,このような新粒子の寄与を確認するためには現在の実験と同程度,

あるいはそれ以上の精度で標準模型の計算がなされることが要求される. また電子とミュー

粒子の質量の違いによってミュー粒子の異常磁気モーメントへの寄与は電子の異常磁気モー

メントへの寄与よりも 5桁程度大きくなることから, 新物理探索についてはミュー粒子の異

常磁気モーメントの方が適している. 却って電子の異常磁気モーメントは電子が軽いために

新物理の効果が小さく, 標準模型における寄与はほとんど光子のみであるため, 現代素粒子物

理の基礎理論であるQEDの精密な検証に適しているといえる.

標準模型のミュー粒子の異常磁気モーメント aµ(SM)は光子と荷電レプトンの電子,ミュー

粒子,タウ粒子が寄与するQED部分 aµ(QED)とW±粒子やZ粒子,ヒッグス粒子が寄与する

部分 aµ(weak), ハドロンが寄与する部分 aµ(had.)に分けられる,

aµ(SM) = aµ(QED) + aµ(weak) + aµ(had.). (2.17)

また,図 2.3に各部分の代表的なダイアグラムを示す.

これよりそれぞれの部分について概観していく. QED部分は光子と荷電レプトンの寄与を

含む. aµ(QED)の最低次はよく知られた光子が寄与するシュヴィンガー項 α/2π [34]である.

ここで αは微細構造定数である. 現在このシュヴィンガー項から 5ループまで計算が行われ
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図 2.3: 標準模型のミュー粒子の異常磁気モーメント aµ(SM)を構成するファインマンダイア

グラムの代表例. 左上図 (a)はQED部分 aµ(QED)の最低次（シュヴィンガー項）を表す. 右

上図 (b)はW±粒子が寄与する最低次を表す（aµ(weak)に含まれる）. 左下図 (c)と右下図

(d)はハドロンが寄与するダイアグラム（aµ(had.)に含まれる）. 特に左下図 (c)はハドロン

真空偏極（hadron vacuum polarization, HVP）を含み, 右下図 (d)は光光散乱（light-by-light

scattering, LBL）を含む.

ている [4, 5, 35–41],

aµ(QED) =
1

2

(α
π

)
+ 0.765857425(17)

(α
π

)2
+ 24.05050996(32)

(α
π

)3
+ 130.8796(63)

(α
π

)4
+ 753.3(1.0)

(α
π

)5
+ · · · , (2.18)

微細構造定数の値としてルビジウムの反跳速度から決められた

α−1(Rb) = 137.035999049(90), (2.19)
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を採用し [42,43], aµ(QED)の値は

aµ(QED)× 1011 = 116 584 718.95± 0.08, (2.20)

と求められている.ここで誤差は非常に小さく,主たるもは αの不確かさに起因する.

次にW±粒子やZ粒子,ヒッグス粒子が寄与する部分について概観していく. 先の aµ(QED)

と大きく異なる点はループする粒子がW±粒子やZ粒子,ヒッグス粒子であり, ミュー粒子と

比べると非常に重い. このために, aµ(weak)は少なくとも
α
π

m2
µ

m2
W
≃ 4× 10−9で抑制される. 1

ループのオーダーで aµ(weak)は [44–47]

a1-loopµ (weak) =
GFm

2
µ

8
√
2π2

[
5

3
+

1

3
(1− 4 sin2 θW )2 +O

(
m2
µ

m2
W

)
+O

(
m2
µ

m2
H

)]
= 194.8× 10−11, (2.21)

ここでmµとmW , mHはそれぞれミュー粒子とW±粒子,ヒッグス粒子の質量である. また, θW

はワインバーグ角で sin2 θW ≃ 0.223, GF はフェルミ定数でGF ≃ 1.166×10−5 GeV−2である.

より高次の項の 2ループ補正は比較的大きな負の寄与であることが知られており [6, 48–54],

a2-loopµ (weak)× 1011 = −41.2± 1.0, (2.22)

と見積もられている.ここで誤差はクォークが三角形でループする寄与による. さらに 3ルー

プの寄与は対数で効くため, O(10−12)となり無視できることが知られている [55]. 1ループ,

2ループの寄与を足し合わせてW±粒子やZ粒子,ヒッグス粒子が寄与する部分は

aµ(weak)× 1011 = 153.6± 1.0, (2.23)

と求められている.

次にハドロンが寄与する部分について見ていく. 標準模型のミュー粒子の異常磁気モーメ

ントの計算においてハドロンループは最も大きい理論誤差を与える. 現在,これらの効果は

量子色力学（Quantum Chromodynamics, QCD）の第一原理から計算されていない. 最低

次（α2 のオーダー）でのハドロンの寄与は図 2.3(c)のハドロン真空偏極（hadron vacuum

polarization, HVP）の寄与である. 最低次のHVPの寄与 aLOµ (HVP)は e+e−の散乱による断

面積の測定から分散関係を用いて見積もられる [56],

aLOµ (HVP) =
1

3

(α
π

)2 ∫ ∞

m2
π

d
K(s)

s

σ(e+e− → had.)(s)

σ(e+e− → µ+µ−)(s)
. (2.24)

ここでK(s)はQEDカーネル関数 [57], σ(e+e− → X)(s)は重心エネルギー
√
sでのe+e− → X

の生成断面積を表す. 測定された断面積から最低次のHVPの寄与 aLOµ (HVP)は,

aLOµ (HVP)× 1011 = 6 923± 42Exp ± 3QCD, (2.25)
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と見積もられる [12]. 2つの誤差の内,初めのものは実験誤差によるものであり, 2つ目の誤差は

QCDによる誤差である. より高次の寄与 aNLO
µ (HVP)（α3のオーダー）は同様の e+e− → had.

断面積と分散関係から

aNLO
µ (HVP)× 1011 = −98.4± 0.6, (2.26)

と見積もられている [58].

ハドロンが寄与する部分でも最も理論誤差の大きい寄与は図2.3(d)のような光光散乱（light-

by-light scattering, LBL）によるものである. HVPと異なり観測量と関係付ける方法が無い

ため,模型に依存する計算が行われている. ここでは複数の研究グループから報告された最近

の結果を表 2.1に列挙する.

aµ(LBL)× 1011 参考文献

105± 26 [58]

110± 40 [59]

136± 25 [60]

表 2.1: 各研究グループによって見積もられた LBL過程のミュー粒子の異常磁気モーメント

への寄与 aµ(LBL).

以上の寄与を足し合わせることによって標準模型のミュー粒子の異常磁気モーメントは見

積もられる（表 1.1）. 各研究グループの差の大きな部分はLBLの寄与を見積もる際の模型が

異なることによる. しかし各研究グループでそれぞれ値が異なるも,そろって 3σ程度測定値

とのずれがあることは標準模型を超える新しい素粒子模型を考えるのに十分な動機となる.
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第3章 Z ′′模型

本章ではミューオンの異常磁気モーメントを説明するZ ′′模型についての詳細を述べる. ま

ず標準模型にどのようにして Lµ − Lτ ゲージ対称性が導入されるかを議論したのち, 具体的

にラグランジアンを構成する.加えて,右巻きニュートリノの取り扱いについても議論する.

3.1 Lµ − Lτゲージ対称性の導入
標準模型はGSM = SU(3)C ×SU(2)L×U(1)Y のゲージ対称性を持つゲージ理論である. 本

研究ではミューオンの異常磁気モーメントを説明するために新しいゲージ対称性を導入し, 標

準模型のゲージセクターを拡張する. 拡張するにあたり,ミューオンの異常磁気モーメントを

説明するためには以下の条件を満たさねばならない.

条件 1 アノマリーが相殺される

条件 2 新しいゲージ粒子がミュー粒子と結合している

条件 3 新しいゲージ粒子の電子や軽いクォークとの結合は極めて小さい

条件 3については加速器実験での直接探査における制限と無矛盾でなくてはならないためで

ある.

まず条件 1について考察する [61–63].新しく標準模型にU(1)′ゲージ対称性を加える際, 全

ての標準模型フェルミ粒子 f に対する U(1)′チャージ zf を表 3.1のように割り当てると仮定

する. なお以降の議論においては新たなフェルミ粒子は導入しないものとする.

アノマリーは完全対称な定数

Dαβγ ≡ tr[{Tα, Tβ}Tγ], (3.1)

に比例する.ここで Tαは各ゲージ群の表現であり, トレースはフェルミ粒子と反フェルミ粒

子の空間を覆うように和をとるものである. アノマリーの相殺条件Dαβγ = 0を具体的に書き

14



SU(3)C SU(2)L U(1)Y U(1)′

QL,i 3 2 +1/6 zQi

(uR,i)
c 3̄ 1 −2/3 zuci

(dR,i)
c 3̄ 1 +1/3 zdci

Li 1 2 −1/2 zLi

(eR,i)
c 1 1 +1 zeci

(νR,i)
c 1 1 0 zνci

表 3.1: U(1)′ゲージ対称性の下でのチャージの割り当て. なおフェルミ粒子については全て

左巻きの基底での表記である.

下すと,

[
SU(3)2U(1)′

]
: 0 =

3∑
i=1

(2zQi
+ zuci + zdci ), (3.2)

[
SU(2)2U(1)′

]
: 0 =

3∑
i=1

(3zQi
+ zLi

), (3.3)

[
U(1)2YU(1)

′] : 0 =
3∑
i=1

(
1

6
zQi

+
4

3
zuci +

1

3
zdci +

1

2
zLi

+ zeci

)
, (3.4)

[global U(1)′] : 0 =
3∑
i=1

(6zQi
+ 3zuci + 3zdci + 2zLi

+ zeci + zνci ), (3.5)

[
U(1)′2U(1)Y

]
: 0 =

3∑
i=1

(z2Qi
− 2z2uci + z2dci − z

2
Li

+ z2eci ), (3.6)

[
U(1)′3

]
: 0 =

3∑
i=1

(6z3Qi
+ 3z3uci + 3z3dci + 2z3Li

+ z3eci + z3νci ). (3.7)

となる.これらの方程式は多くのフリーパラメータを含み, さらに非線形な方程式も存在し複

雑であるため仮定を置いて連立方程式を解く. ここでは各チャージがバリオン数B,各フレー

バーのレプトン数Le,µ,τ の線形結合 xB + y1Le + y2Lµ + y3Lτ であることを仮定する.すなわ

ち,チャージ zf は

zQi
= −zuci = −zdci =xB =

x

3
, (3.8)

zLi
= −zeci = −zνci =yiLi = yi, (3.9)
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x y1 y2 y3 xB + y1Le + y2Lµ + y3Lτ

1 −3 0 0 B − 3Le 対称性

1 0 −3 0 B − 3Lµ 対称性

1 0 0 −3 B − 3Lτ 対称性

0 1 −1 0 Le − Lµ 対称性
0 1 0 −1 Le − Lτ 対称性
0 0 1 −1 Lµ − Lτ 対称性

表 3.2: アノマリーが相殺されるU(1)′ゲージ対称性のパターン. Bはバリオン数, Le,µ,τ はそ

れぞれ第 1,第 2,第 3世代のレプトン数を表す.

と表される.この仮定の下で各方程式を簡略化すると式 3.2, 3.5, 3.6, 3.7 は自明な結果となり,

式 3.3, 3.4から非自明な関係として,

3∑
i=1

(
3× x

3
+ yi

)
= 3x+ y1 + y2 + y3 = 0, (3.10)

というアノマリー相殺の条件が得られる. 条件式 3.10よりアノマリーが相殺されるゲージ対

称性の具体的なパターンを表 3.2にまとめた.

以上の結果と条件2を併せて考えると, B−Lµゲージ対称性とLe−Lµゲージ対称性, Lµ−Lτ
ゲージ対称性が合致する. さらに条件 3を鑑みると Lµ − Lτ ゲージ対称性のみが合致するこ
とがわかる.

3.2 Z ′′模型の構造

Z ′′模型のくりこみ可能なラグランジアンは次のように記述できる.

L = LSM −
1

4
Z ′′
µνZ

′′µν − sinχ

2
Z ′′
µνB

µν +
1

2
m2
Z′′Z ′′

µZ
′′µ − gZ′′

∑
i=µ,τ,νµ,ντ

Q′′
iψiγ

µψiZ
′′
µ, (3.11)

ここでLSMは標準模型のラグランジアン, gZ′′はゲージ結合定数でありQ′′
i はフェルミ粒子 i

の U(1)Lµ−Lτ チャージである. 各粒子に対するQ′′
i の値は表 3.3にまとめた. さらに Z ′′場の

フィールドストレングスは Z ′′
µν ≡ ∂µZ

′′
ν − ∂νZ ′′

µ, もとより標準模型に含まれている U(1)Y の

フィールドストレングスをBµν ≡ ∂µBν − ∂νBµと定義する. sinχは標準模型のU(1)Y と新た

に加えたU(1)Lµ−Lτ ゲージ場の運動項の混合を表すパラメータである. また, Lµ −Lτ ゲージ
対称性は自発的に破れているものと仮定し, Z ′′粒子は質量mZ′′を持つものとする.
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粒子 (νµL, µL) (ντL, τL) (µR)
c (τR)

c その他

Lµ − Lνチャージ +1 −1 −1 +1 0

表 3.3: Lµ − Lτ ゲージ対称性の下でのチャージの割り当て. なおフェルミ粒子については全

て左巻きの基底での表記である.

すなわち Z ′′模型は標準模型のパラメータを除くと, ゲージ結合定数 gZ′′と Z ′′粒子の質量

mZ′′ ,運動項の混合 sinχの 3つのフリーパラメータのみで記述される.

一般にZ ′′粒子は他の中性ゲージ粒子である光子やZ粒子と混合するため, sinχは有限な値

を持つ. しかし大統一理論などのより高エネルギーの物理を考えたときに模型の U(1)Y ある

いは U(1)Lµ−Lτ がより大きな群の破れに伴って誘発されるものと考えると, このような U(1)

の混合は対称性によって禁じられ,非常に小さな効果であると考えられる [26]. 以降 LHC実

験の現象論を議論するにあたり,この効果は無視できるものとして扱う. しかしながらダーク

フォトン模型やZ ′′模型でもmZ′′が非常に小さな領域ではこの混合の効果が重要になる場合

がある. これらは次セクションで詳細に議論していく.

3.3 運動項の混合（kinetic mixing）

序章で述べたように,新しいゲージ相互作用によってミュー粒子の異常磁気モーメントを説

明する可能性の一つとしてダークフォトン模型を挙げた. ダークフォトン模型に含まれる新

しいゲージ粒子,ダークフォトンはこの運動項の混合を通じてのみ標準模型粒子と結合する.

これより先の議論では,新しくゲージ相互作用を標準模型に加えたときに運動項の混合の

効果がどのように現れるかということを確認するため, ラグランジアンを立ててそのフォー

マリズムを構築していく.
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3.3.1 フォーマリズム

ここでは U(1)Lµ−Lτ に限らず一般に新しいゲージ相互作用として U(1)′を導入して考察す

る. U(1)EMまで破れた模型のラグランジアンは,

L =LSM + LZ′ + Lmix, (3.12)

LSM =− 1

4
B̂µνB̂

µν − 1

4
Ŵ a
µνŴ

aµν +
1

2
M̂2

ZẐµẐ
µ

− ê
∑
i

ψiγ
µ

(
1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)B̂µ +

1

ŝW
PLT

a · Ŵ a
µ

)
ψi, (3.13)

LZ′ =− 1

4
Ẑ ′
µνẐ

′µν +
1

2
M̂2

Z′Ẑ ′
µẐ

′µ − ĝ′

2

∑
i

ψiγ
µ(f iV − f iAγ5)ψiẐ ′

µ, (3.14)

Lmix =−
sinχ

2
Ẑ ′
µνB̂

µν − sinκ cosχ

2
Ẑ ′
µν

(
∂µŴ 3ν − ∂νŴ 3µ

)
+ δM̂2Ẑ ′

µẐ
µ, (3.15)

と書き下すことができる. ただし簡潔のため標準模型のラグランジアンLSMはQCD部分とス

カラーポテンシャルについては省いた. ここで B̂µνと Ŵ a
µν , Ẑ

′
µνはそれぞれU(1)Y と SU(2)L,

U(1)′のフィールドストレングスで B̂µはU(1)Y に, Ŵ a
µ は SU(2)Lに, Ẑ ′

µはU(1)′に含まれる

ゲージ場である. また ŝW , ĉW はワインバーグ角を θ̂W を用いて sin θ̂W , cos θ̂W で定義される

パラメータ, f iV , f
i
Aは,それぞれ Ẑ ′場が結合するベクトルカレント,軸性ベクトルカレントに

対するチャージである.

ラグランジアンに含まれる項, − sinκ cosχ
2

Ẑ ′
µν(∂

µŴ 3ν − ∂νŴ 3µ) は SU(2)L × U(1)Y × U(1)′

の対称性を保つラグランジアンには現れない. この Ẑ ′場と Ŵ 3場の運動項の混合は SU(2)L×
U(1)Y × U(1)′ → U(1)EMまで対称性が破れたときに量子効果として現れ,有限の寄与を与え

得る. ここでは後の利便性のため,運動項の混合をあらかじめ有効演算子としてラグランジア

ンに組み入れた.

まず B̂µと Ŵ 3
µ , Ẑ

′
µについて一般線型変換（GL(3,R)変換）を施し, ゲージ場の運動項を対

角化する,

 B̂µ

Ŵ 3
µ

Ẑ ′
µ

 =


1 0 −tanχ

cosκ
0 1 − tanκ

0 0
1

cosχ cosκ


 Bµ

W 3
µ

Z ′
µ

 . (3.16)

GL(3,R)変換後のラグランジアンはゲージ粒子の 3点結合と 4点結合, およびフェルミ粒子
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とゲージ粒子との結合が修正され,

L =− 1

4
BµνB

µν − 1

4
W a
µνW

aµν − 1

4
Z ′
µνZ

′µν

+
ê tanκ

2ĉW

{(
W 2
µZ

′
ν −W 2

νZ
′
µ

)
W 1µν +

(
Z ′
µW

1
ν − Z ′

νW
1
µ

)
W 2µν +

(
W 1
µW

2
ν −W 1

νW
2
µ

)
Z ′µν}

− ê2 tan2 κ

4ĉ2W

{(
W 2
µZ

′
ν −W 2

νZ
′
µ

)2
+
(
Z ′
µW

1
ν − Z ′

νW
1
µ

)2}
− ê

∑
i

ψiγ
µ

(
1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)Bµ +

1

ŝW
PLT

a ·W a
µ

)
ψi

+ ê
tanχ

cosκ

∑
i

ψiγ
µ 1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)ψiZ

′
µ + ê tanκ

∑
i

ψiγ
µ 1

ŝW
PLT

i
3ψiZ

′
µ

− ĝ′

2 cosχ cosκ

∑
i

ψiγ
µ(f iV − f iAγ5)ψiZ ′

µ +
M̂2

Z

2

(
Bµ W 3

µ Z ′
µ

)
R

 Bµ

W 3µ

Z ′µ

 (3.17)

となる.ここで M̂2
ZRは中性ゲージ粒子の質量行列であり, x′ ≡ M̂2

Z′/M̂2
Z , xδ ≡ δM̂2/M̂2

Zとし

たときに

R =

 ŝ2W −ĉW ŝW R13

−ĉW ŝW ĉ2W R23

R31 R32 R33

 , (3.18)

R13 = R31 = −ŝ2W
tanχ

cosκ
+ ĉW ŝW tanκ− xδŝW

cosχ cosκ
, (3.19)

R23 = R32 = ĉW ŝW
tanχ

cosκ
− ĉ2W tanκ+

xδ ĉW
cosχ cosκ

, (3.20)

R33 = −R13
tanχ

cosκ
−R23 tanκ+

xδ
cosχ cosκ

(
ŝW

tanχ

cosκ
− ĉW tanκ

)
+

x′

cos2 χ cos2 κ
, (3.21)

と表される.ラグランジアンに含まれるハット付きのパラメータ ê及び ĉW , ŝW とよく測定さ

れている物理的な素電荷やワインバーグ角との関係を明らかにするために, 中性ゲージ粒子を

物理的な基底に変換して質量行列を対角化する. 対角化は次の直交行列Oによってなされる,

O =

 ĉW −ŝW 0

ŝW ĉW 0

0 0 1


 1 0 0

0 cos ξ − sin ξ

0 sin ξ cos ξ

 , (3.22)
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 Aµ

Zµ
1

Zµ
2

 ≡
 1 0 0

0 cos ξ sin ξ

0 − sin ξ cos ξ


 Aµ

Zµ

Z ′µ

 ≡
 ĉW ŝW 0

−ŝW ĉW 0

0 0 1


 Bµ

W 3µ

Z ′µ

 . (3.23)

対角化された質量行列の非対角成分がゼロという条件より混合角 ξは

tan 2ξ =
2 cosχ cosκ(ŝW sinχ− ĉW cosχ sinκ+ xδ)

cos2 χ cos2 κ+ {(ŝW sinχ− ĉW cosχ sinκ)2 + 2xδ(ŝW sinχ− ĉW cosχ sinκ) + x′}
(3.24)

と求まり,対角成分,すなわち Z1と Z2の質量がそれぞれMZ1 , MZ2であることからラグラジ

アンのパラメータ M̂Z と物理的なパラメータに以下の関係が成り立つことがわかる,

M̂2
Z =M2

Z1

{
1 + sin2 ξ

(
M2

Z2

M2
Z1

− 1

)}
. (3.25)

物理的な基底である光子Aとフェルミ粒子との相互作用は

−ê
∑
i

ψiγ
µ
{
(Y i

L + T i3)PL + Y i
RPR

}
ψiAµ = −ê

∑
i

ψiγ
µQiψiAµ (3.26)

と電荷Qを用いて表される.これより êは通常用いられる素電荷 e =
√
4παと同一視するこ

とができる. また, Z1粒子を標準模型における Z粒子とみなす場合に,ワインバーグ角は

s2W c
2
W =

πα(MZ1)√
2GFM2

Z1

(3.27)

と評価できる.これに加えてハット付のパラメータについて

ŝ2W ĉ
2
W =

πα(M̂Z)√
2GFM̂2

Z

(3.28)

が成立するならば

sW cWMZ1 = ŝW ĉWM̂Z (3.29)

という恒等式が成り立つ. この恒等式と式 3.25よりハット付のパラメータで記述されたラグ

ランジアンを物理的なパラメータで表す. 中性ゲージ粒子の質量混合角 ξが小さいと仮定し

展開すると, Z1粒子とフェルミ粒子との相互作用は

LZ1 = −
∑
i

ψiγ
µ e

2sW cW

[
1 +

ξ2

2

(
M2

Z2

M2
Z1

+ 1

)
+ ξ

(
sW

tanχ

cosκ
− cW tanκ

)]
× {(T i3 − 2Qis2∗ + ξf̃ iV )− (T i3 + ξf̃ iA)γ

5}ψiZ1µ, (3.30)
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となる.ここで,ラグランジアンに含まれるパラメータ f̃ iV,Aと s2∗は以下で定義する.

f̃ iV,A ≡
ĝ′sW cW

e cosχ cosκ
f iV,A, (3.31)

s2∗ ≡ s2W + c2W sW
tanχ

cosκ
ξ + cW s

2
W tanκξ − c2W s

2
W

c2W − s2W

(
M2

Z2

M2
Z2

− 1

)
ξ2. (3.32)

物理的なパラメータでラグランジアンを記述する際にZ1粒子を観測されている 91 GeVの

中性ゲージ粒子と同一視した. このZ1粒子とフェルミ粒子の相互作用について模型に依存し

ない部分, すなわち ĝ′ → 0としたときにぺスキン-竹内の S, T, U パラメータを用いた有効

ラグランジアンのフォーマリズム [64–69]で記述すると,

LZ1 = −
∑
i

ψiγ
µ e

2sW cW

(
1 +

αT

2

)
{(T i3 − 2Qis2∗)− T i3γ5}, (3.33)

s2∗ = s2W +
1

c2W − s2W

(
1

4
αS − c2W s2WαT

)
, (3.34)

と記述できる.すなわちツリーレベルの S, T パラメータは標準模型と比べ

αS = 4ξ

(
c2W sW

tanχ

cosκ
− cW s2W tanκ

)
, (3.35)

αT = 2ξ

(
sW

tanχ

cosκ
− cW tanκ

)
+ ξ2

(
M2

Z2

M2
Z2

− 1

)
, (3.36)

の修正を受ける.

同様にして Z2粒子とフェルミ粒子との相互作用は

LZ2 = −
∑
i

ψiγ
µ e

2sW cW

[
f̃ iV + s̃(T i3 − 2Qi)

tanχ

cosκ
− c̃T i3 tanκ− (T i3 − 2Qis2∗)ξ

−
{
f̃ iA + s̃T i3

tanχ

cosκ
− c̃T i3 tanκ− T i3ξ

}
γ5

]
ψiZ2µ, (3.37)

と表される.ここで,ラグランジアンに含まれるパラメータ s̃と c̃は前述の S および T を用

いて,

(s̃, c̃) ≡ (sW , cW ) +
(s3W , c

3
W )

c2W − s2W

(
1

4c2W

s2W tanχ cosκ− 2c2W tanκ

s2W tanχ cosκ− 2s2W tanκ
αS − 1

2
αT

)
, (3.38)

と定義される.
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3.3.2 ダークフォトン模型の例

ダークフォトン模型は新しいゲージ相互作用によってミュー粒子の異常磁気モーメントを

説明する模型としてよく知られている. ただし, Lµ−Lτゲージ相互作用のように, 新しいゲー

ジ粒子であるダークフォトンはミュー粒子と直接結合しない. ダークフォトン模型は標準模

型に新しく U(1)D対称性を課すが, 標準模型粒子には U(1)Dのチャージを割り当てず,ダー

クフォトンは U(1)Y との運動項の混合を介してのみ標準模型粒子と相互作用する. 原理的に

この運動項の混合が小さな理由はない. しかし, U(1)Y あるいは U(1)Dがより大きな群から

導かれるものと仮定すると, その対称性の下でのラグランジアンにはU(1)の運動項の混合は

禁止される. これを踏まえて,ダークフォトン模型の運動項の混合はO(1)よりも十分に小さ
いものとして議論する.

ラグランジアンとミュー粒子異常磁気モーメント

前セクションで与えたラグランジアンを用いると,上記の仮定は sinχ≪ 1と表すことがで

きる. 一方で U(1)Dのゲージ場と Ŵ 3場の混合は 1ループレベルの量子効果によってもたら

される. ループするフェルミ粒子と U(1)Dのゲージ粒子との結合はおよそ sinχ程度となり,

さらに 1ループの抑制がかかるためU(1)Dのゲージ場と Ŵ 3場の混合は無視できるほど小さ

くなる.

以上からダークフォトン模型のラグランジアンを改めて記述すると,

L =LSM + LAD
+ Lmix, (3.39)

LSM =− 1

4
B̂µνB̂

µν − 1

4
Ŵ a
µνŴ

aµν +
1

2
M̂2

ZẐµẐ
µ

− ê
∑
i

ψiγ
µ

(
1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)B̂µ +

1

ŝW
PLT

a · Ŵ a
µ

)
ψi, (3.40)

LAD
=− 1

4
ÂDµνÂ

µν
D +

1

2
M̂2

AD
ÂDµÂ

µ
D, (3.41)

Lmix =−
sinχ

2
ÂDµνB̂

µν + δM̂2ÂDµẐ
µ, (3.42)

と与えられる. ここで ÂDµと ÂDµνそれぞれは U(1)Dのゲージ場とフィールドストストレン

グスである. 前セクションで議論したときと同様にして物理的なパラメータで相互作用を書

き下す. 特にダークフォトンADとミュー粒子との結合は

LAD
= −ψµγµ

e

2sW cW

[
s̃(T µ3 − 2Qµ) tanχ− (T µ3 − 2Qµs2∗)ξ − {s̃T

µ
3 tanχ− T µ3 ξ} γ5

]
ψµADµ,

(3.43)

22



と与えられる.ここで s2∗と s̃は

s2∗ = s2W + c2W sW ξ tanχ−
c2W s

2
W

c2W − s2W
ξ2
(
M2

AD

M2
Z

− 1

)
, (3.44)

s̃ = sW −
1

2

s3W
c2W − s2W

ξ2
(
M2

AD

M2
Z

− 1

)
, (3.45)

となる.ダークフォトン模型のパラメータはダークフォトンの質量MAD
と運動項の混合を表

す χ, ゲージ粒子の質量混合角 ξの 3つである. 特にU(1)Dを破るスカラー粒子が標準模型の

チャージを持たず, かつ SU(2)L × U(1)Y を破るヒッグス粒子が U(1)Dのチャージを持たな

ければ質量混合 δM̂ は 0となり,質量混合角 ξと運動項の混合を表す χに以下の関係が付く.

tan 2ξ ≃ 2ŝW tanχ

1− ŝ2W tan2 χ
,

ξ ≃ sW sinχ, (3.46)

ここで sinχ≪ 1および M̂2
AD
≪ M̂2

Zとした. 以上よりダークフォトンとフェルミ粒子の相互

作用は

LAD
= ecW sinχψiγ

µQiψiADµ,

= eϵJµEMADµ, (3.47)

と簡潔に表される.ここで ϵは cW sinχであり, 利便性のため以後ダークフォトン模型の運動

項の混合を表すパラメータには ϵを用いる. このとき,ミュー粒子異常磁気モーメントは

δaµ =
α

2π
ϵ2
∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 +
m2

AD

m2
µ
z
, (3.48)

となる.

ダークフォトン模型への制限

ダークフォトンの質量がmAD
> 1 MeV ∼ 2meの場合, ダークフォトンは標準模型の荷電

粒子など（例えば e+e−や µ+µ−, π+π−）に崩壊することができる. このようなダークフォト

ンは電子あるいは陽子を固定ターゲットに入射する実験や e+e−コライダー実験による直接

探査などによって制限を受ける. 以下に代表的なダークフォトン探査実験の例を挙げる.
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ビームダンプ実験

電子あるいは陽子のビームダンプ実験において,高強度のビームを固定ターゲットにダン

プさせる実験はダークフォトンの弱い相互作用を探るために必要な高いルミノシティーを作

り出す. ターゲットの中でビーム内の粒子が散乱するとき,通常の光子が制動放射されるよ

うに, ダークフォトンも運動項の混合を介して放射される. よくブーストされたダークフォ

トンは入射ビームのエネルギーの多くを持ち去り, ビーム軸に対して小さな角度で前方に放

出される. このため検出器は標準模型バックグラウンドを抑えるためにビーム方向前方に十

分長くシールドされた状態で設置される. ダークフォトンは相互作用が弱いためこのシール

ドを通り,荷電レプトンへと崩壊するときに検出される. このときダークフォトンの崩壊長

はO(cm − m)でなければ検出器の内部で崩壊しないため観測されない. このような崩壊長

を持つダークフォトンは質量にして 2me −O(100) MeV程度で運動項の混合はとても小さい

（10−7<∼ ϵ<∼ 10−3）. すなわちこのパラメータ領域がビームダンプ実験におけるダークフォト

ン模型の探査領域となる.

電子-陽電子コライダー実験

Bファクトリーに代表されるような高いルミノシティーの e+e−コライダー実験は世界各地

で行われており, それぞれに異なる重心エネルギーで膨大な量のデータを供給し続けている.

このような大量のデータは次のような過程でダークフォトン探査に活かされている.

• 光子と対で生成されたダークフォトンがレプトン対へと崩壊する過程e+e− → γAD, AD →
ℓ+ℓ− (ℓ = e, µ) [29].

• ダークフォトン模型に含まれる新しいスカラー粒子hDとダークフォトンが随伴生成する

過程. この新しいスカラー粒子は標準模型におけるヒッグス機構のようにU(1)Dを破る

ために導入される. スカラー粒子がダークフォトンに崩壊できる場合（mhD ≥ 2mAD
）,

e+e− → ADhD → 3AD, AD → ℓ+ℓ−, π+π−のイベントが生じる. 一方でスカラー粒子

がダークフォトンに崩壊できない場合には e+e− → ADhD → ℓ+ℓ−+消失エネルギーの

イベントが生じ得る.

• メソンの崩壊において輻射的にダークフォトンが生成される過程. ダークフォトンを伴

うメソン崩壊の崩壊分岐比は ϵ2で抑制される [70].
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超新星爆発の観測による制限

超新星爆発の際に一度ダークフォトンのような相互作用の弱い粒子が生成されると, その

ような粒子は超新星爆発のエネルギーを持ち去り冷却を早める. 一方で超新星爆発のエネル

ギー損失は超新星爆発由来のニュートリノを観測することによって見積もられており, これ

によってダークフォトンの相互作用の強さと質量について制限が与えられる [71].

ダークフォトン模型に対するこれらの実験的制限をまとめたものを図 6.4に示す.

3.3.3 運動項の混合を含んだ場合のZ ′′模型の構造

Z ′′模型の現象論を議論する際,運動項の混合については無視できるものとして取り扱うが,

特に質量や結合定数が小さい領域については,ダークフォトン模型のように運動項の混合の効

果が重要になり得る.

ゲージ場の運動項の混合を含めた Z ′′模型のラグランジアンは

L =LSM + LZ′′ + Lmix, (3.49)

LSM =− 1

4
B̂µνB̂

µν − 1

4
Ŵ a
µνŴ

aµν +
1

2
M̂2

ZẐµẐ
µ

− ê
∑
i

ψiγ
µ

(
1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)B̂µ +

1

ŝW
PLT

a · Ŵ a
µ

)
ψi, (3.50)

LZ′′ =− 1

4
Ẑ ′′
µνẐ

′′µν +
1

2
m̂2
Z′′Ẑ ′′

µẐ
′′µ − gZ′′

∑
i

Q′′
iψiγ

µψiẐ
′′
µ, (3.51)

Lmix =−
sinχ

2
Ẑ ′′
µνB̂

µν − sinκ cosχ

2
Ẑ ′′
µν

(
∂µŴ 3ν − ∂νŴ 3µ

)
, (3.52)

と表される. ここでQ′′
i はU(1)Lµ−Lτ ゲージのチャージで表 3.3の通りに割り当てられるもの

とする. また U(1)Lµ−Lτ を破るスカラー粒子は標準模型のチャージを持たないと仮定するた

め, ゲージ粒子の質量混合 δM̂2Ẑ ′′
µẐ

µはラグランジアンに現れない.

セクション 3.3.1と同様の手順でラグランジアンを物理的な基底,パラメータを用いて表現

し直す. 特に今後の解析で重要となるミュー粒子と Z ′′粒子の相互作用は

LZ′′µ̄µ = −µγµ e

2sW cW

[
2gZ′′sW cW
e cosχ cosκ

+
3

2

s̃ tanχ

cosκ
+

1

2
c̃ tanκ−

(
2s2∗ −

1

2

)
ξ

− 1

2

{
− s̃ tanχ

cosκ
+ c̃ tanκ+ ξ

}
γ5

]
µZ ′′

µ, (3.53)
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と与えられる. ここで s∗および s̃, c̃はセクション 3.3.1の式 3.34と式 3.38で定義されるパラ

メータである. また,中性ゲージ粒子の質量混合角 ξは m̂Z′′ ≪ M̂Zかつ χ, κ≪ 1の場合には

ξ ≃ sW
tanχ

cosκ
− cW tanκ, (3.54)

というように運動項の混合で表される. すなわち, Z 粒子に比べて Z ′′粒子が軽く,運動項の

混合が十分小さい場合にミュー粒子と Z ′′粒子の相互作用は

LZ′′µ̄µ ≃ −gZ′′µγµµZ ′′
µ − e (cW sinχ+ sW sinκ cosχ)µγµµZ ′′

µ, (3.55)

となる.

3.3.4 高エネルギースケールでのZ ′′模型における運動項の混合の振る舞い

電弱スケールよりも高いスケールで SU(2)L × U(1)Y × U(1)Lµ−Lτ の対称性が保存して

いる場合, ラグランジアン（式 3.49-3.52）の M̂Z および m̂Z′′ , δM̂ , sinκは全てゼロとなる.

U(1)Y , U(1)Lµ−Lτ に関する部分のみを書き下すと,

LU(1) =−
1

4
B̂µνB̂

µν − 1

4
Ẑ ′′
µνẐ

′′µν − sinχ

2
Ẑ ′′
µνB̂

µν

− ê

ĉW

∑
i

ψiγ
µ(Y i

LPL + Y i
RPR)B̂µψi − gZ′′

∑
i

Q′′
iψiγ

µψiẐ
′′
µ, (3.56)

と表すことができる. GL(2,R)変換,(
B̂µ

Ẑ ′′
µ

)
=

 1 − tanχ

0
1

cosχ

( Bµ

Z ′′
µ

)
, (3.57)

を行いゲージ場の運動項を対角化すると,ラグランジアンは,

LU(1) =−
1

4
BµνB

µν − 1

4
Z ′′
µνZ

′′µν − ê

ĉW

∑
i

ψiγ
µ(Y i

LPL + Y i
RPR)Bµψi

−
∑
i

ψiγ
µ

[
− ê tanχ

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR) +

gZ′′

cosχ
Q′′
i

]
ψiZ

′′
µ, (3.58)

となる.特に χ≪ 1の場合, Z ′′粒子とフェルミ粒子の相互作用は

LZ′′ψ̄ψ = −
∑
i

ψiγ
µ

[
− ê sinχ

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR) + gZ′′Q′′

i

]
ψiZ

′′
µ

≡ −
∑
i

ψiγ
µ
[
gmix(Y

i
LPL + Y i

RPR) + gZ′′Q′′
i

]
ψiZ

′′
µ, (3.59)
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と近似できる.ここで gmixは − ê sinχ
ĉW
である. またヒッグス粒子H と U(1)Lµ−Lτ を破るスカ

ラー粒子 σは共変微分を通してB,Z ′′粒子と相互作用する,∣∣∣∣(∂µ − i êĉW YHB̂µ

)
H

∣∣∣∣2 + ∣∣∣(∂µ − igZ′′Q′′
sẐ

′′
µ

)
σ
∣∣∣2

≃
∣∣∣∣(∂µ − i êĉW YHBµ − igmixYHZ

′′
µ

)
H

∣∣∣∣2 + ∣∣(∂µ − igZ′′Q′′
sZ

′′
µ

)
σ
∣∣2 (3.60)

ここでYHはヒッグス粒子のハイパーチャージ, Q′′
sは新しいスカラー粒子のU(1)Lµ−Lτ チャー

ジを表す. ここでは運動項の混合がエネルギースケールの変化に対してどのように振る舞う

かを調べるため, この gmixに対する 1ループくりこみ群方程式を計算する [26,72–75]. 1ルー

プくりこみ群方程式はゲージ場の波動関数くりこみを計算することにより求められ,

dgmix

dt
=

gmix

16π2

1

3

[∑
i

2
{
(Y i

L)
2 + (Y i

R)
2
}( ê2

c2W
+ g2mix

)
+ Y 2

H

ê2

c2W
+

(∑
i

2Q′′2
i +Q′′2

s

)
g2Z′′

]
,

(3.61)

となる.ここで tはくりこみスケールを µ,参照スケールを µ0としたときに t ≡ ln(µ/µ0)で定

義される. gmix = 0近傍でのくりこみ群方程式は

dgmix

dt
=

gmix

16π2

1

3

[{∑
i

2
(
Y i2
L + Y i2

R

)
+ Y 2

H

}
ê2

c2W
+

(∑
i

2Q′′2
i +Q′′2

s

)
g2Z′′ +O(g2mix)

]
,

(3.62)

となるため,高エネルギーで運動項の混合がゼロであれば低エネルギースケールまでゼロのま

まフローする.

3.4 ニュートリノ質量

このセクションでは, Lµ−Lτ ゲージ理論におけるニュートリノ混合と質量について議論し
ていく. 初めに 3つの右巻きニュートリノを用いて観測されているニュートリノ混合が説明

できることを示す. 次に初期宇宙におけるバリオン非対称性のウォッシュアウト効果によっ

て, 右巻きニュートリノの質量に上限が与えられることを示す.

3.4.1 ニュートリノ混合と質量

観測されているニュートリノ混合を説明するために, 標準模型に 3つの右巻きニュートリノ

νiR(i = e, µ, τ)を加える. ここで右巻きニュートリノはそれぞれ 0,+1,−1のLµ−Lτ チャー
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ジを持つとする. さらに Lµ − Lτ ゲージ対称性はヒッグス粒子とは異なる Lµ − Lτ チャージ
+1 を持つ新たなスカラー場 σの凝縮によって破られると仮定する.

以上を含めた各粒子への Lµ − Lτ チャージの割り当てを表 3.4にまとめる.

粒子 L1 L2 L3 (eR)
c (µR)

c (τR)
c (νeR)

c (νµR)
c (ντR)

c σ その他

Lµ − Lτ チャージ 0 +1 -1 0 -1 +1 0 -1 +1 +1 0

表 3.4: Lµ − Lτ ゲージ対称性の下でのチャージの割り当て. なおフェルミ粒子については全

て左巻きの基底での表記である.

このようなチャージの割り当てを仮定することで,くりこみ可能なラグランジアン, 特にレ

プトンの湯川結合と質量に関する部分については次のように与えられる.

L = Hc (yeL1 (eR)
c + yµL2 (µR)

c + yτL3 (τR)
c) +H (λ1L1 (νeR)

c + λ2L2 (νµR)
c + λ3L3 (ντR)

c)

+MeeνeRνeR +MµτνµRντR + λ′eµσ
†νeRνµR + λ′eτσνeRντR + h.c.. (3.63)

ここで, ye, yµ, yτ は荷電レプトンの湯川結合定数であり,ニュートリノ質量とは関係しない.

ニュートリノ質量は別の湯川結合定数 λi (i = 1, 2, 3)と λ′eµ, λ
′
eτ , さらにマヨラナ質量Mee,

Mµτ によって決定される.

ニュートリノ質量項は右巻きと左巻きの間で対角になっており,世代間の混合は無い. すな

わちニュートリノ混合は右巻きニュートリノが混ざることによって得られる. もし,マヨラナ

質量Mee, Mµτ , λ
′
eµ ⟨σ⟩と λ′eτ ⟨σ⟩が同じオーダーであれば, シーソ―機構 [76]が観測されて

いるものと同程度のオーダーでニュートリノ混合をもたらす. シーソー機構より,パラメータ

の間には

(∆m2)1/2 ∼ λ2v2

M
∼ 10−12 − 10−11 GeV, (3.64)

という関係が付く.ここで, v ≃ 174は標準模型のヒッグス場の真空期待値, ∆m2は左巻き

ニュートリノの二乗質量の差である. また, λは λi (i = 1, 2, 3)を, MはMee, Mµτ , λ
′
eµ ⟨σ⟩お

よび λ′eτ ⟨σ⟩をまとめて表す記号である.

3.4.2 バリオン非対称性のウォッシュアウト効果

式 3.63によって与えられる相互作用はレプトンの対称性を破る. 一方で, B + L対称性は

カイラルアノマリーによって破られる. この効果によるバリオン数の変化は初期宇宙で有限

温度のスファレロン過程によって頻繁に起こる [77]. したがって,もし両者の効果が同時に働
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くならばバリオン非対称性がウォッシュアウトされてしまう. このようなウォッシュアウトが

起こりえない条件をこれから導いていく.

まず第一に,スファレロン過程は電弱スケールよりも高い温度でのみ働く. すなわち,バリ

オン非対称性が電弱スケールよりも低い温度で生成されるならば,ウォッシュアウトは起こら

ない. これよりバリオン非対称性は電弱スケールよりも高い温度で生成されると仮定して, 式

3.63にあるパラメータに関する制限を計算する.

ここではウォッシュアウトが引き起こされないような 2つの可能性について考察する.

1. λiが小さい場合

2. MeeとMµτ が小さい場合

もし 2つの条件のどちらかが満たされれば,レプトン数は実質的に保存される. よって両者の

内どちらか弱い条件を選べばウォッシュアウトは起こらない. これよりこの 2つの場合につい

て詳細に議論していく.

可能性 1. λiが小さい場合

λi = 0の極限では,各フレーバーに対するレプトン対称性は回復する. すなわち λiによる

相互作用が効果的でない場合,バリオン非対称性のウォッシュアウトは起こらない. 最も効果

の高い相互作用を図 3.1に示す. この過程の反応率は

⟨σnv⟩ ≃ λ2i y
2
t

8π
T, (3.65)

と見積もられる.ここで σ と n, v, yt はそれぞれ,この反応の断面積と関係する粒子の数密

度, 関係する粒子の速度,トップクォークの湯川結合定数である.また, ⟨· · ·⟩は熱平均を表す.

T >∼ 102 GeVに対して反応率がハッブルスケールよりも小さいと要求することから

λi<∼ 10−7. (3.66)

という上限が得られる.

可能性 2. MeeとMµτ が小さい場合

もしマヨラナ質量が無ければLe − Lµ − Lτ 対称性は回復する. マヨラナ質量によって対称

性の破れを引き起こす最も効果のある相互作用を図 3.2に示す. この過程の反応率は

⟨σnv⟩ ∼ g′4

8π
M, (3.67)
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図 3.1: λによるレプトン数を破る相互作用を示したファインマンダイアグラム.
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図 3.2: レプトン数を破る相互作用を示したファインマンダイアグラム.

と見積もられる. λiが小さい場合と同様に T >∼ 102 GeVでこの反応率がハッブルスケールよ

りも小さいならば,

M <
∼ 10−11 GeV

(
g′

0.3

)−4

, (3.68)

とマヨラナ質量に対する上限値が得られる.

関係式 3.64より,条件式 3.68は条件式 3.66よりも厳しいことがわかる. したがってウォッ

シュアウトが起こらないためには条件式 3.66を満たせば十分である. 関係式 3.64が成り立つ

下で,ウォッシュアウトが起こらない条件は

λi
<∼ 10−7,

Mee, Mµτ
<∼ 101 GeV,

λ′eµ, λ
′
eτ

<∼ 10−1 ⟨σ⟩
100 GeV

, (3.69)

と導くことができる.

右巻きニュートリノが軽く,また,弱く結合していることから, これらが長寿命であるかど

うかを考える必要がある. もし右巻きニュートリノが長寿命であればビッグバン元素合成が

成り立たなくなる可能性がある. 最も重要となる崩壊チャンネルは図 3.3のようなダイアグ

ラムで表される. ここでスカラー粒子 σは右巻きニュートリノよりも重いと仮定することで,

N → σνの崩壊を起こさないようにする.
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図 3.3の過程の崩壊幅は

Γ ≃ M

128π3

M2

v2
λ2, (3.70)

となる.右巻きニュートリノの崩壊は

T ∼ 0.1 GeV
λ

10−7

(
M

10 GeV

)3/2

, (3.71)

の温度に近くになるとき頻繁に起こる. これより右巻きニュートリノはビッグバン元素合成

より前に崩壊し,影響しない.

�

R

�=e

�

Z=W

�

q=l

図 3.3: 右巻きニュートリノの崩壊を表すファインマンダイアグラム. 図中の q/lはクォーク

またはレプトンを表す.

上記で議論したように, もし右巻きニュートリノが十分に軽い場合, Z ′′粒子が νℓRν̄ℓR (ℓ =

µ, τ)への崩壊モードが開く. すなわち, Z ′′粒子の崩壊分岐比BR(Z ′′ → µ+µ−/τ+τ−)はそれ

ぞれ 1/4程度となる. 一方で Z ′′粒子が崩壊できないほど右巻きニュートリノが重い場合,崩

壊分岐比BR(Z ′′ → µ+µ−/τ+τ−)はそれぞれ 1/3程度となる. 加速器実験においてZ ′′粒子の

シグナルを観測するには荷電レプトンである µと τ が重要であるが, 右巻きニュートリノが

十分に軽い場合には µ+µ−, τ+τ−への分岐比が小さくなるために Z ′′粒子の観測はより困難

と言える. 5章で LHC実験の現象論について議論していくが,より保守的な立場をとるため

にZ ′′模型の右巻きニュートリノは十分に軽いと仮定する. また 6章では右巻きニュートリノ

によって極端に議論が変わることは無いので, 簡単のために左巻きニュートリノのみを導入

して議論を進めていく.
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第4章 ミュー粒子異常磁気モーメントと電

弱精密測定

本章ではミュー粒子異常磁気モーメントと電弱精密測定の結果を満足する Z ′′模型のパラ

メータ領域を明らかにする.

4.1 Z ′′粒子のミュー粒子異常磁気モーメントへの寄与

表 3.3に見られるように, Z ′′粒子は Lµ − Lτ ゲージ相互作用を通じてミュー粒子と相互作
用する. すなわち Z ′′模型では標準模型におけるミュー粒子異常磁気モーメントに対して,新

たに Z ′′粒子の寄与が加わる. リーディングオーダーでは図 4.1のダイアグラムで表され, こ

れより 1ループの有効バーテックス δΓµは以下のように計算される,

u(p′)δΓµ(p′, p)u(p)

= u(p′)

∫
ddk

(2π)d
−i

(p− k)2 −m2
Z′′ + iϵ

{
gνρ −

(p− k)ν(p− k)ρ
(p− k)2 − ξm2

Z′′
(1− ξ)

}
(−igZ′′γν)

i(/k
′
+mµ)

k′2 −m2
µ + iϵ

γµ
i(/k +mµ)

k2 −m2
µ + iϵ

(−igZ′′γρ)u(p). (4.1)

ここでmµとmZ′′はそれぞれミュー粒子の質量とZ ′′粒子の質量を表す. また,各粒子の運動

量は図 4.1に示す通りである. 式 4.1ではZ ′′粒子のプロパゲーターをRξゲージに置いた. こ

こでゲージの形に依らない gνρの項についてのみ
iσµνqν
2mµ

の係数である形状因子 F2を求めると

F2(q
2 = 0) =

g2Z′′

8π2

∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

(4.2)

となる.また,ゲージの取り方に依存する− (p−k)ν(p−k)ρ
(p−k)2−ξm2

Z′′
(1−ξ)の項についても同様にF2(q

2 = 0)

を計算するとゼロとなる. Rξゲージにおける ξは南部-ゴールドストン粒子がどれほどゲージ

粒子に吸収されているかを表すパラメータである. すなわちこのゲージの取り方に依存する
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図 4.1: Z ′′粒子が寄与するミューオン異常磁気モーメントのファインマンダイアグラム.

項の寄与がゼロであるということは南部-ゴールドストン粒子の寄与が無いことを示唆するも

のであり, これはZ ′′模型のラグランジアン,式 3.11からもツリーレベルでミュー粒子と南部-

ゴールドストン粒子が結合する演算子が存在しないことからも明らかである. すなわち, Z ′′

粒子が寄与するミュー粒子異常磁気モーメント δaµは

δaµ =
g2Z′′

8π2

∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

, (4.3)

と表される. Z ′′粒子の質量が極端に小さい場合には,

δaµ ≃
g2Z′′

8π2
(mZ′′ ≪ mµ), (4.4)

となり,これは QEDの場合によく知られたシュヴィンガー項 e2/8π2 と同様になる. また,

ミュー粒子に比べZ ′′粒子が重い場合には,

δaµ ≃
g2Z′′

12π2

m2
µ

m2
Z′′

(mZ′′ ≫ mµ) (4.5)

≃ 2× 10−9

(
g2Z′′

0.5

)(
100 GeV

mZ′′

)2

, (4.6)

が得られる [24]. 図 4.2には新しいミュー粒子異常磁気モーメント δaµに対する Z ′′模型の 2

つのパラメータ依存性を示した. 以上より gZ′′ = O(1)かつmZ′′ = O(100) GeVのZ ′′粒子は

測定されているミュー粒子異常磁気モーメントの 3σのずれを相殺することができる.

4.2 Z ′′粒子による電弱精密測定への影響

ミュー粒子異常磁気モーメントの場合と同様に, Z ′′粒子は第 2,第 3世代のレプトン（l, νl）

と結合し, ZllやW+l−νlのバーテックスに寄与する. これらのバーテックスへの補正を通じ
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図 4.2: ミュー粒子異常磁気モーメントを説明する (mZ′′ , gZ′′)のパラメータ領域. 右図は Z ′′

粒子がミュー粒子よりも軽い領域について拡大した図. ここで標準模型のミュー粒子異常磁

気モーメントについては [7]の値を採用した.

て電弱精密測定にZ ′′粒子が影響を及ぼす. Zµff の有効バーテックスを次のように表す,

ig

cW
γµ

(
gfLPL + gfRPR

)
. (4.7)

ここで gfL,Rは

gfL =
(
T 3
f −Qfs

2
W

)
(1 + ∆), gfR = −Qfs

2
W (1 + ∆), (4.8)

と 1ループ補正をパラメータ化した∆によって定義される. また, gは弱い相互作用の結合定

数, cW はワインバーグ角 θW の余弦（cos θW）, PL,Rは射影演算子で PL,R = (1∓ γ5)/2と定
義される. さらに, T 3

f , Qf はそれぞれフェルミ粒子 f の弱アイソスピンの第 3成分と電荷を

表す. ∆は第 2,第 3世代のレプトン f(= µ, τ, νµ, ντ )の質量を無視する極限では

∆ = ∆(1) + δZ, (4.9)

∆(1) = −g
2
Z′′

8π2
Re
[
q2 {C0 + C11 + C23 − C22} − 2(1− ϵ)2C24

]
(Z ′′, f, f ; p, q), (4.10)

δZ = −g
2
Z′′

8π2
(1− ϵ)(B0 +B1)(Z

′′, f ; p2 = m2
f ), (4.11)
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図 4.3: 1ループレベルでのZ ′′粒子の∆への寄与. 左図はバーテックス補正∆(1),右図はレプ

トンの波動関数に対する補正を表すファインマンダイアグラム.

として得られる [78]. ここで∆(1)は 1ループのバーテックス補正（図 4.3(a)）であり, δZは

レプトンの波動関数くりこみ（図 4.3(b)）から得られる相殺項である. また, CXX とBX は

パッサリーノ-ヴェルトマン関数であり,付録Aに詳細を載せた.

式 4.10, 4.11より∆の具体的な表式は,

∆(q2) = −g
2
Z′′

8π2

[
7

4
+ δ +

(
δ +

3

2

)
log δ

+(1 + δ)2
{
Li2

(
δ

1 + δ

)
+

1

2
log2

(
δ

1 + δ

)
− π2

6

}]
, (4.12)

と得られる.ここで δ は Z ′′ 粒子の質量と Z 粒子の入射運動量の比 m2
Z′′/q2 であり, Li2 は

Li2(x) ≡ −
∫ x
0
dt ln(1−t)

t
と定義される二重対数関数である.

図 4.4はZ粒子質量の極（q2 = m2
Z）におけるバーテックス補正∆の数値を (mZ′′ , gZ′′)平

面上に描画した図である. 具体例としてバーテックス補正はmZ′′ = 60 GeV, gZ′′ = 0.3の場

合∆(m2
Z) = 7.6× 10−4, mZ′′ = 80 GeV, gZ′′ = 0.3の場合∆(m2

Z) = 6.7× 10−4と見積られる.

同様にして, Z ′′粒子の寄与するW+l−νlバーテックス (l = µ, τ)の 1ループ補正（図 4.5）

を計算することができる. W+l−νlの有効バーテックスを次のように表す,

ig√
2
γµk

l
LPL. (4.13)

ここで klLは 1ループのバーテックス補正をパラメータ化した∆W を用いて

klL = 1 +∆W , (4.14)
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図 4.4: (mZ′′ , gZ′′)平面上でのZ粒子質量の極（q2 = m2
Z）におけるバーテックス補正∆.
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図 4.5: 1ループレベルでのZ ′′粒子のW+l−νlバーテックス補正∆W への寄与.

と表される.図 4.3, 4.5からも明らかなように, レプトン, µ(τ)とνµ(ντ )の質量が無視できるな

らばZllとW+l−νl へのZ ′′粒子による 1ループバーテックス補正は完全に等しく, ∆ = ∆W

となる.

レプトンの質量が無視でき, W 粒子の入射運動がZ粒子の質量と等しい場合, ∆W は図 4.4

の値をとる. ∆W が有限の値になる場合にはミュー粒子の崩壊への影響が懸念される. ミュー

粒子の崩壊は精度よく測られ,素粒子物理学において重要な物理量であるフェルミ定数を決定

することに用いられる. すなわち,ミュー粒子の崩壊過程に影響があるかというのは極めて重

要な問題となる. µ→ eνµνeの過程にはW+l−νlバーテックス補正を通じて, Z ′′粒子が図 4.6

のように寄与する. しかしながら,ミュー粒子の崩壊において中間状態にある仮想W 粒子に
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図 4.6: µ→ eνµνeに寄与するZ ′′粒子. W+l−νlバーテックス補正を通じて 1ループレベルで

寄与する.

よる運動量の伝播はZ ′′粒子の質量に比べて無視できると考えられる. 式 4.12について q2の

0をとる極限を考えると, limq2→0∆(q2) = 0となるため, ミュー粒子の崩壊過程より Z ′′粒子

の効果はデカップルすることがわかる.

計算した電弱精密測定に関する種々の値は表 4.1にまとめた. なお,計算する上では参考文

献 [79–81]の公式を採用した. 実験データと無矛盾なパラメータ空間を調べるために, mtと

mh, ∆α
(5)
had, αsをインプットパラメータとしてカイ二乗検定を行う. χ2は,

χ2 =
∑
i, j

(
OExp
i −OModel

i

σExp
i

)
(ρ−1)ij

(
OExp
j −OModel

j

σExp
j

)
, (4.15)

で定義される.ここで, OExpは実験で測定された中央値, σExpは 1σの誤差, ρは測定値の相関

係数行列である [3, 7, 82]. また, OModelは理論によって予測される値である. 表 4.1には標準

模型と Z ′′模型の参照点mZ′′ = (60, 80) GeVと gZ′′ = 0.3のそれぞれにおいて最も適合する

値を示した.

mZ′′ = O(100) GeV, gZ′′ = O(1)のパラメータ領域では, Z ′′粒子は ll (l = µ, τ, νµ, ντ )へ崩

壊するZ粒子の部分崩壊幅Γllを増幅させる効果がある. しかしながら, Z粒子の全崩壊幅ΓZ

はハドロンモードへの部分崩壊幅 Γhadが支配的であるため著しく増加することは無い. 同様

に, W 粒子の全崩壊幅への Z ′′粒子の影響も無視できる. 一方で, σ0
h = 12π

m2
Z

ΓeeΓhad

Γ2
Z
は Γeeが相

対的に減少するためにZ ′′粒子の影響があらわになる. Rµ = Γhad

Γµµ
についても Γµµのへ効果が

直接影響するため著しい変化が現れる. 表 4.1で見受けられるように, σ0
hの測定値は標準模型

の値よりも大きい. これにZ ′′粒子の寄与が加わる結果, σ0
hに対する適合度は悪くなる. 同じ

ように, Rµの測定値も標準模型の値より小さい. Z ′′粒子の効果はRµを下げる方向に働くた

め結果として適合度は悪くなる. 以上の結果から,電弱精密測定に対して Z ′′粒子による大き

なバーテックス補正は好まれない.

図 4.7はmZ′′ と gZ′′ の関数としての Z ′′模型の χ2の値である. 図 4.7から見られるように

ミュー粒子の異常磁気モーメントと電弱精密測定から好まれるパラメータ領域は小さなゲー
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ジ結合定数 gZ′′ < 0.4かつ比較的小さな質量mZ′′ < 100 GeVの領域であることがわかる.
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図 4.7: (mZ′′ , gZ′′)平面での χ2の値.
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測定値 標準模型 pull Z ′′模型 pull Z ′′模型 pull

ΓZ(GeV) 2.4952(23) 2.4953 -0.06 2.4961 -0.4 2.4960 -0.3

σ0
h (nb) 41.541(37) 41.480 1.7 41.454 2.3 41.457 2.3

Re 20.804(50) 20.739 1.3 20.739 1.3 20.739 1.3

Rµ 20.785(33) 20.739 1.4 20.708 2.3 20.712 2.2

Rτ 20.764(45) 20.787 -0.5 20.755 0.2 20.759 0.1

A0,e
FB 0.0145(25) 0.0162 -0.7 0.0162 -0.7 0.0162 -0.7

A0,µ
FB 0.0169(13) 0.0162 0.5 0.0162 0.5 0.0162 0.5

A0,τ
FB 0.0188(17) 0.0162 1.5 0.0162 1.5 0.0162 1.5

τ pol.:

Aτ 0.1439(43) 0.1472 -0.8 0.1472 -0.8 0.1472 -0.8

Ae 0.1498(49) 0.1472 0.5 0.1472 0.5 0.1472 0.5

b, c quarks:

Rb 0.21629(66) 0.21579 0.8 0.21579 0.8 0.21578 0.8

Rc 0.1721(30) 0.1722 -0.05 0.1722 -0.05 0.1722 -0.05

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

A0,c
FB 0.0707(35) 0.0737 -0.9 0.0737 -0.9 0.0737 -0.9

Ab 0.923(20) 0.935 -0.6 0.935 -0.6 0.935 -0.6

Ac 0.670(27) 0.668 0.08 0.668 0.08 0.668 0.08

SLD:

Ae 0.1516(21) 0.1472 2.1 0.1472 2.1 0.1472 2.1

Aµ 0.142(15) 0.1472 -0.3 0.1472 -0.3 0.1472 -0.3

Aτ 0.136(15) 0.1472 -0.7 0.1472 -0.7 0.1472 -0.7

W boson:

MW (GeV) 80.385(15) 80.362 1.5 80.362 1.5 80.362 1.5

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

muon g-2:

δaµ(10
−9) 2.61(0.80) 0 3.3 2.36 1.1 1.33 1.1

Inputs

∆α
(5)
had(M

2
Z) 0.02763(14) 0.02760 0.2 0.02760 0.2 0.027560 0.2

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

mt (GeV) 173.1(0.9) 173.7 -0.6 173.7 -0.6 173.7 -0.6

mh (GeV) 125.9 (0.4) 125.9 0 125.9 0 125.9 0

mZ′′ (GeV) - - - 60 - 80 -

gZ′′ - - - 0.3 - 0.3 -

χ2/(d.o.f) 35.1/(22) 29.2/(22) 31.0/(22)

表 4.1: 電弱精密測定に関する測定値と理論予測. MW , ΓW , mtを除く実験データは参考文

献 [82]から, mhは参考文献 [3], δaµと∆α
(5)
had は参考文献 [7]の値を取り扱った. ここでは標

準模型とZ ′′模型の参照点mZ′′ = (60, 80) GeVと gZ′′ = 0.3において最も適合する値を示す.
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第5章 Z ′′模型のLHC実験における現象論

この章ではLHC実験におけるZ ′′模型の現象論について考察する. まずLHC実験について

の解析を行う前に, LHC以前の LEP実験とTevatron実験について議論する. 以上を踏まえ,

どのような流れで解析していくか,という流れを確認してから LHC実験の現象論を議論をし

ていく. 具体的には, LHC実験の現在の結果と将来実験を想定し,現在 Z ′′模型にどのような

制限が与えられているか, あるいはZ ′′粒子が将来発見される可能性があるかということにつ

いて調べる. なお LHC実験での詳細なシミュレーションを行うにあたり,前章で明らかにし

たミュー粒子の異常磁気モーメントと電弱精密測定を満足するようなパラメータ領域から参

照点を複数選び解析する.

5.1 LEP実験とTevatron実験についての考察

比較的か軽い Z ′′粒子は e+e−や pp, ppの衝突させて生成することができる. Z ′′粒子の崩

壊を含むこれらの事象について典型的なダイアグラムを図 5.1に挙げる.

Z=


�

�

Z

00

f

f

�

�

図 5.1: ツリーレベルでの典型的な Z ′′粒子生成過程を表すファインマンダイアグラム.

Z ′′粒子は µと τ, νµ, ντ にのみ結合するため,その効果によって終状態は特徴的になる. 表

5.1にZ ′′粒子が寄与する終状態について,そのパターンを列挙する. とりわけて注目すること

は, e±を含む 4レプトンモードには影響し得ないということである.
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終状態 Z ′′粒子の効果

4µ, 4τ , 2µ2τ , 2µ+ ET,miss, 2τ + ET,miss 有

4e, 2e2µ, 2e2τ , 2e+ ET,miss 無

表 5.1: 4レプトンの終状態での Z ′′粒子の効果の有無. ビーム軸垂直方向の消失エネルギー

(Missing transverse energy), ET,missは終状態にニュートリノを含むことにより生じる.

LHC実験での現象論を議論していく前に,まず LEP1実験からの制限 [24]について考察す

る. ALEPH実験は Z粒子共鳴における 4つのフェルミ粒子を持つ終状態についての研究成

果を挙げている [83]. ALEPH実験は重心エネルギー
√
s = 88 − 95 GeVで 79 pb−1の積分

ルミノシティーに相当するデータ（ハドロンに崩壊するZ粒子が 200万個生成されるほどの

データ量）を収集,解析した. これより 4µチャンネルについては,標準模型の 20± 0.6イベン

トという予言に対して, 20イベントを観測している. 一方でZ ′′粒子の寄与するイベント数は

gZ′′ = 0.3, mZ′′ = (30, 40, 50, 60) GeVの場合に, それぞれ（24, 7.8, 2.2, 0.5）イベントと

見積られる（ただし,事象選別のためのカットの効果は無視している）. すなわち, LEP1実

験からはmZ′′ > 50 GeVの領域は制限されないと結論付けられる. さらに図 4.7で好まれる

mZ′′の領域,質量 50− 150 GeVに対して結合定数 gZ′′ = 0.3,は LEP1実験のデータと無矛盾

なままであると言える.

表 5.2に LEP2実験と Tevatron実験, LHC実験での典型的な過程の断面積を標準模型, 並

びにmZ′′ = 80 GeVかつ gZ′′ = 0.3と固定したときのZ ′′模型のそれぞれの場合について列挙

する. 表 5.2からわかるように, LEP2実験とTevatron実験での断面積が小さいために LEP1

実験から得られた以上の強い制限は無い.

一方で, 4µの終状態は,重心エネルギーが 7-8 TeV,積分ルミノシティーが
∫
dtL = 25 fb−1

での LHC実験で既に観測されており, 標準模型とZ ′′模型の断面積の差が数 fbであっても測

定可能になってきている [24]. 2µ2τ モードについてはタウ粒子と特定する効率が低いために,

現状のデータから Z ′′模型に制限を付けることは困難である. しかしながら重心エネルギー
√
s = 14 TeV,積分ルミノシティー

∫
dtL = 300− 3000 fb−1まで将来の LHC実験が到達する

のであれば検証できる可能性がある.

5.2 LHC実験シミュレーションの流れ

5.3章では 4つの参照点mZ′′ = 60と 80, 90, 100 GeV (gZ′′ = 0.3)のシグナルについて調

べていく. より詳細なシミュレーションをするためにZ ′′粒子のシグナルのみを独立して生成
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実験と過程 断面積 [fb]

標準模型 Z ′′模型 (mZ′′ = 80 GeV, gZ′′ = 0.3)

LEP2 (
√
s = 200 GeV) e+e− → 4µ 3.8 3.8

Tevatron (
√
s = 1.96 TeV) pp̄→ 4µ 3.4 3.6

LHC (
√
s = 8 TeV) pp→ 4µ 14 15

pp→ 2µ2τ 29 30

LHC (
√
s = 14 TeV) pp→ 4µ 27 28

pp→ 2µ2τ 57 59

表 5.2: Z ′′粒子が寄与する典型的な過程の断面積. ここで事象選別のカットとしてレプトン

l, (l = µと τ)のビーム軸垂直方向の運動量 pT,lについて pT,l > 5 GeVを課した. 加えて終状

態のレプトン対で組んだ不変質量ml−l+ にml−l+ > 5 GeVを要求した. なお Z ′′模型に対す

る断面積はmZ′′ = 80 GeVかつ gZ′′ = 0.3に対応する値である.

させず, 標準模型粒子およびそれらの粒子との干渉の効果を含めてシミュレーションする. ま

ず素過程（パートンレベル）での計算には Calchep-3.4 [84]を用いて計算を行う. 得られた

パートンレベルの事象はハドロン化させるため Pythia-6.4.25 [85]に接続させる. 次にハド

ロンレベルで生成した事象が検出器の中でどのように捉えられるか, 検出器の効果をシミュ

レートするために Delphes-2.0.5 [86]を用いる.

5.3 LHC実験における現象論

5.3.1
√
s = 7− 8 TeVでの4レプトンチャンネルの解析

ATLAS実験 [87, 88]と CMS実験 [89]の両実験は重心エネルギー
√
s = 7 − 8 TeVでの Z

粒子の 4つのレプトンへの崩壊を測定している. これらは軽いZ ′′粒子に感度のある測定であ

る. はじめに, ATLAS実験のデータから Z ′′粒子の存在がどの程度強く制限されるかを考え

る. なおCMS実験 [89]は重心エネルギー
√
s = 7 TeVでATLAS実験と同様の解析を行って

いるが, ATLAS実験では重心エネルギー
√
s = 7 TeVで積分ルミノシティー 4.6 fb−1のデー

タと
√
s = 8 TeVで 20.7 fb−1のデータが基になっており, CMS実験に比べてデータ量が多

い.これを踏まえてATLAS実験の解析 [87]に絞って議論していく. ATLAS実験の解析では

Z粒子共鳴における 4レプトン生成, e+e−e+e− (4e)と µ+µ−µ+µ− (4µ), e+e−µ+µ− (2e2µ)を

探査している. この探査における事象選別のカットを以下にまとめる.
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1. 4つの分離したレプトンを要求する. 2つのレプトン対は互いに反対の電荷,同じフレー

バーであり, pT,µ > 4 GeVかつ |ηµ| < 2.7 (pT,e > 7 GeVかつ |ηe| < 2.47)を満たす.

2. レプトンは運動量の高い順に pT,ℓ > 20, 15 8 GeVを満たす. もし 3番目に運動量の高

いレプトンが電子の場合は pT,e3 > 10 GeVを要求する.

3. 4つのレプトンは互いに∆Rℓℓ > 0.1離れているものとする.

4. 同じフレーバーかつ反対の電荷のレプトン対で不変質量を組んだとき, ml+l− > 5 GeV

を満たす.

5. 同じフレーバーかつ反対の電荷のレプトン対で不変質量を組んだ場合に Z 質量に最も

近い組をm12, 残りの組をm34と定義するとき, m12 > 20 GeV かつm34 > 5 GeVを満

たす.

6. 4つのレプトンで構成した不変質量はmZ の領域, 80 GeV < m4l < 100 GeVを満たす.

ATLAS実験の結果と本論で行うシミュレーションを比較する際にはK因子やアクセプタ

ンス,エフィシエンシーを調整する必要がある. ここではそれぞれのチャンネル（4eと 2e2µ,

4µ）で規格化因子を導入することで調整を行う. 規格化因子は標準模型のリーディングオー

ダーでのシミュレーションを行い, その結果が ATLAS実験の発表している標準模型期待値

（表 5.3,参考文献 [87]の表 4より引用）と合致するように決める. ATLAS実験の標準模型期

待値はリーディングオーダーの次のオーダー（Next-to-Leading-Order, NLO）まで含めたモ

ンテカルロプログラム POWHEG [90]とアクセプタンスを盛り込んだデータより得られている.

以上により決められた規格化因子はZ ′′模型に対しても同様に用いる.

図 5.2には 2つのレプトン対で構成した不変質量m12とm34の分布を標準模型と gZ′′ = 0.3

かつmZ′′ = 60 GeV（図 5.2(a)）またはmZ′′ = 80 GeV（図 5.2(b)）に固定したときのZ ′′模型

についてそれぞれ示す. なお本セクションの
√
s = 7− 8 TeVでの解析は全て

√
s = 7 TeVで

積分ルミノシティー 4.6 fb−1,
√
s = 8 TeVで 20.7 fb−1を組み合わせて行っている. また,種々

のプロット,ヒストグラムについては全チャンネル（4eと 2e2µ, 4µ）を足し上げている. これ

によってATLAS実験の結果,参考文献 [87]の図 3(e)と 3(f)と直接比較することができる.

gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 60 GeVのZ ′′模型についてはm12分布において測定値に比べm12 ≃ mZ′′

周辺に過剰なシグナルが見受けられる. これはオンシェルの Z ′′粒子の崩壊 Z ′′ → ℓ+ℓ−を含

んだ Z → Z ′′ℓ+ℓ−によるシグナルである. またm34分布においてもmZ − mZ′′ に相応する

m34 = 20− 30 GeV近傍に, m12分布に比べ小さいが過剰なシグナルがあることがわかる. 一

方でmZ′′ = 80の場合には測定値や標準模型に比べて有意な偏りは見られない. 表 5.4は種々

の模型に対する 51 GeV ≤ m12 ≤ 81 GeV, 3 GeV ≤ m34 ≤ 48 GeVの範囲でのイベント数の
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重心エネルギー（
√
s） チャンネル 標準模型期待値

7TeV eeee 1.8

eeµµ 7.9

µµee 3.3

µµµµ 11

8TeV eeee 15

eeµµ 43

µµee 20

µµµµ 67

表 5.3: ATLAS実験が発表している Z → 4ℓ探査における標準模型期待値. 標準模型期待値

はモンテカルロシミュレーションによって見積もられたシグナルイベントとバックグラウン

ドの総和. 参考文献 [87]の表 4より引用.

期待値をまとめたものである. ここで gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 60 GeVのZ ′′模型の期待値をNZ′′,60,

gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 80 GeVのZ ′′模型の期待値をNZ′′,80, 標準模型の期待値をNSMとした. ま

た統計的有意性を表す σZ′′ は (NZ′′ − NSM)/
√
NSMと定義し, 標準模型と比較した際の偏差

を表に示す. mZ′′ = 60 GeVの場合, σZ′′,60の値はm12 = 57 − 63 GeVの領域でおよそ 5.1,

m34 = 18− 33 GeVの領域でおよそ 4.1となり標準模型と比べて明らかな差異がある. それと

は別に σZ′′,80は全てのm12とm34の領域で 1を上回ることは無いほど小さく,統計的有意性

は無い.

σZ′′とは別に,模型の適合度を測るために χ2を導入する. χ2は,

χ2 =
∑
i

(
N i
th −N i

DATA

σi

)2

, (5.1)

と定義される.ここでN i
thは i番目のビンに含まれる標準模型または Z ′′模型のイベント数の

期待値で, N i
DATAと σiはそれぞれ測定されたイベント数とそれに伴う統計誤差である. これ

らはATLAS実験 [87]の値を採用した. 表 5.5に標準模型とZ ′′模型のm12分布とm34分布に

対する χ2の値をまとめる.

ここでは χ2を計算するにあたりm12分布については 19のビン, m34分布については 14の

ビンを用いた. すなわち χ2の自由度（degree of freedom, d.o.f）はm12分布については 19,

m34分布については 14となる. mZ′′ = 60 GeVのZ ′′模型について χ2はm12分布とm34分布

の両者とも標準模型よりも値が大きく,よく適合してるとは言えない. 両分布の χ2/(d.o.f)の

合計は 73.7/(33)となり,分布が統計的な揺らぎで説明できる確率は 6.1× 10−5となる. 一方
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図 5.2: 標準模型（破線）と gZ′′ = 0.3かつmZ′′ = 60 GeV（赤色の実線）または 80 GeV（青

色の実線）の場合の Z ′′模型におけるm12とm34の分布. 終状態の 4レプトンのフレーバー

については全てのチャンネル（4eと 2e2µ, 4µ）を合計した. ヒストグラム及びプロットは
√
s = 7 TeVで積分ルミノシティーが 4.6 fb−1のデータと

√
s = 8 TeVで積分ルミノシティー

20.7 fb−1のデータを合わせた結果である.

で標準模型について同様の確率を算出すると 0.19と求まる.

m12分布とm34分布より, ATLAS実験の解析によって gZ′′ = 0.3かつmZ′′ = 60 GeVのZ ′′

模型はすでに排除されていると結論付けられる. これは gZ′′ = 0.3かつmZ′′ = 60 GeVの場

合にはあまりに明瞭なZ ′′粒子の効果が現れたためである. ゲージ結合定数 gZ′′の値を変えた

場合にも,同様の方法で制限を見積もることが可能である. 一方で, mZ′′ = 80 GeVの Z ′′模

型の χ2は標準模型の場合と比べても大差はない. mZ′′ = 80 GeVのZ ′′模型での χ2の合計は

χ2/(d.o.f) = 40.6となり, これに相応する統計的な揺らぎで分布を説明できる確率は 0.17と

求まる. すなわち,現状のATLAS実験の解析では gZ′′ = 0.3かつmZ′′ = 80 GeVのZ ′′模型に

対しては感度が無いと結論付けられる.

もし 4µチャンネルのみを見ることができれば, Z ′′粒子がミュー粒子のみと結合すること

から標準模型とZ ′′模型との差はより明確になると考えられる. しかしながらATLAS実験か

ら各レプトンで区別された結果は提供されておらず, 実際に測られたデータと比較して模型

に対する制限を論じることはできない. 表 5.6に標準模型およびmZ′′ = 60 GeVのZ ′′模型そ

れぞれの場合に 51 GeV ≤ m12 ≤ 69 GeVの領域で期待される 4µイベントのイベント数を列

挙する. 表 5.4と比べると明らかなように, m12 = (57, 63) GeVの領域で統計的有意性 σZ′′,60

が著しく増大することがわかる.
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NSM NZ′′,60 σZ′′,60 NZ′′,80 σZ′′,80

(51, 57) GeV 29.1 32.8 0.7 29.9 0.1

(57, 63) GeV 34.2 63.9 5.1 35.1 0.2

m12 (63, 69) GeV 33.2 30.1 -0.5 32.3 -0.2

(69, 75) GeV 20.7 19.5 -0.3 21.5 0.2

(75, 81) GeV 4.7 5.2 0.2 5.9 0.5

(3,18) GeV 130.6 135.2 0.4 131.8 0.1

m34 (18,33) GeV 33.0 56.4 4.1 32.8 -0.0

(33,48) GeV 4.5 5.4 0.4 4.3 -0.1

表 5.4: m12とm34の領域毎のイベント数. 結果はATLAS実験 [87]と同様に
√
s = 7 TeVで

積分ルミノシティー 4.6 fb−1,
√
s = 8 TeVで 20.7 fb−1のイベント数,全てのチャンネル（4eと

2e2µ, 4µ）のイベント数の総和である. ここでNSMとNZ′′,60 (NZ′′,80)はそれぞれ標準模型期待

値とmZ′′ = 60 GeV (80 GeV)の場合のZ ′′模型期待値である. またσZ′′ = (NZ′′−NSM)/
√
NSM

は統計的な有意性を示す指標である.

　 　標準模型　 Z ′′模型 (mZ′′ = 60 GeV) Z ′′模型 (mZ′′ = 80 GeV)

m12分布の χ2/(d.o.f) 33.1/(19) 47.1/(19) 34.1/(19)

m34分布の χ2/(d.o.f) 6.9/(14) 26.6/(14) 6.5/(14)

表 5.5: 標準模型と gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 60, 80 GeVの Z ′′模型におけるm12分布とm34分布の

χ2.

mZ′′ = 80 GeVの場合には, Z ′′模型はATLAS実験から制限を受けない. Z ′′粒子の質量が

Z粒子に比べて同程度あるいは大きい場合, すなわちmZ′′ ≃ mZあるいはmZ′′ > mZという

場合にシグナルイベントで支配的な過程は,オフシェルのZ粒子が図 5.1のような sチャンネ

ルで伝播するものである. これによってATLAS実験の Z粒子の 4レプトンへの崩壊の測定

はより重いZ ′′粒子に対して感度を失う.

ATLAS実験のZ ′′粒子に対する感度をより明らかにするために, 4µチャンネルについて一

連の事象選別カットを順番に適用する際にZ ′′模型のイベント数と標準模型のイベント数との

比, NZ′′,60/NSMとNZ′′,80/NSMがどのように変化するかを表 5.7に示す. なおそれぞれのカッ

トは前述した 1 − 6のカットに対応するものであるが, カット 1に対しては互いに反対の電

荷を持つあらゆる組のミュー粒子対についてmµ+µ− > 4 GeVを新たに要求した. mZ′′ = 60

GeVの Z ′′模型におけるシグナルの感度はカットを掛ける毎に増幅する. しかしmZ′′ = 80
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4µチャンネル NSM NZ′′,60 σZ′′,60

(51, 57) GeV 13.4 17.1 1.0

m12 (57, 63) GeV 17.4 47.3 7.2

(63, 69) GeV 17.5 14.1 -0.8

表 5.6: 各m12の領域で期待される 4µイベントのイベント数. 標準模型の場合に期待される

イベント数をNSM, mZ′′ = 60 GeVの Z ′′模型の場合に期待されるイベント数をNZ′′とする.

また σZ′′ = (NZ′′ −NSM)/
√
NSMは統計的有意性を示す指標である.

GeVの Z ′′模型において 6番目のカットを掛けた後にはシグナルの感度は減少する. これは

多くのmZ′′ = 80 GeVのシグナルイベントの多くがオフシェル領域のZ粒子によってもたら

されるためである. 結果としてATLAS実験の解析は重いZ ′′粒子に直接的な感度が無い.

Z ′′粒子に対する感度を上げるために, ATLAS実験の解析で用いられているものより特化

したカットを提示する. pT と η, ∆Rに関するカット 1− 4に加えて,

5’ m4l > mZ + 10 GeVかつヒッグス粒子の質量領域を排除する,|m4l −mh| > 10 GeVを

要求する.

6’ |m34 −mZ | > 5 GeVを要求する.

シグナルイベントの多くがオフシェルZ粒子の sチャンネルを介するため, カット 5’はオ

ンシェル Z 粒子の寄与を排除する役割を持つ. またヒッグス粒子の質量に関するカットは

H → 4lの寄与を抑える効果がある. カット 6’は標準模型バックグラウンドでもある ZZ生

成過程（図 5.3）を排除するためのカットである. ZZ生成過程の場合m12だけでなくm34も

mZに近づくために |m34 −mZ | > 5 GeVを要求する. 一方で, Z ′′粒子のシグナルイベントに

カット NZ′′,60/NSM NZ′′,80/NSM

1. 4 µイベントの要求 1.21 1.02

2-3. pT,µカットと∆Rµ,µカット 1.26 1.04

4-5. mµµカット 1.28 1.05

6. 80 GeV ≤ m4µ ≤ 100 GeV 1.38 0.99

表 5.7: 順に事象選別カットを掛けたときのZ ′′模型のイベント数と標準模型のイベント数と

の比.
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図 5.3: バックグラウンドである ZZ生成過程表すファインマンダイアグラム.

おいてm12はmZ′′となる傾向があるが, m34は特定の値に集中することは無い. したがって,

Z ′′粒子のシグナルを多く残しつつZZバックグラウンドを効果的に取り除くことができる.

Z ′′模型に特化したカットを施した後の 4µチャンネルにおけるm12の分布を, mZ′′ = 80,

90, 100 GeVの場合についてそれぞれ図 5.4に示す. 上記の 3つの全ての場合でm12 = mZ′′

に標準模型に比べて過剰なシグナルが現れることが期待される. 表 5.8には各m12の領域で

の期待されるイベント数の標準模型との比NZ′′/NSMとそれに伴う統計的有意性を示す.

mZ′′ = 80 GeVと 100 GeVの場合,比NZ′′/NSMはそれぞれ 3.1, 5.1と大きくなる. m12 ∼
mZ′′ に対して,標準模型の期待されるイベント数NSMはとても少ない. よって以前に定義し

た σは統計的有意性を表すには不適である. そこで, mZ′′ − 3 GeV < m12 < mZ′′ + 3 GeV

のビンに対するイベント数NZ′′を平均とするポアソン分布に基づいて統計的有意性を推定す

る. 平均がNSMのポアソン分布の最頻値をNmode
SM とすると, 上記のビンにおいてNZ′′ を平

均とするポアソン分布でN ≤ Nmode
SM のイベント数となる確率 pはmZ′′ = 80 GeVの場合に

1.5 × 10−2となり, mZ′′ = 100 GeVの場合に 0.07となる. 1 イベント数の比NZ′′/NSMがと

ても大きくなるため,重心エネルギーが 14 TeVのLHC実験ではZ ′′粒子の証拠が得られると

予想される. また, m12の代わりにミュー粒子対の不変質量がmZ′′ に近づくという仮説を用

いて, これらの統計的有意性が改善されるかを確かめた. しかし,シグナル領域の標準模型の

バックグラウンドも同時に増幅するために統計的有意性は改善しない.

mZ′′ = 90 GeVの場合に図 5.4 (b)を見ると, m12の分布において標準模型のZ粒子のピー

クに重なるように小さな過剰が存在する. ただし標準模型のZ粒子のピークと重なってしま

うために,統計的有意性は 1よりも小さい.

1一方で, NSM を平均とするポアソン分布において N ≥ Nmode
Z′′ となる確率は mZ′′ = 80 GeV の場合に

4.7× 10−3, mZ′′ = 100 GeVの場合に 0.096となる.
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mZ′′ = 80 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM Z ′′模型においてN < Nmode
SM となる確率

(71,77) GeV 2.0 2.5 1.2 –

m12 (77,83) GeV 3.1 9.5 3.1 1.5× 10−2

(83,89) GeV 13.2 13.5 1.0 –

mZ′′ = 90 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM σZ′′

(81,87) GeV 7.5 6.9 0.9 –

m12 (87,93) GeV 45.7 51.4 1.1 0.9

(93,99) GeV 9.6 9.4 1.0 –

mZ′′ = 100 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM Z ′′模型においてN < Nmode
SM となる確率　

(91,97) GeV 27.4 29.2 1.1 –

m12 (97,103) GeV 2.4 5.8 2.5 0.07

(103,109) GeV 0.9 1.0 1.1 –

表 5.8: 標準模型及びmZ′′ = 80, 90, 100 GeVのZ ′′模型について, Z ′′模型に特化したカット

を施した後の 4µチャンネルにおける各m12の領域のイベント数期待値.
√
s = 7 TeVで積分

ルミノシティー 4.6 fb−1のデータと
√
s = 8 TeVで 20.7 fb−1のデータを合わせた場合を想定

する.

5.3.2
√
s = 14 TeVでの4レプトンチャンネルの解析

前セクションでは, mZ′′ > 80 GeVの重い Z ′′粒子が重心エネルギー
√
s = 7 − 8 TeVの

LHC実験のデータからは, 積分ルミノシティーが限られているがために,制限されない事を明

らかにした. このセクションでは,重心エネルギーが
√
s = 14 TeVかつ積分ルミノシティー

が 300 fb−1と 3000 fb−1の LHC実験を想定する. Z ′′粒子がmZ′′ = 60 GeVの場合はすでに

制限されることが判明したため, このセクションでは gZ′′ = 0.3かつmZ′′ = 80, 90, 100 GeV

の参照点について解析する. また,重心エネルギー
√
s = 7− 8 TeVの場合の解析と異なり,断

面積への規格化を行わずにリーディングオーダーのみの議論を行う. Delphes-2.0.5を用い

た検出器のシミュレーションについては,
√
s = 14 TeVでの実験のトリガー [91]として表 5.9

にまとめた条件を組み入れて実行する. さらにZ ′′粒子がタウ粒子にも結合することから, 前

のセクションで行った 4µチャンネルの議論に加えてタウ粒子を含んだ 2µ2τ や 4τ のチャン

ネルについても議論を行う.
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トリガー pT の閾値 　

単一ミュー粒子 　 pµT > 25 GeV 　

単一タウジェット pτT > 150 GeV

2つのミュー粒子 pµ1T > 13 GeV, pµ2T > 13 GeV　

ミュー粒子とタウジェット pµT > 15 GeV, pτT > 40 GeV

表 5.9: 重心エネルギー
√
s = 14 TeVでの解析におけるトリガーの条件 [91].

pp→ µ+µ−µ+µ−過程の解析

もし pp→ 4µチャンネルに Z ′′粒子が寄与しているならば, Z ′′模型の断面積やイベント数

は
√
s = 8 TeVの場合と比較して

√
s = 14 TeVの場合の方が大きくなる. そのため, m12分

布において Z粒子の質量の近傍にある Z ′′粒子のシグナルによる過剰が確認できるはずであ

る.
√
s = 14 TeVの解析でも前のセクションで提示した重い Z ′′粒子に特化したカットを適

用する.

図 5.5に標準模型およびmZ′′ = 80と 90, 100 GeVのZ ′′模型に対するミュー粒子対の不変

質量m12の分布を示す. なお積分ルミノシティーについては 300 fb−1を仮定した. 重心エネ

ルギーが
√
s = 7− 8 TeVの場合と比較すると, mZ′′ = 80 GeVと 100 GeVのZ ′′模型の場合,

シグナル領域m12 ≃ mZ′′の過剰はより明確になる. Z粒子のピークと重なるmZ′′ = 90 GeV

の場合についてもm12 ≃ mZ′′ の領域にある過剰は統計的に有意であると言える. 表 5.10に

m12 ≃ mZ′′ 近傍のイベント数を標準模型の場合NSMと Z ′′模型の場合NZ′′ について列挙す

る. さらにそれらの比NZ′′/NSMと統計的有意性 σZ′′ についても示す. mZ′′ = 80と 100 GeV

の場合,それぞれの統計的有意性 σZ′′,80と σZ′′,100は 5を超える. mZ′′ = 90 GeVの場合につい

ても σZ′′,90 ∼ 3となる. すなわち,もし積分ルミノシティーが 1000− 3000 fb−1と期待される

ハイルミノシティー LHC（high luminosity LHC, HL-LHC）実験でもバックグラウンドの割

合やカットが同等であるならば, mZ′′ ≤ 100 GeVの領域全体において検証可能と言える.

pp→ µ+µ−τ+τ−過程の解析

Z ′′模型では模型に含まれるZ ′′粒子は第 2,第 3世代のレプトンと結合する. この特徴を検

証するために, 4µチャンネル以外のパターンについても解析する必要がある. 興味深い過程の

一つが 2µ2τ プロセスである. このチャンネルについて詳しく調べるために, Z → τ+τ−チャ

ンネルについてのATLAS実験や CMS実験のデータ [86]を再現するようなハドロン化する

タウ粒子のタグ付けに関するアルゴリズムをDelphesに加える.

50



mZ′′ = 80 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM σZ′′

(71, 77) GeV 16.2 23.8 1.5 1.9

m12 (77, 83) GeV 30.7 94.7 3.1 11.6

(83, 89) GeV 130.8 133.3 1.0 0.2

mZ′′ = 90 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM σZ′′

(81, 87) GeV 67.6 72.1 1.1 0.5

m12 (87, 93) GeV 445.3 515.7 1.2 3.3

(93, 99) GeV 93.3 100.9 1.1 0.8

mZ′′ = 100 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM σZ′′

(91, 97) GeV 268.2 280.4 1.1 0.7

m12 (97, 103) GeV 24.3 57.8 2.4 6.8

(103, 109) GeV 10.1 11.0 1.1 0.3

表 5.10: 重い Z ′′粒子に特化したカットを施した後,重心エネルギー
√
s = 14 TeV, 積分ルミ

ノシティー
∫
dtL = 300 fb−1の場合にm12の領域毎に期待される 4µチャンネルのイベント

数. 標準模型の場合に期待されるイベント数をNSM, Z
′′模型の場合に期待されるイベント数

をNZ′′とする.

この 2µ2τ チャンネルについては次のカットを要求する.

1. ハドロンに崩壊するタウ粒子に限り, pT,τ > 20 GeVと |ητ | < 2.3を満たす 2つの τジェッ

トを要求する.

2. pT,µ > 10 GeV and |ηµ| < 2.7, ∆R > 0.1を満たす互いに反対の電荷を持つ 2つのミュー

粒子を要求する.

3. 2つのタウ粒子について不変質量がmττ > 120 GeVであることを要求する. ここでは

タウ粒子の崩壊によるニュートリノがタウジェット方向に平行であると仮定し, タウ粒

子の運動量を再構成するためにコリニア―近似を採用する.

1番目と 2番目のカットは 2µと 2τ を含む事象を選別するための要請である. 3番目のカッ

トは標準模型のZZバックグラウンドを効率的に排除する. なぜならば,一度ミュー粒子対の

不変質量に対してmµµ ∼ mZ′′ を要求すると, 2つのタウ粒子について不変質量がmττ ∼ mZ

あるいはmZ′′ であってもシグナルの行列要素は増幅しないためである. 一方で標準模型の

ZZバックグラウンドにおいてはmµµとmττ の両者がmZ となる領域で増幅される. これよ
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mZ′′ = 80 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM Z ′′粒子発見に必要な積分ルミノシティー (fb−1)

(71, 77) GeV 0.3 0.9 3.1

mµµ (77, 83) GeV 0.6 4.8 8.2 > 500

(83, 89) GeV 1.5 1.4 1.0

mZ′′ = 90 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM Z ′′粒子発見に必要な積分ルミノシティー (fb−1)

(81, 87) GeV 0.8 1.3 1.7

mµµ (87, 93) GeV 5.0 8.4 1.7 > 2900

(93, 99) GeV 1.1 1.3 1.2

mZ′′ = 100 GeV NSM NZ′′ NZ′′/NSM Z ′′粒子発見に必要な積分ルミノシティー (fb−1)

(91, 97) GeV 3.0 3.7 1.3

mµµ (97, 103) GeV 0.3 2.9 11.8 > 730

(103, 109) GeV 0.07 0.2 2.9

表 5.11: 2µ2τ チャンネルにおける標準模型とmZ′′ = 80, 90, 100 GeVの Z ′′模型での各mµµ

の領域毎のイベント数. 重心エネルギー
√
s = 14 TeV,積分ルミノシティー

∫
dtL = 300 fb−1

を仮定した.

り,コリニア―近似によるタウ粒子の再構成はタウ粒子対の不変質量からZ ′′粒子の質量を再

現するということについては十分でないが, 標準模型のバックグラウンドを取り除くことに

は有用であると言える.

4µチャンネルにおいては,取り得るミュー粒子の組みが 2通りある. そこでZ ′′粒子の探査

には主として最もmZ に近いレプトン対の不変質量m12を用いた. 対照的に, 2µ2τ チャンネ

ルはこのような組み合わせの問題が無い. 図 5.6では重心エネルギー
√
s = 14 TeVでの (mµµ)

の分布を示す. ここで標準模型は破線, mZ′′ = 80, 90, 100 GeVのZ ′′模型をそれぞれ青色,紫

色,緑色のヒストグラムでその分布を表す. また,積分ルミノシティーについては 300 fb−1を

仮定した.

表 5.11にmµµ ≃ mZ′′の領域でのイベント数を示す. Z ′′模型から期待されるイベント数を

NZ′′ ,標準模型から期待されるイベント数をNSMとする. これに加え,比NZ′′/NSMと統計的有

意性からZ ′′粒子発見に必要な積分ルミノシティーの見積もりを示す. ここでZ ′′粒子発見に

必要な積分ルミノシティーはNSMを平均値とするポアソン分布に対して, シグナルを含み得

るmZ′′ − 3 GeV ≤ mµµ ≤ mZ′′ + 3 GeVのビンでイベント数がN > NZ′′となる確率が 10−5

より小さくなるときの積分ルミノシティーとして定義する.

mZ′′ = 80 GeVおよび 100 GeVの場合に比 NZ′′/NSMは, mµµがmZ′′ 近傍の領域で十分
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に大きい. mZ′′ = 80 GeVの場合については積分ルミノシティーが 300 fb−1以下で Z ′′粒子

の効果が観測される可能性がある. mZ′′ = 100 GeVの場合,積分ルミノシティーが 300 fb−1

ではシグナルイベントの数が少ないが, より多くのデータを収集できるHL-LHC実験でのイ

ベント数の増加が期待できる. 対してmZ′′ = 90 GeVの場合,その比は約 1.7程度に留まる.

mZ′′ = 90 GeVの場合には統計的有意性も小さいが, HL-LHC実験でレプトンやタウジェット

のアクセプタンスが変わることなく積分ルミノシティーで 3000 fb−1程度までデータが収集

することができれば, 十分にそのシグナルを観測することができる.
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図 5.4: pp→ 4µにおける Z ′′模型に特化したカットを施した後のレプトン対の不変質量m12

の分布. 標準模型の場合を破線, mZ′′ = 80 GeVの Z ′′模型の場合を青色の実線, mZ′′ = 90

GeVの場合を紫色の実線,mZ′′ = 100 GeVの場合を緑色の実線で表す.
√
s = 7 TeVで積分

ルミノシティー 4.6 fb−1のデータと
√
s = 8 TeVで 20.7 fb−1のデータを合わせた場合を想定

する.
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図 5.5: 重いZ ′′粒子に特化したカットを施した後の重心エネルギー
√
s = 14 TeVでの 4µチャ

ンネルにおけるm12の分布. 標準模型は破線, mZ′′ = 80, 90, 100 GeVの Z ′′模型をそれぞれ

青色,紫色,緑色のヒストグラムで表す. また,積分ルミノシティーについては 300 fb−1を仮定

した.
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図 5.6: 重心エネルギー
√
s = 14 TeVでの 2µ2τ チャンネルにおける (mµµ)の分布. 標準模型

は破線, mZ′′ = 80, 90, 100 GeVのZ ′′模型をそれぞれ青色,紫色,緑色のヒストグラムで表す.

また,積分ルミノシティーについては 300 fb−1を仮定した.
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第6章 ニュートリノトライデントプロダク

ションと運動項の混合を介した制限

本章ではZ ′′模型の制限として有用なニュートリノトライデントプロダクション（Neutrino

Trident Production）について考察する. ニュートリノトライデントプロダクションとは重い

原子核とニュートリノが反応し, 終状態に 3つのレプトンを生成する過程である. Z ′′模型で

は図 6.1ようにして Z ′′粒子が伝播する事でニュートリノトライデントプロダクションに影

響を与え得る. このようにミューニュートリノが入射し,終状態にミュー粒子対が生成される

ニュートリノトライデントプロダクションは実験で観測されており, 誤差の範囲で標準模型

と無矛盾であると報告されている [92–95]. すなわち Z ′′粒子の寄与を見積もることができれ

ば, Z ′′模型のパラメータに制限を与えることができる [96, 97].

後に示すように,このニュートリノトライデントプロダクションによる制限を積極的に考慮

すると, ミュー粒子異常磁気モーメントを説明するZ ′′模型のパラメータ領域は質量や結合定

数の小さな領域に限られる. 本章の後半では,この領域に感度のある運動項の混合による効果

を取り入れた解析を行う.

6.1 ニュートリノトライデントプロダクションによるZ ′′模型

への制限

Z ′′模型に含まれるZ ′′粒子はミュー粒子やミューニュートリノと結合するため, 図 6.1のよ

うにしてニュートリノトライデントプロダクションに寄与する. V-A理論や標準模型の場合

（付録 B）と同じようにして, Z ′′模型でのベクトルカレントと軸性ベクトルカレントを見積

もる. 運動量 kを持つZ ′′粒子が寄与するフェルミ粒子の 4点相互作用は

∆LZ′′ =
g2Z′′

k2 −m2
Z′′
µ̄γµµ ν̄γ

µ(1− γ5)ν, (6.1)
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図 6.1: Z ′′粒子が寄与するニュートリノトライデントプロダクションのファインマンダイア

グラム.

と表される. 標準模型の電弱ゲージ粒子による寄与（式 B.9）と合わせて, Z ′′模型における

フェルミ粒子の 4点相互作用は

∆Leff =
GF√
2
µ̄γµ

(
CV − C(Z′′)

V

m2
Z′′

k2 −m2
Z′′
− CAγ5

)
µ ν̄γµ(1− γ5)ν, (6.2)

となる. ここでC
(Z′′)
V は 1√

2GF

g2
Z′′

m2
Z′′
である.

V-A理論と標準模型の場合にはCVCAに比例する項が無視できて

|MSM|2 ≃ |MV−A|2 ×
1

2
(C2

V + C2
A), (6.3)

が成り立つ. Z ′′模型の場合には上記の式 6.3のCV を

CV → CV − C(Z′′)
V

m2
Z′′

k2 −m2
Z′′
, (6.4)

と置き換えることで Z ′′模型におけるニュートリノトライデントプロダクションの確率振幅

を得ることができる. すなわち

|MSM+Z′′ |2 ≃ |MV−A|2 ×
1

2

[
C2
V + C2

A − 2CVC
(Z′′)
V

m2
Z′′

k2 −m2
Z′′

+

(
C

(Z′′)
V

m2
Z′′

k2 −m2
Z′′

)2
]
,

(6.5)

を得る. 特にZ ′′粒子が電弱ゲージ粒子のように比較的大きな質量（mZ′′ ≫
√
s）を持つ場合

にはZ ′′粒子の運動量 kを無視して良い近似となる. よって位相空間積分を実行した後の断面
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積はV-A理論や標準模型と係数のみ異なるだけで

σSM+Z′′ ≃ 1

2

[(
CV + C

(Z′′)
V

)2
+ C2

A

]
σV−A

≃ 1

2

1 +(1 + 4 sin2 θW +

√
2

GF

g2Z′′

m2
Z′′

)2
 2G2

Fαs

9π2

[
ln

(
s

m2
µ

)
− 19

6

]
, (6.6)

となる.さらに,標準模型と比較すると

σSM+Z′′

σSM
≃

1 +
(
1 + 4 sin2 θW +

√
2

GF

g2
Z′′

m2
Z′′

)2
1 +

(
1 + 4 sin2 θW

)2 , (6.7)

となる.ここに記した σSM+Z′′ および σSMは原子核の情報を含まない素過程 νµγ → νµµ
+µ−

の断面積であり,実験結果と比較する際には式 B.1のような積分を行う必要がある. しかし,

σSM+Z′′と σSMの s, q2の依存性は全く同じになるため, 原子核の情報を取り入れる積分を行っ

た後も式 6.7の関係は変わらない.

ニュートリノトライデントプロダクションは複数のニュートリノビーム実験において測定

されている. CHARM-II実験 [92]は平均 20 GeVのニュートリノビームをガラスのターゲット

に入射させる実験で, CCFR実験 [93]は平均 160 GeVのニュートリノビームを鉄のターゲッ

トに入射させる実験である. またNuTeV実験 [95]は平均 125 GeVのニュートリノビームを

スチールのターゲットに入射させる実験である. これらの実験で得られたニュートリノトラ

イデントプロダクションの断面積は標準模型と比較して

σCHARM−II/σSM = 1.58± 0.57, (6.8)

σCCFR/σSM = 0.82± 0.28, (6.9)

σNuTeV/σSM = 0.72+1.73
−0.72, (6.10)

と報告されている. 図 6.2(a)はニュートリノトライデントプロダクションを測定する実験か

ら得られた Z ′′模型のパラメータへの制限を示すものである. 式 6.7より, Z ′′模型は標準模

型に比べてニュートリノトライデントプロダクションの断面積が必ず大きくなる. そのため

CCFR実験が最も強い制限を与える. mZ′′ >∼ 5 GeVではミュー粒子の異常磁気モーメントを

±2σで説明できる領域は 95%C.L.で CCFR実験で排除, CHARM-II実験でも説明できる領

域は少なく, NuTeV実験ではミュー粒子の異常磁気モーメントを±1σで説明できる領域が
95%C.L.で排除される. これよりニュートリノトライデントプロダクションの測定がZ ′′模型

の検証にとって非常に強力な手段であることがわかる. さらに, Z ′′模型におけるニュートリ

ノトライデントプロダクションの断面積のmZ′′依存性に注目するとmZ′′の 2次でZ ′′粒子が
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デカップルすることがわかる. このデカップリングの様子はZ ′′粒子が寄与するミュー粒子異

常磁気モーメントについても同様になる. 図 6.2(a)においてニュートリノトライデントプロ

ダクションによる制限を表す線とミュー粒子異常磁気モーメントを説明する線が平行してい

るのはこのためであり, mZ′′ > 500 GeVの領域についても様相は変わらない.

次にZ ′′粒子が軽い（mZ′′ ≪
√
s）場合について議論する. Z ′′模型の断面積 σSM+Z′′はW±

粒子と Z粒子の寄与する部分（C2
V + C2

Aに比例する項）σSMと Z ′′粒子のみが寄与する部分

（C
(Z′′)2
V に比例する項）σZ′′ , さらにそれらが干渉する部分（CVC

(Z′′)
V に比例する項）σinterの

和で表すことができる,

σSM+Z′′ = σSM + σZ′′ + σinter. (6.11)

W. Altmannshofer達 [97]によると, Z ′′粒子が重い場合に無視していた運動量 kも含めて計

算すると干渉部分の断面積は

σinter ≃
GF√
2

g2Z′′CV α

3π2
ln2 s

m2
µ

, (6.12)

となる.ここではmµ ≪
√
sとして最も寄与の大きい対数部分 ln2 s

m2
µ
のみをとるという近似

（リーディング対数近似）を行っている. またZ ′′粒子のみが寄与する断面積は, mµ ≪ mZ′′ ≪
√
sのときリーディング対数近似をとって

σZ′′ ≃ 1

m2
Z′′

g4Z′′α

6π2
ln
m2
Z′′

m2
µ

, (6.13)

となり, mZ′′ ≪ mµ ≪
√
sの場合には

σZ′′ ≃ 1

m2
µ

7g4Z′′α

72π2
ln

m2
µ

m2
Z′′
, (6.14)

となる.

図 6.2(b)にZ ′′粒子が軽い場合の制限を示す. Z ′′粒子が軽い場合にはmZ′′依存性は対数の

中にしか現れないため, Z ′′粒子が重い場合に比べると Z ′′模型に対するニュートリノトライ

デントプロダクションの感度は低くなる. 数値計算の結果,より積極的に CCFR実験の値を

採用すると, ミュー粒子の異常磁気モーメントを説明することができるZ ′′模型のパラメータ

領域はmZ′′ <∼ 400 MeV, gZ′′ <∼ 2× 10−3に制限されることがわかる.

ニュートリノトライデントプロダクションの測定は Z ′′模型の検証において非常に強力な

手段であるが, 最も保守的な立場をとるならばミュー粒子の異常磁気モーメントを±2σ以内
で説明できるパラメータ領域は残る. ニュートリノトライデントプロダクションを測る実験
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図 6.2: ニュートリノトライデントプロダクションによる Z ′′模型のパラメータへの制限. 黒

色の実線で囲まれた領域が CHARM-II実験, CCFR実験, NuTeV実験によって 95% C.L.で

制限される領域. また赤色の実線はミュー粒子異常磁気モーメントを 0σで説明する領域を示

し, 破線は±2σで説明する領域を示す. 右図 (a)はZ ′′粒子が重い場合,左図 (b)はZ ′′粒子が

軽い場合. 右図 (a)の緑色の実線と破線はそれぞれBR(τ → µντ ν̄µ)を 0σと±2σで説明する
領域を示す. 左図 (b)の青色の実線は 5 GeVのニュートリノビームをアルゴンのターゲット

に入射させる実験を想定した場合に, ニュートリノトライデントプロダクションの断面積が

30%および 10%の精度で測られたときの制限. ここで左図 (b)のニュートリノトライデント

プロダクションの断面積の数値的な計算結果については参考文献 [97]の図 3より引用した.

としては最も新しいNuTeV実験 1で標準模型とV-A理論を区別できない程度の誤差がある

ため, 今後もニュートリノトライデントプロダクションを測る他の実験が必要であると考え

られる. また,タウ粒子の τ → µν̄µντ という崩壊プロセスにおいて実験値と標準模型予言値に

は 2σ程度のずれがあると報告されており, Z ′′模型において同様のプロセスはZ ′′, W 粒子の

ボックスダイアグラムを通じて標準模型からずれ得る [96]. 図 6.2(a)に実験で測られている

1NuTeV実験で初めに公開された結果 [94]は後に出版された論文の結果 [95]と大きく異なる.

σNuTeV/σSM = 0.67± 0.27 [94], (6.15)

σNuTeV/σSM = 0.72+1.73
−0.72 [95]. (6.16)

二つの結果の差はバックグラウンドの取り扱いが変更されたことによる.
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τ → µν̄µντ の崩壊分岐比により好まれる Z ′′模型のパラメータ領域をニュートリノトライデ

ントプロダクション,ミュー粒子の異常磁気モーメントと合わせて示した. 図 6.2(a)に示され

るようにBR(τ → µν̄µντ )の好むZ ′′模型のパラメータ領域はミュー粒子の異常磁気モーメン

トを説明できる領域と重なる部分がある. このような理由からもニュートリノトライデント

プロダクション実験による制限については, 今後の実験によってどのように制限領域が推移

していくか注目していく必要がある. またZ ′′模型の検証という意味ではニュートリノトライ

デントプロダクション以外にも他の検証方法が求められるため, 5章で議論したような LHC

実験による直接的な検証は有意義であるといえる.

6.2 運動項の混合から与えられるZ ′′模型への制限

3章ではZ ′′模型んに含まれる運動項の混合について, そのフォーマリズムや特性について

取り上げた. 改めて,運動項の混合を含むZ ′′模型のラグランジアンを以下に書き下す.

L =LSM + LZ′′ + Lmix, (6.17)

LSM =− 1

4
B̂µνB̂

µν − 1

4
Ŵ a
µνŴ

aµν +
1

2
M̂2

ZẐµẐ
µ

− ê
∑
i

ψiγ
µ

(
1

ĉW
(Y i

LPL + Y i
RPR)B̂µ +

1

ŝW
PLT

a · Ŵ a
µ

)
ψi, (6.18)

LZ′′ =− 1

4
Ẑ ′′
µνẐ

′′µν +
1

2
m̂2
Z′′Ẑ ′′

µẐ
′′µ − gZ′′

∑
i

Q′′
iψiγ

µψiẐ
′′
µ, (6.19)

Lmix =−
sinχ

2
Ẑ ′′
µνB̂

µν − sinκ cosχ

2
Ẑ ′′
µν

(
∂µŴ 3ν − ∂νŴ 3µ

)
. (6.20)

セクション 3.3.4では,この運動項の混合 χについて, ツリーレベルでゼロであることが自然

であるようなことをサポートする性質があった. しかし量子効果を考える場合には, たとえツ

リーレベルで χがゼロであっても電弱対称性の破れに伴い 1ループで有限な量が出る. これ

より高エネルギーで χが 0であるという仮定の下でU(1)EMまで破れたZ ′′模型を考える. こ

のとき運動項の混合 sinχあるいは sinκの有限項はゲージ粒子の 2点関数を計算することに

よって求められる. 図 6.3に sinχと sinκの有限項を与えるファインマンダイアグラムを示す.
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図 6.3: ゲージ場の運動項の混合に寄与する 1ループ 2点関数のファインマンダイアグラム.

左図 6.3(a)が B̂と Ẑ ′′の運動項の混合 sinχに寄与する. 右図 6.3(b)が Ŵ 3と Ẑ ′′の運動項の

混合 sinκ cosχに寄与する.

これよりそれぞれの運動項の混合は

sinχ =
∑

f=µ,τ,νµ,ντ

ΠBZ′′

f (0)

=
egZ′′

48π2cW

{
3 ln

m2
τ

m2
µ

+
3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2

}[
1− s2W

c2W − s2W
ξ2

2

(
m2
Z′′

m2
Z

− 1

)]
(6.21)

sinκ cosχ =
∑

f=µ,τ,νµ,ντ

ΠW 3Z′′

f (0)

=
egZ′′

48π2sW

{
ln
m2
τ

m2
µ

+
3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2

}[
1− s2W

c2W − s2W
ξ2

2

(
m2
Z′′

m2
Z

− 1

)]
(6.22)

となる. ここで行列 U は以下で定義されるニュートリノ混合を表す牧-中川-坂田行列（MNS

行列）である.

νℓL =
3∑
i=1

UℓiνiL, (ℓ = e, µ, τ, i = 1, 2, 3), (6.23)

U =

 c12c13 s12c13 s13e
−iδ

−s12c23 − c12s23s13eiδ c12c23 − s12s23s13eiδ s23c13

s12s23 − c12c23s13eiδ −c12s23 − s12c23s13eiδ c23c13

× diag(1, ei
α21
2 , ei

α31
2 ).

(6.24)

ここでニュートリノの添え字 ℓと iはそれぞれフレーバー固有状態と質量固有状態を表す. ま

たMNS行列に含まれる cjkと sjkはそれぞれ cos θjkと sin θjkを表す. これより 2点関数に対
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してニュートリノが寄与する部分は

3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2

= (sin 2θ12 sin 2θ23 sin θ13 cos δ + sin θ212 cos 2θ23 + sin θ212 sin θ
2
13 cos 2θ23) ln

m2
ν1

m2
ν2

+ sin θ213 cos 2θ23 ln
m2
ν1

m2
ν3

+ cos 2θ23 ln
m2
ν2

m2
ν3

(6.25)

と表される. ここでニュートリノ質量については,その階層性について通常階層（normal

hierarchical）, mν1(≡ mlight)≪ mν2 < mν3を考慮する場合には

3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2

≃ (sin 2θ12 sin 2θ23 sin θ13 cos δ + sin θ212 cos 2θ23 + sin θ212 sin θ
2
13 cos 2θ23) ln

m2
light

∆m2
⊙

+ sin θ213 cos 2θ23 ln
m2

light

|∆m2
A|

+ cos 2θ23 ln
m2

⊙

|∆m2
A|
, (6.26)

となり逆階層（inverted hierarchical）, mν3(≡ mlight)≪ mν1 < mν2の場合には

3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2
≃ (1 + sin θ213) cos 2θ23 ln

|∆m2
A|

m2
light

, (6.27)

およびすべてのニュートリノがほとんど縮退している場合には

3∑
i=1

(U∗
iµUµi − U∗

iτUτi) ln
m2
νi

µ2
≃ 0, (6.28)

となる. ここで∆m2
⊙と |∆m2

A|は太陽ニュートリノおよび大気ニュートリノ振動実験から測定
されるニュートリノの 2乗質量差である. これより

∑3
i=1(U

∗
iµUµi−U∗

iτUτi) ln
m2

νi

µ2
の中でmlight

のみが決定されないパラメータとして残る. ニュートリノの寄与が荷電レプトンの寄与と同

程度であるためのmlightを見積もると,

ln
∆m2

m2
light

∼ O(10− 100)⇒ mlight ∼ 10−5 − 10−50 eV, (6.29)

と大変軽いニュートリノが必要であることがわかる. これは荷電レプトンには右巻きの粒子

の寄与があるため, 式 6.29のような対数質量比よりも,その前にかかる係数が支配的になるた

めである. これより議論を進めていく際,ニュートリノは全て縮退しているとする. また ξに
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ついては ξ ≃ sW
tanχ
cosκ
− cW tanκの近似が良く成り立つため, 運動項の混合が小さい場合には

ξ2に比例するを無視して良い近似となる.

運動項の混合が gZ′′ やmZ′′ の関数であるため, セクション 3.3.2で与えられる運動項の混

合の実験的制限が gZ′′やmZ′′への制限に焼直すことができる. gZ′′やmZ′′への制限を議論す

るためにダークフォトン模型の運動項の混合とZ ′′模型の運動項の混合との対応付けを行う.

Ẑ ′′と Ŵ 3の運動項の混合を− sinκ cosχ
2

= − sinκ′

2
とするとき, 以下のようなGL(2,R)変換を行

うことで,この混合を解く.(
Ŵ 3
µ

Ẑ ′′
µ

)
=

 1 − tanκ′

0
1

cosκ′

( W̃ 3
µ

Z̃ ′′
µ

)
. (6.30)

GL(2,R)変換を施した後のゲージ粒子の運動項は,

Lkin = −1

4
B̃µνB̃

µν − 1

4
W̃ a
µνW̃

aµν − 1

4
Z̃ ′′

µνZ̃ ′′µν − sinχ

2 cosκ′
B̃µνZ̃ ′′µν , (6.31)

となり, B̃と Z̃ ′′の運動項の混合に Ẑ ′′と Ŵ 3の運動項の混合を押し付けられる. すなわちダー

クフォトン模型の運動項の混合とは

ダークフォトン模型 Z ′′模型

ϵ ←→ sinχ√
1− sin2 κ cos2 χ

cW
(6.32)

という対応付けがなされる. 改めて,この運動項の混合 sinχcW/
√

1− sin2 κ cos2 χを ϵZ′′と置

く. ゲージ結合定数 gZ′′は上記の ϵZ′′を用いて,

gZ′′ =
48π2sW

e

(
ln
m2
τ

m2
µ

)−1
ϵZ′′√

9s2W + ϵ2Z′′

≃ 16π2

e

(
ln
m2
τ

m2
µ

)−1

ϵZ′′ (6.33)

と表すことができる. Z ′′粒子が寄与するミュー粒子異常磁気モーメントは運動項の混合を含

めた場合のZ ′′粒子とミュー粒子の相互作用, 式 3.55より

δaµ =
1

8π2
[gZ′′ + e (cW sinχ+ sW sinκ cosχ)]2

∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

(6.34)
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と導かれる. さらに関係式 6.33から ϵZ′′とmZ′′の関数として

δaµ =
1

8π2
[gZ′′ + e (cW sinχ+ sW sinκ cosχ)]2

∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

≃ g2Z′′

8π2

(
1 +

α

3π
ln
m2
τ

m2
µ

)2 ∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

≃ 8π

α
ϵ2Z′′

[(
ln
m2
τ

m2
µ

)−1

+
α

3π

]2 ∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

, (6.35)

で与えられる. ここで直接Z ′′粒子が寄与する部分と運動項の混合を介して寄与する部分を比

較すると, 運動項の混合を介して寄与する部分は αのオーダーだけ小さいため無視すること

ができて

δaµ ≃
8π

α
ϵ2Z′′

(
ln
m2
τ

m2
µ

)−2 ∫ 1

0

dz
2z(1− z)2

(1− z)2 + z
m2

Z′′
m2

µ

, (6.36)

となり, Z ′′粒子が寄与するミュー粒子異常磁気モーメントを見積もることができる.

ダークフォトン模型に与えられている制限（セクション 3.3.2）を応用することで, ミュー

粒子異常磁気モーメントを説明するZ ′′模型に対する制限を見積もる. 図 6.4にのダークフォ

トン模型への制限と対応付くように, Z ′′模型でミュー粒子異常磁気モーメントを説明するこ

とができる領域を合わせて示す.

一般に,ツリーレベルの運動項の混合と量子効果による運動項の混合への寄与がファイン

チューニングによって相殺されない場合には, このようにしてダークフォトン模型の運動項

の混合が応用し, Z ′′模型のパラメータに制限を付けることができる.
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図 6.4:

説明A: ダークフォトン模型において (mAD
, ϵ)平面で現在までの実験で制限されている領

域. 各色の実線で囲まれ塗りつぶされた領域は現在までに制限されているパラメータ領域で

ある. 順に, KLOEと BaBarは電子-陽電子コライダー実験による制限 [98–101]. WASAは

π0 → e+e−γの測定による制限 [102]. MAMIは電子ビームを固定ターゲットに入射させる実

験による制限 [103]. E137とE141, E774, LSND, CHARM, Orasay, U70はビームダンプ実験

による制限 [71,104–113]. aeは電子の異常磁気モーメントによる制限 [32]. SNは超新星爆発

の観測に基づく制限 [71,114,115]. なお図の作成に当たっては参考文献 [101]の図 4と参考文

献 [116]の図 6,参考文献 [117]の図 17のデータを参照した.

説明B: ダークフォトン模型のパラメータ (mAD
, ϵ)を (mZ′′ , ϵZ′′)に読み替えた場合に, Z′′模

型において実験で制限されている領域とミュー粒子の異常磁気モーメントを説明できる領域.

赤色の実線はミュー粒子異常磁気モーメントを±0σで説明でき, 赤色の破線はミュー粒子異

常磁気モーメントを±2σで説明できるパラメータ領域.
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第7章 まとめ

本章では論文のまとめとして本研究の結論や今後の課題について述べる.

本論文ではミュー粒子の異常磁気モーメントの標準模型予言値と実験の測定値にずれがあ

ることに着目し, そのずれを説明し得る,標準模型に新たに U(1)Lµ−Lτ を課した Z ′′模型につ

いて現象論的な解析と議論を行った. Z ′′模型は標準模型に新たにU(1)Lµ−Lτ ゲージ対称性を

課す模型で, 新しいフェルミ粒子を導入することなく標準模型の最小限の拡張する模型とし

てアノマリーを相殺することができる. このような拡張はB − 3Li, Li − Lj (i = e, µ, τ)を

ゲージ化することで実現できるが, Lµ−Lτ ゲージ対称性以外の他の候補ではこれまでに行わ
れた電子-陽電子衝突型加速器実験やハドロン衝突型加速器実験による強い制限を回避するこ

とができない. また右巻きニュートリノを導入することにより, 実際に観測されているニュー

トリノ混合やニュートリノの微小質量を説明し得る. さらに運動項の混合についてはくりこ

み群方程式の解より高エネルギースケールでゼロならば, 低エネルギーまでゼロのままフロー

し, 量子効果による小さな有限項を持つといった特徴のある非常に興味深い模型である. Z ′′

模型に含まれる Z ′′粒子は第 2,第 3世代のレプトンのみと結合するという特徴から, LHC実

験のミュー粒子を含んだチャンネルによるZ ′′粒子の直接探査による検証が期待される. 本論

文の目的はミュー粒子異常磁気モーメントを説明する Z ′′模型のパラメータ領域を明らかに

し, この領域が現在までの実験でどの程度制限されているかということと, 将来実験での検証

可能性について解析することであった.

Z ′′模型での新しいゲージ結合定数が gZ′′ ∼ 1のとき, ミュー粒子異常磁気モーメントの

ずれを説明するためには Z ′′ 粒子の質量mZ′′ は電弱スケールにあるべきだとわかった. こ

のようなミュー粒子異常磁気モーメントのずれを説明する電弱スケールの Z ′′粒子は同様に

Zff (f = µ, τ, νµ, ντ )やWµνµ, Wτντ に影響を与え得るため, まず電弱精密測定と無矛盾な

パラメータ領域を明らかにした. 電弱精密測定の制限を考慮する際,ミュー粒子異常磁気モー

メントを含む 22の観測量について解析した. 特に Z ′′粒子の質量や結合定数が大きい場合に

は Zµµ, Zττ バーテックスに対する補正が大きくなるために, σ0
hやRµという量が標準模型

よりもフィットが悪くなる. 以上のような解析により明らかにされた電弱精密測定に良く適

合するパラメータ領域から gZ′′ = 0.3, mZ′′ = (60, 80, 90, 100) GeVの 4点を選びLHC実験

におけるZ ′′模型の現象論を議論した.
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Z ′′粒子が Z粒子よりも軽い場合, Z粒子が Z ′′粒子に崩壊できるため, Z ′′模型は Z → 4µ

に寄与する. したがってATLAS実験におけるZ粒子の 4レプトン（4e, 4µ, 2e2µ）への崩壊

の測定を綿密に確認した. 特に本論文で取り扱うような質量領域は標準模型の電弱ゲージ粒

子のによる背景事象が大きい. すなわち単なるシグナルイベントの断面積を算出するだけで

は検証可能性を論じることができないため, 素過程をハドロン化することや検出器シミュレー

ション,事象選別のためのカット等を考慮した詳細な解析を行った. これによりATLAS実験

のm12, m34の解析結果から,すでにmZ′′ = 60 GeVの Z ′′模型では, 統計的揺らぎによって

測定されたイベント分布を説明できる確率が 6.1× 10−5となり排除されていると結論付けた.

ATLAS実験の解析は Z ′′粒子の質量が約 80 GeVよりも重いときには感度が低い. そこでこ

のような重いZ ′′粒子に感度のある解析を pp→ 4µチャンネルにおいて提案した. 重心エネル

ギーが
√
s = 7− 8 TeVのデータにこの解析を適用したところ, mZ′′ = 80 GeVとmZ′′ = 100

GeVの場合に感度を持つことが示された. 特にmZ′′ = 80 GeVの場合には,現在のデータ量

で, 標準模型と Z ′′模型ではN < Nmode
SM となる確率が 1.5× 10−2となる統計的に有意な差が

ある. そのため,実際のデータを用いた解析がなされれば十分に制限を与えることができる.

LEP1実験で行われた Z → 4µの測定による制限が gZ′′ = 0.3, mZ′′ = 50 GeVまでであった

ことを振り返ると, Z ′′模型に対して, LHC実験は現在のデータで既に LEP1実験を上回る感

度を持っている.

さらに重心エネルギー
√
s = 14 TeV,積分ルミノシティー 300 fb−1の LHC実験でも, 4µ

チャンネルにおいて, mZ′′ = 80, 100 GeVの場合にm12分布で Z ′′粒子の質量領域で標準模

型と比べてそれぞれ 11.6σ, 6.8σの有意なピークを持つため, シグナルを観測するには十分で

あることが示された. また, Z粒子によるイベントのために観測し難いmZ′′ = 90 GeVの場

合においても積分ルミノシティーが 3000 fb−1で標準模型に比べて 10σ以上の有意なピーク

を持つため, Z ′′模型の検証が可能であることが示された. したがって, 4µを終状態に持つ現

在の LHC実験のデータと将来の LHC実験のデータは, ミュー粒子の異常磁気モーメントに

関するZ ′′模型の広いパラメータ空間を探査する好機となる.

Z ′′模型を確かめるために, 4µの終状態におけるZ ′′粒子の効果だけでなく, 2µ2τのようにタ

ウ粒子を終状態に含むようなチャンネルについても観測する必要がある. これはZ ′′粒子が第

2,第 3世代のレプトンにのみ結合するという特徴を検証するためである. Z ′′模型がミュー粒子

の異常磁気モーメントを説明できるパラメータ領域, gZ′′ = 0.3, mZ′′ = (80, 90, 100) GeVに

対して,重心エネルギーが
√
s = 14 TeV,積分ルミノシティーがそれぞれ (500, 2900, 730) fb−1

の LHC実験のデータから 2µ2τ の終状態で Z ′′τ+τ−相互作用を調べられることが示された.

以上から LHCの将来実験はミュー粒子の異常磁気モーメントのずれを説明できる新しい物

理を検証するために重要な役割を担っていると言える.

本論文の 2µ2τ プロセスの解析ではハドロニックに崩壊するタウ粒子を取り扱った. 今後
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の進展としてレプトンに崩壊するタウ粒子も含めて解析することができれば, より感度を高

められる可能性があり, タウ粒子対の不変質量についても本論文ではコリニア―近似を用い

たが, さらに分解能の高いタウ粒子による Z ′′粒子質量の再構成が実現できれば, より少ない

データ量でZ ′′模型の検証をすることができるだろう.

今後LHC実験の解析では特に消失エネルギーを含んだプロセス, 2µ+ET,missや 2τ+ET,miss

の解析を行っていく必要がある. 本論文では 4µ, 2µ2τ プロセスの解析により, LHC実験にて

Z ′′粒子と第 2,第 3世代の荷電レプトンとの結合を確認し得ることを示した. 消失エネルギー

を含むプロセスの解析はZ ′′粒子と第 2,第 3世代のニュートリノとの結合を明らかにするため

である. 消失エネルギーを含んだプロセスの解析はW− → µ−ν̄µ, τ
−ν̄τ による背景事象の影

響や, 消失エネルギーそのものによるZ ′′粒子の質量測定の困難さなどが予想されるが, LHC

実験にてZ ′′粒子を同定するためには欠かせない解析である.

スカラー粒子に関する解析についても研究の余地が残されている. 本論文ではZ ′′粒子に質

量を与える新しいスカラー粒子については重いと仮定することで, LHC実験に対する解析に

影響しないとした. しかし,このようなスカラー粒子はヒッグスとの混合を通じて, ヒッグス

粒子の物理に影響を及ぼす可能性がある. 実際にLHC実験ではヒッグス粒子に関する測定や

解析が精力的に行われているため, Z ′′模型の検証にはこのようなスカラー粒子の間接的な影

響をヒッグス粒子の物理から探るといったアプローチも考えられる.

LHC実験での検証以外にW. Altmannshoferらの研究 [97]によると Z ′′模型はニュートリ

ノトライデントプロダクションによる制限を受ける. CHARM-II実験とCCFR実験 の測定結

果とZ ′′模型におけるニュートリノトライデントプロダクションの断面積の比較から, ミュー

粒子の異常磁気モーメントを説明するパラメータ領域が制限される. しかしCHARM-II実験

と CCFR実験の中心値のずれや, 後に行われた最新の NuTeV実験がその結果を確認するこ

とができていないため, ニュートリノトライデントプロダクションの測定結果については議

論の下にあり, これを決着づけるような更なる実験的検証が望まれる. また,ニュートリノト

ライデントプロダクションは Z ′′粒子の質量が軽いほどその感度が低くなる. このような小

さいmZ′′の領域では運動項の混合が重要になることに着目し, 解析によって 1ループ量子効

果で誘発される運動項の混合への有限な寄与と Z ′′模型のパラメータとの相関を示した. 運

動項の混合に対する制限とミュー粒子の異常磁気モーメントのずれを±2σの範囲で説明する
パラメータ領域を合わせて考慮した結果, Z ′′模型のパラメータであるZ ′′粒子の質量に下限,

mZ′′ >∼ 60 MeV（ϵZ′′ >∼ 6× 10−6）を与えられることを示した.

以上から,ミュー粒子の異常磁気モーメントを説明するZ ′′模型の広いパラメータ領域が検

証可能であるため, ミュー粒子の異常磁気モーメントの標準模型予言値と実験による測定値

のずれという現在の素粒子物理学における問題に対して間接的にアプローチし, 解決できる

可能性があると結論付ける.
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付 録A パッサリーノ-ヴェルトマン関数

パッサリーノ-ヴェルトマン関数 [118]は以下で定義される.

A(A) = 16π2µ2ϵ

∫
dnk

i(2π)n
1

k2 −m2
A + iϵ

, (A.1)

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.2)

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.3)

ここでは 4− 2ϵ次元で次元正則化を行い, µはくりこみスケールである.
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さらに具体的な表式を以下に挙げる.

A(m2) = m2

(
1

∆
+ 1− log

m2

µ2

)
, (A.4)

B0(A,B; p) =
1

∆
−
∫ 1

0

dx log
m2
A(1− x) +m2

Bx− p2x(1− x)− iϵ
µ2

, (A.5)

B1(A,B; p) = − 1

2∆
+

∫ 1

0

dxx log
m2
A(1− x) +m2

Bx− p2x(1− x)− iϵ
µ2

, (A.6)

B21(A,B; p) =
1

3∆
−
∫ 1

0

dxx2 log
m2
A(1− x) +m2

Bx− p2x(1− x)− iϵ
µ2

, (A.7)

B22(A,B; p) =
1

4

(
m2
A +m2

B −
p2

3

)(
1

∆
+ 1

)
−1

2

∫ 1

0

dx
{
m2
A(1− x) +m2

Bx− p2x(1− x)
}
log

m2
A(1− x) +m2

Bx− p2x(1− x)− iϵ
µ2

, (A.8)

ここで 1
∆
は 1

ϵ
− γ + log 4πである.
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付 録B 標準模型のニュートリノトライデ

ントプロダクション

標準模型においてニュートリノトライデントプロダクションを表すリーディングオーダーの

ファインマンダイアグラムは図B.1のように描ける. ニュートリノトライデントプロダクショ

ンは媒介するゲージ粒子の干渉を含むため, その測定によって弱いゲージ相互作用の理論を検

証することができる. 解析的に議論できるように,ここでは等価光子近似（equivarent photon

approximation, EPA）[119,120]を用いて計算する. 原子核と作用する光子は中間状態で通常オ

ンシェルに無いが, 等価光子近似では原子核が十分重いため作用する光子は質量ゼロの実光子

として取り扱う. すなわちこの近似の下では,原子核を除く素過程の断面積 σ(νµγ → νµµ
+µ−)

を求めた後に原子核がどの程度の仮想光子を放出するかという確率 P (s, q2)を用いてニュー

トリノトライデントプロダクション全体の断面積が

σ(νµN → νµNµ
+µ−) =

∫
σ(νµγ → νµµ

+µ−) P (s, q2), (B.1)

と記述される.ここで sは始状態のニュートリノと光子の重心系におけるエネルギーの 2乗で

あり, qは原子核との間で交換される光子の運動量を表す.

B.1 V-A理論での振幅計算

まずW±粒子のみが作用するV-A理論を考え,後に標準模型と比較することでニュートリ

ノトライデントプロダクションにおける媒介するゲージ粒子の干渉の効果を見る. 図B.2は原

子核を除いた素過程のファインマンダイアグラムである. なお解析の際に用いる各粒子の運

動量は図B.2に与えた. 相互作用を担うW±粒子は移行運動量に比べて非常に重いため, フェ

ルミ定数GF を用いたフェルミ粒子の 4点有効相互作用として良い近似となる. このときの

有効ラグランジアンはフィルツ変換を施した後に

Leff =
GF√
2
µ̄γµ

(
1− γ5

)
µνγµ(1− γ5)ν, (B.2)
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図 B.1: 標準模型におけるニュートリノトライデントプロダクションのファインマンダイア

グラム.
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図 B.2: ニュートリノトライデントプロダクション中の νµγ → νµµ
+µ− のファインマンダイ

アグラム.弱い相互作用を担うゲージ粒子は移行運動量に比べて非常に重いため, フェルミ定

数GF を用いたフェルミ粒子の 4点有効相互作用として良い近似となる.

となる. νµγ → νµµ
+µ−の微分断面積は

dσV−A =
1

2s
dΦ3

(
1

2

∑
spin

|MV−A|2
)
G2
F e

2

2
, (B.3)

と与えられる.ここでMV−Aは確率振幅であり, 1
2

∑
spinの 1/2は入射光子の偏向についての

平均, 総和記号は終状態の粒子のスピンについての和を表す. また 3体の位相空間積分 dΦ3は

dΦ3 =
1

2

1

(4π)2
dt

2s

dℓ

2π
v
dΩ′

4π
, (B.4)

と表される（具体的な積分要素の導出はCに載せる）. ここで ℓは 2つのミュー粒子対の不変

質量の 2乗 ℓ = (p+ + p−)
2, Ω′は座標をミュー粒子対の重心系に取ったときにミュー粒子が掃
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く立体角, vは同上の座標でのミュー粒子の速さで v =
√

1− 4m2
µ/ℓ,また tは t ≡ 2(k1−k2) ·q

で定義されるパラメータである. V-A理論の有効ラグランジアン,式 B.2より振幅MV−Aを

求める. 実験の入射ニュートリノビームのエネルギーEν がO(10 − 100) GeVであると想定

するならば, ミュー粒子の質量は無視できて

1

2

∑
spin

|MV−A|2 ≃ 128

[
(k1 · p+)(q · k2)(q · p−)

(q · p−)2
+

(k2 · p−)(q · k1)(q · p+)
(q · p+)2

+
2(k1 · p+)(k2 · p−)(p+ · p1)

(q · p−)(q · p+)
− (k2 · p−)(p+ · p−)(q · k1)

(q · p−)(q · p+)

− (k1 · p+)(p+ · p−)(q · k2)
(q · p−)(q · p+)

− (k1 · p+)(k2 · p−)(q · p−)
(q · p−)(q · p+)

+
(k1 · p+)(k2 · p+)(q · p−)

(q · p−)(q · p+)
+

(k1 · p−)(k2 · p−)(q · p+)
(q · p−)(q · p+)

− (k1 · p+)(k2 · p−)(q · p+)
(q · p−)(q · p+)

]
, (B.5)

となる.位相空間積分を実行するにあたり,座標を次のようにとる（図B.3）.
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図 B.3: 位相空間積分を実行する際に設定した座標.
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始状態


q =

(
t

2
√
ℓ
, 0, 0,

t

2
√
ℓ

)
k1 =

(
s+ ℓ− t
2
√
ℓ

,

√
4sℓ(s− t)(t− ℓ)

2t
√
ℓ

, 0,
−2sℓ+ t(s+ ℓ)− t2

2
√
ℓ

)
,

(B.6)

終状態



k2 =

(
s− ℓ
2
√
ℓ
,

√
4sℓ(s− t)(t− ℓ)

2t
√
ℓ

, 0,
−2sℓ+ t(s+ ℓ)

2
√
ℓ

)

p− =

(√
ℓ

2
,

√
ℓ

2
v sin θ′ cosϕ′,

√
ℓ

2
v sin θ′ sinϕ′,

√
ℓ

2
v cos θ′

)

p+ =

(√
ℓ

2
, −

√
ℓ

2
v sin θ′ cosϕ′, −

√
ℓ

2
v sin θ′ sinϕ′, −

√
ℓ

2
v cos θ′

)
.

(B.7)

積分を実行した後,ミュー粒子の質量が入射粒子の重心エネルギーよりも十分に小さいという

近似で,全断面積は

σV−A ≃
2G2

Fαs

9π2

[
ln

(
s

m2
µ

)
− 19

6

]
, (B.8)

として得られる.

B.2 V-A理論と標準模型との比較

V-A理論と同様にして,フェルミ粒子の 4点有効相互作用は

Leff =
GF√
2
µ̄γµ

(
CV − CAγ5

)
µ νγµ(1− γ5)ν, (B.9)

となる.ここでCV , CAはワインバーグ角 θW を用いて,

CV =
1

2
+ 2 sin2 θW , CA =

1

2
, (B.10)

と書ける.

標準模型の全断面積 σSMはベクトルカレントの寄与 σVと軸性ベクトルカレントの寄与 σA,

さらに両者の干渉項からの寄与 σVAの和として

σSM = C2
V σV + C2

AσA + CVCAσV A, (B.11)
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と表すことができる.ここでベクトルカレントの寄与と軸性ベクトルカレントの寄与は等し

く, 干渉項の寄与はこれらに比べておよそ 2桁ほど小さくなる [121]. V-A理論の場合, CV =

CA = 1であったことを考慮すると,

σV A ≪ σV = σA ≃
σV−A

2
, (B.12)

の関係が成り立つ.すなわち,標準模型の全断面積 σSMはV-A理論の断面積に比例して,

σSM ≃
1

2
(C2

V + C2
A)σV−A

≃ 1

2

(
1

4
+ 2 sin2 θW + 4 sin4 θW

)
2G2

Fαs

9π2

[
ln

(
s

m2
µ

)
− 19

6

]
, (B.13)

と得られる.ここから Z粒子とW±粒子の干渉の効果を評価するために, Z粒子とW±粒子

の両方を含んだ標準模型とW±粒子のみを含んだV-A理論の断面積の比を取ると

σSM
σV−A

≃ 1

2

(
1

4
+ 2 sin2 θW + 4 sin4 θW

)
≃ 0.6, (B.14)

となり,標準模型のニュートリノトライデントプロダクションは干渉の効果でV-A理論に比

べて約 40%減少することがわかる. このような大きな差は実験で十分に検証できる可能性が

あるため, ニュートリノトライデントプロダクションの断面積の測定は弱い相互作用の良い

検証となる.
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付 録C 位相空間積分

6章,付録Bのニュートリノトライデントプロダクションでは終状態が 3体の過程を取り扱

う. 付録Cでは計算に必要な位相空間積分についてまとめる.

C.1 2体の位相空間積分

3体の位相空間積分は 2体の位相空間積分を用いて記述できる. 3体の位相空間積分を取り

扱う前に 2体の位相空間積分についてまとめておく. 終状態の粒子 i（i = 1, 2）の質量をmi,

運動量を piとする. また,始状態の運動量の総和を q,重心系におけるエネルギーを
√
sとす

る. すなわち運動量保存則から

s = q2 = (p21 + p22), (C.1)

が成り立つ.このときの位相空間積分要素 dΦ2(p1, p2)は

dΦ2(p1, p2) =
dp3

1

2p01(2π)
3

dp3
2

2p02(2π)
3
(2π)4δ(4)(q − p1 − p2)

=
1

(2π)2
dp3

1

2p01
d4p2 δ(p

2
2 −m2

2) θ(p
0
2) δ

(4)(q − p1 − p2)

=
1

8π2
|p1| dp01 dΩ1 δ((q − p1)2 −m2

2) θ(q
0 − p01), (C.2)

となり 1粒子のエネルギー積分と角度積分まで簡約できる. ここで q = (
√
s, 0, 0, 0)となる重

心系に座標を取ると,式C.2は

dΦ2(p1, p2) =
1

8π2
|p1| dp01 dΩ1

1

2
√
s
δ

(
p01 −

s+m2
1 −m2

2

2
√
s

)
θ(
√
s− p01)

=
β̄

32π2
dΩ1, (C.3)

となる.ここで β̄は,

β̄ =

√
1− 2(m2

1 +m2
2)

s
+

(m2
1 −m2

2)
2

s2
, (C.4)

で定義される.
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C.2 3体の位相空間積分

粒子や運動量などの設定については付録 Bと同様の構成であるとする. 3体の位相空間積

分要素 dΦ3は 2体の位相空間積分要素 dΦ2を用いて

dΦ3 =
dℓ

2π
dΦ2(k2, p) dΦ2(p+, p−), (C.5)

と表すことができる. ここで 2体の位相空間積分については前セクションの結果,式C.3から

dΦ2(p+, p−) =
1

8π
v
dΩ′

4π
, (C.6)

および

dΦ2(k2, p) =
s− l
s

dΩ2

32π2

=
s− l
s

d cos θ2
16π

=
1

16π

s− l
s

d cos θ2
dt

dt

=
1

4π

dt

2s
, (C.7)

と求めることができる.ここで Ω2は k2の掃く立体角であり, θ2は k2と z軸のなす角である.

以上の結果をまとめると 3体の位相空間積分要素は

dΦ3 =
1

2

1

(4π)2
dt

2s

dℓ

2π
v
dΩ′

4π
, (C.8)

の形に簡約される.
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