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要旨
ニュートリノ振動現象の存在が確立してから 25年が経過しようとしている。しかし依然として、ニュート

リノの質量階層性や質量値などをはじめとして、多くの事柄が未解決のままで解明を待っている。以前の研究
ではニュートリノ振動は主として平面波を用いて計算されてきたが、近年ではより本質的で精密な、波束を用
いた定式化による議論が盛んになってきており、これが将来の理論的、実験的進展に寄与するものと期待され
ている。本研究ではニュートリノ振動の波束効果に焦点を置き、量子デコヒーレンス (量子もつれの解消) に
ついて調べた。その結果、ニュートリノの生成と検出に関わる二乗波束幅は、デコヒーレンス長と波束の伝搬
を支配する局在化因子においては加法的に現れるのに対し、運動量保存因子では換算的（逆数の和の逆数）に
現れることを得た。また、遷移確率の全体的な規格化は換算的なものと加法的なものの比で決まることを得
た。加えて本修士論文では、独自研究の論述の前に、この研究を行うにあたって参考にした、いくつかの前提
となる論文（中でも特に、去年からの活発な論争「波束分離による量子デコヒーレンスの効果が、地上での
ニュートリノ実験で観測できるかどうか」に関するもの）を紹介する。この論争に対する私の立場も、最後の
まとめに記した。
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記法
この修士論文では以下の記法を用いる:

• 時空次元は d+ 1 (d = 3) とし、計量の符号は (−,+, . . . ,+)を用いる。
• 時空の座標を x =

(
x0, x1, . . . , xd

)
=
(
x0,x

) とし、xµ 等と書いたときの添字 µ, ν, . . . は 0, 1, . . . , d

を走る。
• 空間 d = 3次元ベクトルの大きさを、p := |p| =

√
(p1)

2
+ (p2)

2
+ (pd)

2 等と書く。
• ニュートリノについて、SU(2)L 相互作用の固有状態を「フレーバー固有状態」と呼ぶ。フレーバー状
態は添字 α, β, . . . でラベルし、これらは e, µ, τ を走るものとする。質量の固有状態は添字 I, J, . . . で
ラベルし、これらは 1, 2, 3を走るものとする。

• 演算子にはハットˆを (なるべく) つける。（ただし、ニュートリノの中心運動量 P から作られる単位
ベクトルは P̂ := P / |P |と書くがこれは演算子の意味ではない。）

• 交換子を
[
Â, B̂

]
:= ÂB̂ − B̂Â、反交換子を

{
Â, B̂

}
:= ÂB̂ + B̂Âと書く。

• 特に断りのない限り自然単位系 ℏ = c = kB = 1を用いる。
• ニュートリノの生成過程を添字 S、検出過程を添字 D で表すことが多い。
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1 導入
ニュートリノ振動とはニュートリノが空間を直進する間に、フレーバー—–相互作用の固有状態—–が変化
する現象である。この現象が観測されたことから、ニュートリノには質量が存在し、それを通じてフレーバー
が混合していることが分かった (詳しくは 3.5節を参照) 。
ニュートリノ振動における量子デコヒーレンス (量子もつれの解消) は、近年盛んに議論されている面白い
問題である (例えば論文 [1, 2, 3, 4, 5, 6, 7]等を参照) 。ニュートリノの量子状態は、質量固有状態と相互作用
固有状態 (以下フレーバー固有状態と呼ぶ) という 2通りの基底を用いて表せる。前者はニュートリノがどの
ように伝播するかを決定し、後者はニュートリノの生成と検出のための荷電カレント相互作用を特徴づける。
フレーバー遷移確率 P (να → νβ)は、フレーバー να として生成されたニュートリノがフレーバー νβ として
検出される確率を表す。ニュートリノはフレーバー固有状態として生成された後、質量固有状態の重ね合わせ
として伝播する。このような重ね合わせ—–エンタングルメント (以下 (量子) もつれと呼ぶ) —–は、干渉パ
ターンの観測につながる可能性がある。また、さまざまな観測可能な効果により、ニュートリノのコヒーレン
スはある段階で失われると予想されている。
以前の研究では、ニュートリノ振動は主として平面波を用いて計算されてきた。しかし、平面波として扱う
場合、各平面波同士はどんなに離しても重なり合ってしまい、実際の実験状況とは異なるという問題が生じる。
そのため、波束を用いた定式化による議論が近年盛んになってきた (上述の他に論文 [8, 9, 10, 11, 12, 13, 14]

等を参照) 。
波束とは場の量子論の最も基本的な構成要素の 1つである。これを用いることで、平面波では観測すること
のできない効果が観測できるようになると期待されている。例えば、論文 [1]では、ニュートリノ振動におけ
る Mikheyev-Smirnov-Wolfenstein 効果に対する、コヒーレントおよびデコヒーレントな広がり効果につい
て記されている。この論文で扱う範囲では、生成されたニュートリノを平面波で扱う場合も、波束で扱う場
合も、実験では特に区別できないことが示されている。論文 [9]では、ニュートリノ振動に対して、量子力学
的な波束の取り扱いと場の量子論的な取り扱いの 2 つの手法を比較・検討している。論文 [10] の著者らは、
ニュートリノ振動の出現確率と消失確率について、S行列の結果に対する有限時間相関から、S行列が長基線
事象の記述に不向きである、と主張している。
我々の計算では、具体的にガウス波束 (詳しくは 2.2 節を参照) を用いて鞍点法で計算することにより、

ニュートリノの生成と検出に関わる二乗波束幅は、デコヒーレンス長と波束の伝搬を支配する局在化因子にお
いては加法的に現れるのに対し、運動量保存因子では換算的（逆数の和の逆数）に現れることを得た。また、
遷移確率の全体的な規格化は換算的なものと加法的なものの比で決まることを得た。
本論文の構成は次のとおりである。第 2章では、この論文で取り扱う波束形式について、我々の表記法に基

づき説明する。第 3章では、ニュートリノ振動に関する基礎的な事項を説明する。第 4章では、ニュートリノ
振動と波束について、論文 [15]に沿って概説する。第 5章では、最近のデコヒーレンスをめぐる論争 [4, 5, 6]

を紹介する。第 6章では、上述の、ガウス波束による鞍点法の計算とその結果を示す。第 7章は、本修士論文
のまとめである。付録には、ニュートリノ実験に関する基本的な事項をまとめた卒業論文を修正したものと、
本文中で紹介した EPR実験を具体的な表現で計算した結果を紹介する。
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2 波束形式
この論文の独自計算においてはガウス波束を用いるが、その準備としてまずは 2.1節で平面波を提示し、そ
の後 2.2節でガウス波束を示す。ニュートリノは、本来はスピン 1/2のスピノール場で記述される（詳しくは
6.1節を参照）が、ここではスピンの自由度を無視してスピン 0のスカラー場と同様に扱う。簡単のため、空
間 1次元の場合に限って導入し、後の 6章で 3次元に一般化した表式を用いる。
この論文では、特に断りのない限り自然単位系 ℏ = c = kB = 1を用いる。ここで、ℏは換算プランク定数、

cは光速、kB はボルツマン定数。

2.1 平面波（スカラー場）
場の量子論においては、自由（スカラー）場の一粒子状態を、場の生成演算子 â†(p)に真空状態 |0⟩に掛けて

|p⟩ := â†(p) |0⟩ , (2.1)

で定義する。座標基底 |x⟩は、運動量基底 (2.1)の双対として、以下で定義する:

⟨x | p⟩ := eipx√
2π
. (2.2)

ここで、x, pの規格化はそれぞれ

⟨x |x′⟩ = δ(x− x′), ⟨p | p′⟩ = δ(p− p′), (2.3)

と取った。これは、次の計算からも確かめられる:

⟨x|
(∫

dp |p⟩ ⟨p|
)
|x′⟩ =

∫
dp ⟨x | p⟩ ⟨p |x′⟩

=

∫
dp

2π
eip(x−x′)

= δ(x− x′), (2.4)

⟨p|
(∫

dx |x⟩ ⟨x|
)
|p′⟩ =

∫
dx ⟨p |x⟩ ⟨x | p′⟩

=

∫
dx

2π
ei(p

′−p)x

= δ(p− p′). (2.5)

ここで、ディラックのデルタ関数

δ(x) =

∫ ∞

−∞

dp

2π
eipx, δ(p) =

∫ ∞

−∞

dx

2π
eipx, (2.6)

を用いた。このとき、完全性関係はそれぞれ次のようになる:∫ ∞

−∞
dx |x⟩ ⟨x| = 1̂,

∫ ∞

−∞
dp |p⟩ ⟨p| = 1̂. (2.7)
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2.2 ガウス波束
位置と運動量の中心がそれぞれX、P であるようなガウス波束 |X,P ⟩は、運動量空間で以下で定義される:

⟨p |X,P ⟩ := Ce
− 1

2σp2 (p−P )2

e−ipX , (2.8)

ここで、C は後で決める規格化定数である。座標空間では

⟨x |X,P ⟩ = ⟨x|
(∫

dp |p⟩ ⟨p|
)
|X,P ⟩

=

∫
dp ⟨x | p⟩ ⟨p |X,P ⟩

=

∫
dp

eipx
√
2π

Ce
− 1

2σp2 (p−P )2−ipX

=
C

√
2π

∫
dpe

− 1
2σp2 (p−P )2+ip(x−X)

=
C

√
2π

∫
dp′e

− 1
2σp2 p′2

e−
σp

2

2 (x−X)2eiP (x−X)

= Cσp e
−σp

2

2 (x−X)2eiP (x−X), (2.9)

ここで、(p− P − i(x−X)σp
2) =: p′ とおき、ガウス積分を用いた。

規格化定数は

⟨X,P |X,P ⟩ = ⟨X,P |
(∫

dp |p⟩ ⟨p|
)
|X,P ⟩

=

∫
dp |⟨P |X,P ⟩|2

= |C|2
∫

dpe
− 1

2σp2 (p−P )2

= |C|2
√
πσp

= 1, (2.10)

と取るとき

C =
1

(πσp2)
1
4

, (2.11)

と決まる。これは次のようにも確認できる:

⟨X,P |
(∫

dx |x⟩ ⟨x|
)
|X,P ⟩ =

∫
dx |⟨x |X,P ⟩|2

= |C|2 σp2
∫

dx e−
σp

2

2 (x−X)2

= 1. (2.12)
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どんな波束でも、ガウシアンで展開できることを主張するために、以下の完全性関係 (2.13)を示す:∫
dXdP

2π
|X,P ⟩ ⟨X,P | = 1̂. (2.13)

左辺を運動量基底で挟むと

⟨p|
(∫

dXdP

2π
|X,P ⟩ ⟨X,P |

)
|p′⟩ = 1

2π

∫
dXdP ⟨p |X,P ⟩ ⟨X,P | p′⟩

=
|C|2

2π

∫
dXdPe

− 1
2σp2 (p−P )2−ipX

e
− 1

2σp2 (p′−P )2+ip′X

=
1

2π

∫
dXei(p

′−p)X |C|2
∫

dPe
− 1

2σp2 (p−P )2

e
− 1

2σp2 (p′−P )2

= |C|2 σp
√
π δ(p− p′)

= δ(p− p′)

= ⟨p | p′⟩ , (2.14)

ここで、式 (2.6)と (2.11)を用いた。確認のために座標基底でも計算しておく:

⟨x|
(∫

dXdP

2π
|X,P ⟩ ⟨X,P |

)
|x′⟩ =

|C|2 σp2

2π

∫
dXdP e−

σp
2

2 (x−X)2+ip(x−X) e−
σp

2

2 (x′−X)2−ip(x′−X)

= |C|2 σp2
1

2π

∫
dP eiP (x−x′)

∫
dX e−σp

2(x−X)2

= |C|2 σp
√
π δ(x− x′)

= δ(x− x′)

= ⟨x |x′⟩ . (2.15)

以上から、ガウス基底の完全性関係 (2.13)が示された。
他の具体的な計算については 6章を参照。
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3 ニュートリノ振動の基礎
この章ではニュートリノ振動に関する基礎的な事項を説明する。

3.1 標準模型
標準模型とは、現在の素粒子物理学を記述する最も基本的な枠組みである (構成粒子は表 1を参照) 。素粒

子の標準模型は、クォークとレプトン (どちらもスピン 1/2のフェルミオン) で構成されており、それらは、
ゲージ場 (スピン 1のボソン) を介して互いに相互作用する。ゲージ粒子は光子、ウィークボソン、グルーオ
ンの 3種類があり、それぞれが基本的な力である電磁気力、弱い力、強い力に対応する媒介粒子である。これ
らを記述する理論として、電弱理論 (電磁気力と弱い力) と量子色力学 (強い力) を統合したのが標準模型で
ある。
クォークとレプトンはそれぞれ電荷が異なり、アップ型クォークは電荷 +2/3を、ダウン型クォークは電荷

−1/3を持つ。電子 e などの荷電レプトンは電荷 −1を、ニュートリノは電荷 0を持つ。また、2012年に発
見されたヒッグス粒子に対応するヒッグス場は、様々な粒子に質量を与えている。単体での観測可能なレプト
ンに対し、クォークは他の粒子と結びついた複合粒子としてしか観測できない。クォークが強い力によって結
びついた複合粒子のことをハドロンと呼ぶ。特にクォーク 3個から構成されるものをバリオン、クォーク 2個
から構成されるものをメソンと呼ぶ。

表 1 標準模型

第 1世代 第 2世代 第 3世代

フェルミオン
クォーク アップクォーク u チャームクォーク c トップクォーク t

ダウンクォーク d ストレンジクォーク s ボトムクォーク b

レプトン 電子 e ミューオン µ タウオン τ

電子ニュートリノ νe ミューニュートリノ νµ タウニュートリノ ντ

ボソン ゲージ場 光子 γ、ウィークボソン Z0,W± 、 グルーオン g

スカラー場 ヒッグス粒子 H0

3.2 標準模型におけるニュートリノ
ニュートリノは電荷を持たないレプトンであり、1/2 のスピンを持つフェルミオンの 1 つである。原子
核の β 崩壊においてエネルギー保存則が破れているように思われる現象を説明する粒子として、1930 年に
W. E. Pauli によって考案された。弱い相互作用と重力相互作用でしか反応しないため検出が非常に困難であ
り、反応を観測するためには高感度な検出器を用意する必要がある。
ニュートリノは 3 世代存在することが確認されており、それぞれ荷電レプトンと対をなし、反粒子も存在

する: [
νe
e−

]
,

[
νµ
µ−

]
,

[
ντ
τ−

]
,

[
ν̄e
e+

]
,

[
ν̄µ
µ+

]
,

[
ν̄τ
τ+

]
. (3.1)
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図 1 荷電カレント反応 (左) と中性カレント反応 (右)

このニュートリノが実験により観測されたのは、Pauli が提案してから 20年以上経った 1956年、F. Reines

と C. L. Cowan による原子炉実験 [16] であった。その後、1962 年に L. M. Lederman, M. Schwartz,

J. Steinberger らが率いる研究グループが、ニュートリノには 2つの異なる種類があることを発見した [17]。
これが、νe と νµ である。さらに 2000年には、Fermi国立加速器研究所で行われた DONUT 実験により ντ

の存在が明らかになった [18]。

3.3 ニュートリノの相互作用
ニュートリノは弱い相互作用と重力相互作用のみで反応するが、質量が非常に小さいため、重力相互作用で
はほとんど反応しない。そのため、主なニュートリノの反応は弱い相互作用であり、W+、W−、Z0 の三種類
のゲージボソンが媒介粒子となっている。この反応は電荷の交換方法により、荷電カレント反応 (3.2)と中性
カレント反応 (3.3)に分類される (図 1参照) :

να +N → α+N ′, (3.2)

να +N → να +N ′. (3.3)

このとき、α = e, µ, τ であり、N = u, d, sである。W± は荷電カレント反応、Z0 は中性カレント反応を媒介
する。

3.4 標準模型におけるワインバーグ演算子
標準模型の作用で、ニュートリノ、およびニュートリノと相互作用を持つ場は表 2のとおり:

表 2 ニュートリノと相互作用を持つ場

レプトン二重項 ヒッグス二重項 U(1)Y ゲージ場 SU(2)L ゲージ場[
να(x)

eα(x)

] [
H+(x)

H0(x)

]
Bµ(x) W a

µ (x)
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ただし、本修士論文の添字の記法は以下のとおり:

• α, β, . . . はフレーバー e, µ, τ を走る添字、
• µ, ν, . . . は 0, 1, 2, 3を走る時空の添字、
• a, b, . . . は 1, 2, 3を走る SU(2)L の随伴表現の添字。

これらを用いた、標準模型におけるニュートリノの運動項と相互作用項は以下のとおり:

S =

∫
dd+1x

[
−
∑
α

[
να(x) eα(x)

]
γµ
(
∂µ + igY Y Bµ(x) + igT aW a

µ (x)
)
PL

[
να(x)
eα(x)

]

−
∑
α,β

yαβ
[
να(x) eα(x)

] [H+(x)
H0(x)

]
PReβ(x)−

∑
α,β

y∗αβeβ(x)
[
H+∗(x) H0∗(x)

]
PL

[
να(x)
eα(x)

]

−
∑
α,β

καβ
2

([
να(x) eα(x)

] [0 −1
1 0

] [
H+∗(x)
H0∗(x)

])([
H+(x) H0(x)

] [ 0 1
−1 0

]
PL

[
νβ(x)
eβ(x)

])]
,

(3.4)

ここで、初めて出てきた記号の定義は以下のとおり:

• gY と g はそれぞれ U(1)Y と SU(2)L のゲージ結合定数、
• yαβ は荷電レプトンの湯川結合定数、
• καβ はワインバーグ演算子 (下記) の質量次元 −1の結合定数、
• d = 3は空間次元、
• γµ はガンマ行列であり、カイラリティの射影は

PL :=
1 + γ5

2
, PR :=

1− γ5
2

. (3.5)

式 (3.4)の最後の行が、ワインバーグ演算子と呼ばれる、標準模型の場だけを用いて書ける最低次のニュート

リノの質量項である [19]。レプトン二重項
[
να(x)

eα(x)

]
の上では、Y = − 1

2 であり、SU(2)L については、

T aW a
µ =

σa

2
W a

µ =
1

2

[
W 3

µ W 1
µ − iW 2

µ

W 1
µ + iW 2

µ −W 3
µ

]
=:

1

2

[
W 3

µ

√
2W+

µ√
2W−

µ −W 3
µ

]
, (3.6)

である。

PL

[
να(x)

eα(x)

]
と PReα(x)の場の再定義により、湯川行列 yαβ を常に対角化し、その成分を実数かつ正とする

ことができる:

S =

∫
dd+1x

[
−
∑
α

[
να(x) eα(x)

]
γµ
(
∂µ + igYBµ + igY Y + igT aW a

µ (x)
)
PL

[
να(x)
eα(x)

]

−
∑
α

yα
[
να(x) eα(x)

] [H+(x)
H0(x)

]
PReα(x)−

∑
α,β

yαeα(x)
[
H+∗(x) H0∗(x)

]
PL

[
να(x)
eα(x)

]

−
∑
α,β

καβ
2

([
να(x) eα(x)

] [0 −1
1 0

] [
H+∗(x)
H0∗(x)

])([
H+(x) H0(x)

] [ 0 1
−1 0

]
PL

[
νβ(x)
eβ(x)

])]
,

(3.7)
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ここで、κも適当に再定義されている。
この係数行列は (作用が実であるために) エルミート

κ∗αβ = κβα, (3.8)

なので、ユニタリー行列で対角化できる:

καβ =
∑
I,J

UαI (κIδIJ )U
∗
βJ . (3.9)

この U がニュートリノ振動をつかさどる (PKMTY) MNS行列である (詳しくは 3.5節を参照) 。
対称性の自発的な破れの後 [

H+(x)
H0(x)

]
→
〈[
H+(x)
H0(x)

]〉
=

[
0
v√
2

]
, (3.10)

となり

S →
∫

dd+1x

[
−
∑
α

[
να(x) eα(x)

]
γµ
(
∂µ +

i

2

[
−gYBµ + gW 3

µ

√
2gW+

µ√
2gW−

µ −gYBµ − gW 3
µ

])
PL

[
να(x)
eα(x)

]

−
∑
α

mαeα(x)eα(x)

−
∑
α,β

mαβ

2
να(x)PLνβ(x)

]
, (3.11)

が得られる、ここで、荷電レプトン e, µ, τ の質量を

mα :=
yαv√
2
, (3.12)

と書き、ニュートリノのマヨラナ質量行列を

mαβ := καβv
2, (3.13)

と書いた。式 (3.11)の最後の行のニュートリノのマヨラナ質量項を書き換えると

−
∑
α,β

mαβ

2
να(x)PLνβ(x) = −

∑
α,β

καβv
2

2
να(x)PLνβ(x)

= −v
2

2

∑
α,β

∑
I,J

UαI (κIδIJ )U
∗
βJνα(x)PLνβ(x)

= −
∑
I

κIv
2

2
νI(x)PLνI(x) , (3.14)

ここで、

να(x) =
∑
I

UαIνI(x) ,

νI(x) =
∑
β

U∗
αIνα(x) . (3.15)
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まとめると

S =

∫
dd+1x

{
−
∑
α

[∑
I U

∗
αIνI(x) eα(x)

]
γµ
(
∂µ +

i

2

[
−gYBµ + gW 3

µ

√
2gW+

µ√
2gW−

µ −gYBµ − gW 3
µ

])

× PL

[∑
J UαJνJ(x)
eα(x)

]

−
∑
α

mαeα(x)eα(x)−
∑
I

mI

2
νI(x)PLνI(x)

}
. (3.16)

特に、U によって混合されるのは、座標空間の方であることに注意 (6.1節を参照) 。

3.5 ニュートリノ混合
自由ニュートリノ量子場の I 番目の質量固有状態を平面波で展開すると、

ν̂I(x) =
∑
s

∫
ddp

(2π)
d
2 2EI(p)

(
α̂I(s;p)UI(s;p) e

−iEI(p)x
0+ip·x + α̂†

I(s;p)VI(s;p) e
iEI(p)x

0−ip·x
)
, (3.17)

ここで、ローレンツ共変な生成消滅演算子は{
α̂I(s;p) , α̂

†
J(s

′;p′)
}
= δIJδss′2EI(p) δ

d(p− p′) , 他 = 0. (3.18)

ニュートリノがマヨラナのときは、VI(s;p)は、UI(s;p)の関数として与えられる。*1
余談だが、ローレンツ非共変な消滅演算子

âI(s;p) :=
α̂I(s;p)√
2EI(p)

, (3.19)

を用いると、量子力学で出てくる反交換関係が得られる:{
âI(s;p) , â

†
J(s

′;p′)
}
= δIJδss′δ

d(p− p′) , 他 = 0. (3.20)

この非共変な生成消滅演算子で書いたときには、

ν̂I(x) =
∑
s

∫
ddp

(2π)
d
2
√
2EI(p)

(
âI(s;p)UI(s;p) e

−iEI(p)x
0+ip·x + â†I(s;p)VI(s;p) e

iEI(p)x
0−ip·x

)
.

(3.21)

*1 Weinberg の教科書 [20]の記法と比べると

UI(s;p)√
2EI(p)

= uI(s;p) ,
VI(s;p)√
2EI(p)

= vI(s;p) ,

であり、具体的には、マヨラナのときは

V(s;p) = (−βC )U∗
I (s;p) =

[
0 −ϵ
ϵ 0

]
U∗
I (s;p) ,

ここに、ϵ =
[

0 1

−1 0

]
である。
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|να⟩ と |νI⟩を、それぞれ相互作用（フレーバー）、質量固有状態とする:

⟨να | νβ⟩ = δαβ , ⟨νI | νJ⟩ = δIJ . (3.22)

すると

|να⟩ =
∑
I

|νI⟩ ⟨νI | να⟩ =
∑
I

U∗
αI |νI⟩ , (3.23)

|νI⟩ =
∑
α

|να⟩ ⟨να | νI⟩ =
∑
α

UαI |να⟩ , (3.24)

と書ける。ここで、ユニタリー行列 U は以下で定義した:

UαI := ⟨να | νI⟩ . (3.25)

この UαI が、式 (3.9)や (3.15)で出てくる (PKMTY) MNS行列に他ならない。*2
フレーバー固有状態は次のようにも書ける:

ν̂α(x) =
∑
I

UαI

∑
s

∫
ddp

(2π)
d
2 2EI(p)

(
α̂I(s;p)UI(s;p) e

−iEI(p)x
0+ip·x + α̂†

I(s;p)VI(s;p) e
iEI(p)x

0−ip·x
)

=
∑
I

UαI

∑
s

∫
ddp

(2π)
d
2
√
2EI(p)

(
âI(s;p)UI(s;p) e

−iEI(p)x
0+ip·x + â†I(s;p)VI(s;p) e

iEI(p)x
0−ip·x

)
.

(3.26)

ニュートリノ振動とはニュートリノが空間を直進する間に、フレーバーが変化する現象である。これは、フ
レーバー固有状態 νe, νµ, ντ と質量固有状態 ν1, ν2, ν3 で分類されたニュートリノが互いに混ざり合っている
ことに起因する。ν1, ν2, ν3 はそれぞれ異なる振動数を持ち、重ね合わせることで表現される:νeνµ

ντ

 = U

ν1ν2
ν3

 . (3.27)

ここで、行列 U はMNS (Maki-Nakagawa-Sakata) 行列 (ユニタリー行列) であり、*3

U =

1 0 0
0 cos θ23 sin θ23
0 − sin θ23 cos θ23

 cos θ13 0 sin θ13e
−iδ

0 1 0
− sin θ13e

iδ 0 cos θ13

 cos θ12 sin θ12 0
− sin θ12 cos θ12 0

0 0 1

 , (3.28)

と表される。ここで、θIJ は質量固有状態の混合角、δ は CP位相と呼ばれ、CP対称性の破れを与えるパラ
メータである。

*2 本当は、スピノール場であるニュートリノが混合されるのは座標の固有状態 (6.1節参照) のみであり、運動量固有状態の混合は非
自明であるが、今までの研究ではスピンの自由度を無視してスカラー場の混合と同様に考えられてきた。この章では簡単のため、
このような適当な取り扱いに準じて記す。

*3 あるいは PKMTYMNS行列と呼ぶべきかもしれない [21, 22, 23]。

15

Soryushiron Kenkyu



3.6 量子力学の枠内でのニュートリノ振動の取り扱い
真空中におけるニュートリノ振動を考える。ニュートリノが静止している系での質量固有状態の時間発展
は、シュレディンガー方程式より

−i d
dt

ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 = H

ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 . (3.29)

また、相対論的m≪ pなニュートリノのエネルギー E は質量mを用いて次のように近似できる:

E =
√
p2 +m2 = p+

m2

2p
+ · · · ≃ p+

m2

2E
, (3.30)

ここで、p ≃ E と近似した。
ニュートリノの質量固有値をそれぞれm1,m2,m3 とすると

−i d
dt

ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 =

p+
m2

1

2E 0 0

0 p+
m2

2

2E 0

0 0 p+
m2

3

2E


ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 . (3.31)

この pは、後々で平面波の指数に共通に入ってきて単に共通の位相因子を与えるだけだから、落とす:

−i d
dt

ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 =


m2

1

2E 0 0

0
m2

2

2E 0

0 0
m2

3

2E


ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 . (3.32)

同様に、後々の共通の位相因子として m2
1

2E を引くと

−i d
dt

ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 =

0 0 0

0
m2

2−m2
1

2E 0

0 0
m2

3−m2
1

2E


ν1(t)ν2(t)
ν3(t)



=

0 0 0

0
∆m2

21

2E 0

0 0
∆m2

31

2E


ν1(t)ν2(t)
ν3(t)

 , (3.33)

ここで、∆m2
21 = m2

2 −m2
1、∆m2

31 = m2
3 −m2

1 である。
フレーバー固有状態を να、質量固有状態を νk と書くと

|να⟩ =
∑
k

U∗
αk |νk⟩ e−iEkt. (3.34)

このときの遷移確率は
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P (να → νβ) = |⟨νβ | να(t)⟩|2

=

∣∣∣∣∣∑
I

UαIU
∗
βIe

−iEIt

∣∣∣∣∣
2

=
∑
I

∑
J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ e

−i(EI−EJ )t

=
∑
I

|UαI |2
∣∣UβI

∣∣2 +∑
I ̸=J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ e

−i(EI−EJ )t. (3.35)

いま、EI − EJ ≃ ∆m2
IJ

2E
であり、これと、ユニタリ条件

δαβ =
∣∣∑

I

UαIU
∗
βI

∣∣2 =
∑
I

∣∣UαI

∣∣2∣∣UβI

∣∣2 +∑
I ̸=J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ , (3.36)

を、式 (3.35)に代入すると、以下を得る:

P (να → νβ) = δαβ +
∑
I ̸=J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ

(
e−i(EI−EJ )t − 1

)
= δαβ − 4

∑
I>J

Re(UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ ) sin

2 ∆m2
IJ

4E
t+ 2

∑
I>J

Im(UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJ ) sin

2 ∆m2
IJ

2E
t,

(3.37)

ここで、

Re(e−i(EI−EJ )t − 1) = −2 sin2
(EI − EJ)

2
t

≃ −2 sin2
∆m2

IJ

4E
t, (3.38)

Im(e−i(EI−EJ )t − 1) ≃ − sin2
∆m2

IJ

2E
t, (3.39)

を用いた。ちなみに、飛行距離 Lは光速度 cを用いて L = ctであり、自然単位を考えているので L = tと書
ける。
簡単のために 2世代の振動を考えると、ニュートリノは ν1, ν2 の重ね合わせで表され互いに干渉する:[

να
νβ

]
=

[
cos θ sin θ
− sin θ cos θ

] [
ν1
ν2

]
. (3.40)

このとき、遷移確率 P (να → να)は

P (να → να) =

∣∣∣∣∣cos2 θ ei
(
p+

m2
1

2E1

)
t
+ sin2 θ e

i

(
p+

m2
2

2E2

)
t

∣∣∣∣∣
2

=

∣∣∣∣eipt(cos2 θ ei m2
1

2E1
t + sin2 θ ei

m2
2

2E2
t

)∣∣∣∣2
=

∣∣∣∣cos2 θ ei m2
1

2E1
t + sin2 θei

m2
2

2E2
t

∣∣∣∣2
=

(
cos2 θ ei

m2
1

2E1
t + sin2 θei

m2
2

2E2
t

)(
cos2 θ ei

m2
1

2E1
t + sin2 θei

m2
2

2E2
t

)
= 1− sin2 2θ sin2

(
∆m2

4E
t

)
. (3.41)
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また、遷移確率 P (να → νβ)は

P (να → νβ) = sin2 2θ sin2
(
∆m2

4E
t

)
, (3.42)

と計算できる。また、L = tと書けるので次のようにも書き表せる:

P (να → να) = 1− sin2 2θ sin2
(
∆m2

4E
L

)
, (3.43)

P (να → νβ) = sin2 2θ sin2
(
∆m2

4E
L

)
. (3.44)

式 (3.43)、(3.44) は足し合わせると 1 になることから確率の保存が成り立つことも確認できる。以上より、
ニュートリノが質量を持ち、かつゼロではないニュートリノ混合があるとき、ニュートリノ振動が生じること
が分かる。
ニュートリノ振動の位相がちょうど 180◦ (= π) になる距離—–ニュートリノ振動の典型的な距離—–を

ニュートリノ振動長 losc と呼ぶ:

∆m2

4E
losc := π, (3.45)

すなわち

losc :=
4πE

∆m2
. (3.46)

3.7 パラメータの測定値
ニュートリノ振動は、ニュートリノ混合を示す 3 つの混合角 θ12, θ23, θ13 と、ニュートリノの質量二乗差

∆m2
21,∆m

2
32 (ここに ∆m2

ij := m2
i −m2

j ) 、そして、ニュートリノと反ニュートリノそれぞれの振動の違い
を表すパラメータ δCP を用いて表せる。このうち、太陽ニュートリノの観測による νe → νµ の観測、原子炉
ニュートリノからの ν̄e → ν̄µ の観測から、θ12 と ∆m2

21 が測定された。また、大気ニュートリノ観測や K2K

実験などで νµ → ντ が確認され、θ23 と∆m2
32 が測定された。θ13 に関しては、T2K実験による νµ → νe の

観測から測定されている (それぞれのニュートリノ源については付録 A.1節を参照) 。
Particle Data Group (PDG) による値 [24]は表 3のとおり (順階層・逆階層については、付録 A.2節を参

照) :

表 3 3つのニュートリノ混合に基づくデータ解析によって得られた値

sin2 θ12 0.307± 0.013

sin2 θ23 0.539± 0.022 逆階層
sin2 θ23 0.546± 0.021 順階層
sin2 θ13 (2.20± 0.07)× 10−2

∆m2
21 (7.53± 0.18)× 10−5 eV2

∆m2
32 (−2.536± 0.034)× 10−3 eV2 逆階層

∆m2
32 (2.453± 0.033)× 10−3 eV2 順階層

δCP 1.36+0.20
−0.16 π

◦
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一方、最新のグローバルフィットの最適値 [25]は表 4のとおり:

表 4 スーパーカミオカンデによる大気データ有りの通常オーダー (l = 1, 2)

最適値 ±1σ 3σ 幅
sin2 θ12 0.304+0.012

−0.012 0.269 → 0.343

sin2 θ23 0.450+0.019
−0.016 0.408 → 0.603

sin2 θ13 0.02246+0.00062
−0.00062 0.02060 → 0.02435

θ12/
◦ 33.45+0.77

−0.75 31.27 → 35.87

θ23/
◦ 42.1+1.1

−0.9 39.7 → 50.9

θ13/
◦ 8.62+0.12

−0.12 8.25 → 8.98

δCP/
◦ 230+36

−25 144 → 350
∆m2

21

10−5 eV2 7.42+0.21
−0.20 6.82 → 8.04

∆m2
3l

10−3 eV2 2.510+0.027
−0.027 +2.430 → +2.593
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4 ニュートリノ振動と波束
この章ではニュートリノ振動の波束による取り扱いを、論文 [15]に沿って概説する。以下、Sは生成過程、

Dは検出過程とする。

4.1 波束によるニュートリノ振動
ニュートリノ振動の考え方が提唱されてから既に半世紀以上が経過し [21, 22, 23]、この現象が実験的に確

立してからも四半世紀が経過している [26]。しかし今に至っても、ニュートリノ振動理論の多くの基本的な問
題点が依然として議論されている。未だに議論されている問題には次のようなものがある。

1. あるフレーバー状態を構成するニュートリノの質量固有状態について、よく用いられる「同一エネル
ギー」と「同一運動量」の仮定は、どちらも間違っていることが知られているが、なぜ振動確率の正し
い結果を導くのか。

2. ニュートリノ振動における量子力学的な不確定性関係とは何か。
3. ニュートリノの波束の大きさは何によって決まるか。
4. ニュートリノ振動の観測可能性を保証するコヒーレンスと局在の条件は、ニュートリノのエネルギー不
確かさと運動量不確かさにどう依存するか。

5. ニュートリノ振動を矛盾なく記述するために、実際に波束は必要か。
6. 振動が普遍的な（つまり、生成や検出過程に依存しない）確率で記述できるのはどのような場合か。
7. 定常信号源近似はいつ成立するか。
8. Mössbauer型実験で生成・検出されるような、無反跳で生成・検出されたニュートリノは振動するか。
9. 荷電レプトンの振動は可能か。

4.2 「同一エネルギー」「同一運動量」とは何か
真空中のニュートリノ振動確率の導出は、通常、与えられたフレーバー固有状態を構成する質量固有状態が

「同一エネルギー」 [27, 28, 29, 30] や「同一運動量」 [31, 32, 33, 34] であるという仮定がされる。どちらの
仮定からも、標準的なニュートリノ振動確率が導けることが、以下のように分かる: 質量ニュートリノ νI、フ
レーバー固有状態ニュートリノ νa に対応する状態 |νI⟩、|νa⟩は、レプトンの混合行列 U を用いて、次のよう
に関係づけられる:

νa =
∑
I

UaIνI , |νa⟩ =
∑
I

U∗
aI |νI⟩ . (4.1)

ここで、最初に生成されたフレーバー状態 |ν(0)⟩ = |νa⟩を構成するすべての質量固有状態が「同一運動量」を
持っていると仮定すると、時間 tが経過した後、I 番目の質量固有状態は単に位相因子 exp (−iEIt)を取り、
|ν(t)⟩は

|ν(t)⟩ =
∑
I

U∗
aI e

−iEIt |νI⟩ , (4.2)
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となる。この状態を |νb⟩に射影し、得られる遷移振幅の二乗係数を取ると、時間間隔 tの後に得られるニュー
トリノのフレーバー遷移確率は

P (νa → νb; t) =

∣∣∣∣∣∑
I

UbI e
−iEIt U∗

aI

∣∣∣∣∣
2

, (4.3)

ここで、質量mI、運動量 pの相対論的ニュートリノのエネルギー EI は

EI =
√
p2 +m2

I ≃ p+
m2

I

2p
, (4.4)

であり、L ≃ tを満たす。*4 このとき、真空中のニュートリノ振動を記述する標準的な式は

P (νa → νb; t) =

∣∣∣∣∣∑
I

UbI e
−i

∆m2
IJ

2p L U∗
aI

∣∣∣∣∣
2

, (4.5)

と求まる。∆m2
IJ = m2

I −m2
J とした。

同様に、最初に生成されたフレーバー状態 |νa⟩を構成するすべての質量固有状態が「同一エネルギー」を持
つと仮定する。I 番目の質量固有状態は位相因子 exp(ipI · x)を取り、質量 mI とエネルギー E の相対論的
ニュートリノに対し

pI =
√
E2 −m2

I ≃ E − m2
I

2E
, (4.6)

を用いると、先ほどと同じ振動確率の標準式 (4.5)が得られる。ただし、この場合は L ̸= tである。
これら 2つの振動確率の導出は、非常に単純かつ明瞭である。しかし、これらの仮定 (「同一エネルギー」

や「同一運動量」) を取ることは、どちらも間違っている。4.4節でこの問題について詳しく述べる。

4.3 ニュートリノ振動の波束的アプローチ
x = 0を中心とするニュートリノ状態 νa が t = 0で生成されたとすると、(t,x)でのニュートリノ波束は

|νa(x, t)⟩ =
∑
I

U∗
aIΨI(x, t) |νI⟩ , (4.7)

ここで、ΨI(x, t)は質量mI のニュートリノ波束である:

ΨI(x, t) =

∫
d3p

(2π)
3
2

fSI (p− pI) e
ip·x−iEI(p)t, (4.8)

ただし、EI(p)は式 (4.4)で定義されたものであり、fSI (p− pI)は平均運動量を pI とする運動量分布関数で
ある。典型的な状況においては、関数 fSI (p− pI)は、運動量ピーク幅 σpS ≪ pI を持つ。*5

*4 この修士論文では、三次元ベクトルの大きさを p := |p| =
√

(p1)2 + (p2)2 + (p3)2 と書く記法を用いる。
*5 もしこれを ∫

d3p
∣∣∣fSI (p− pI)

∣∣∣2 = 1,

に従って規格化するならば、波動関数 ΨI(x, t)は
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EI(p)を平均運動量 pI 周りでテイラー展開すると、

EI(p) = EI(pI) +
∂EI(p)

∂pj

∣∣∣∣
pI

(p− pI)
j +

1

2

∂2EI(p)

∂pj∂pk

∣∣∣∣
pI

(p− pI)
j(p− pI)

k + · · · (4.9)

= EI(pI) +
pjI

EI(pI)
(p− pI)

j +
1

2EI(pI)

(
δjk −

pjIp
k
I

E2
I (pI)

)
(p− pI)

j(p− pI)
k + · · ·

= EI(pI) +
pI · (p− pI)

EI(pI)
+

1

2EI(pI)

(
(p− pI)

2 − (pI · (p− pI))
2

E2
I (pI)

)
+ · · · , (4.10)

ここで |pI
は、pを pI で置き換えたことを表す。

この章では、1次の項までを考える。このとき式 (4.8)は次のように書き換えられる:

ΨI(x, t) =

∫
d3p̃

(2π)
3
2

fSI (p̃) e
i(p̃+pI)x e

−i
(
EI(pI)+

pI ·p̃
EI (pI )

)
t

= eipI ·x−iEI(pI)t gSI (x− vIt) , (4.11)

ここで、p̃ := p− pI とおき、gSI (x− vIt)を次のように定義した:

gSI (x− vIt) :=

∫
d3p̃

(2π)
3
2

fSI (p̃) e
ip̃·(x−vIt). (4.12)

この近似のもとでは、波束の群速度 vI は

vI =
∂EI(pI)

∂p

∣∣∣∣
pI

=
p

EI(pI)

∣∣∣∣
pI

, (4.13)

である。このことから、この近似のもとでは波束は群速度 vI で形を変えずに動くことが分かる。
上で定義した σp は、ハイゼンベルグの不確定性関係から、座標空間の波束の大きさを σx とするとき、

σx ≳ σ−1
p を満たし、gSI (x− vIt)は |x− vIt| ≳ σx で減少する。上述のように、波束の運動量の広がりの 2

次以上を無視して考える場合、ニュートリノ状態 νa の波束は、式 (4.11)の ΨI(x, t)を式 (4.7)に代入した形
で表される:

|νa(x, t)⟩ =
∑
I

U∗
aI e

ipI ·x−iEI(pI)t gSI (x− vIt) |νI⟩ . (4.14)

次に、検出されたニュートリノ状態 νb を位置 Lにピークに持つ波束として次のように定義する:

|νb(x−L)⟩ =
∑
I

U∗
biΨ

D
I (x−L) |νI⟩ . (4.15)

これは、式 (4.11)を用いることで、次のようにも書き換えられる:

|νb(x−L)⟩ =
∑
I

U∗
bI e

ipI ·(x−L) gDI (x−L) |νI⟩ . (4.16)

∫
d3x |ΨI(x, t)|2 = 1,

のように規格化される。しかし、今回は後述する別の規格化 (4.20)を用いる。
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このとき、振幅 Aab(L, t)は式 (4.7)と (4.15)から、次のようになる:

Aab(L, t) =

∫
d3x ⟨νb(x−L) | νa(x, t)⟩ (4.17)

=

∫
d3x

(∑
I

ΨD∗
I (x−L)UbI ⟨νI |

)(∑
J

U∗
aJΨJ(x, t) |νJ⟩

)

=
∑
I

U∗
aIUbI

∫
d3xΨD∗

I (x−L)ΨI(x, t)

=
∑
I

U∗
aIUbIGI(L− vIt) e

−iEI(pI)t+ipIL, (4.18)

ここで、⟨νI | νJ⟩ = δIJ であり、

GI(L− vIt) :=

∫
d3xgSI (x− vIt) g

D∗
I (x−L), (4.19)

とした。このとき、GI(L− vIt)の座標空間の波束の大きさ σx は、生成波束幅 σxS と検出波束幅 σxD に依存
する有効形状因子である。ここで、gSI , gDI は、引数が波束幅 σxS, σxD を超えると、急速に減少していくので、
GI(L − vIt)は、|L− vIt| > max{σxS, σxD}で減少する。実際、σx は生成状態と検出状態を記述する波束
の重なりを特徴づけるものなので、σxS や σxD より大きい。特に、ガウス波束の場合は、σx =

√
σ2
xS + σ2

xD

となり、(1次元の) ローレンツ波束の場合は、σx = σxS + σxD となる。もし生成波束と検出波束が座標空間
において対称である場合、すなわち gSI , g

D
I がそれらの引数の偶関数であるなら、GI も同様に偶関数であり、

L = vItで GI(L− vIt)が最大になる。
時刻 tでニュートリノ状態 νb が検出される振動確率 Pab(L, t)は式 (4.17)で定義された Aab の 2階微分を

用いて求められる。ほとんどの実験ではニュートリノの生成・検出時刻は測定されないので、ニュートリノ振
動に対する波束は、Pab(L, t)を tで積分することで分かる。以下では、次の規格化を用いる:

∫ ∞

−∞
dt |GI(L− vIt)|2 = 1. (4.20)

ここでは簡単のために、ニュートリノ発生源と検出器の中心を結ぶ線に直交する成分を無視する。検出器か
らの距離が Lの位置にある発生源からニュートリノ状態 νa が生成されたとすると、検出器側で νb が検出さ
れる確率は

Pab(L) =

∫ ∞

−∞
dt |Aab(L, t)|2

=
∑
I,K

U∗
aIUbIUaKU

∗
bKIIK(L), (4.21)

となる。ここに

IIK(L) :=

∫ ∞

−∞
dtGI(L− vIt)G

∗
K(L− vKt) e

−i∆ϕIK(L,t), (4.22)

ただし

∆ϕIK := (EI − EK)t− (pI − pK)L, (4.23)
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とした。EI は

EI := EI(pI) =
√
p2I +m2

I , (4.24)

である。以下では

∆EIJ := EI − EJ , ∆pIJ := pI − pJ , (4.25)

も用いる。

4.3.1 IIK について
ここで、式 (4.22)の IIK について詳しく考える。波束の形状因子である gS,DI を対応する運動量分布関数で
表し、その結果を式 (4.19)に代入すると、GI(L− vIt)は次のように表せる:

GI(L− vIt) =

∫ ∞

−∞
dp fSI (p)f

D∗
I (p) eip(L−vIt). (4.26)

このとき、次の積分を考える:

ĬIK :=

∫ ∞

−∞
dtGI(L− vIt)G

∗
K(L− vKt) (4.27)

=

∫ ∞

−∞
dt

∫ ∞

−∞
dp1

∫ ∞

−∞
dp2 f

S
I (p1)f

D∗
I (p1)f

S∗
K (p2)f

D
K(p2) e

ip1(L−vIt)−ip2(L−vKt)

=
2π

vK

∫ ∞

−∞
dp fSI (p)f

D∗
I (p)fS∗

K (rp)fDK(rp) eip(1−r)L, (4.28)

ここで、

r :=
vI

vK
≃ 1, (4.29)

とした。
異なる質量固有状態に対応する波束の群速度が互いに等しい極限 (r = 1) では、ĬIK は距離 Lに依存しな
い。また、式 (4.28)の積分に対する寄与は、積分区間の |p| ≲ σP := min{σpS, σpD}なので、

|1− r|LσP ≪ 1, あるいは L≪
v

∆v
σX =: lcoh, (4.30)

ここで σX := max{σxS, σxD}。この式を見ると、∆v = |vI − vK |、σX = 1/σp のとき、ĬIK は距離 Lに依存
しない。波束が分離しないための条件は、式 (4.30)であることが分かった。

4.4 「同一エネルギー」や「同一運動量」の仮定を取る理由
簡単のために ∆E := ∆EIK、∆m2 := ∆m2

IK、∆p := ∆pIK 等と書く。以下では、相対論的または準縮退
ニュートリノに対応する ∆E ≪ E の場合を考える。
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4.4.1 「同一運動量」について
2つの質量固有状態のエネルギーの差を、それらの質量と運動量の差で展開できる:

∆EIK =
√
m2

I + p2I −
√
m2

K + p2K

=
∂E

∂p
∆pIK +

∂E

∂m2
∆m2

IK

=
2p

2
√
m2 + p2

∆pIK +
1

2
√
m2 + p2

∆m2
IK

=
p

E
∆pIK +

1

2E
∆m2

IK

= v∆p+
1

2E
∆m2, (4.31)

ここで、微小量の 2次以上を無視した。式 (4.31)を (4.23)に代入すると、

∆ϕ =

(
v∆p+

1

2E
∆m2

)
t−∆pL

=
∆m2

2E
t− (L− vt)∆p, (4.32)

ここで、v は平均群速度、E は平均エネルギーである。
式 (4.32)の位相差∆ϕにおいて、波束の平均運動量に「同一運動量」を仮定すると∆p = 0となり、右辺の

第 2項は消え、時間発展における標準的な振動位相になる。さらに、t ≃ Lを仮定すると、ニュートリノ振動
の標準的な式が得られる。

4.4.2 「同一エネルギー」について
2つの質量固有状態のエネルギーの差を求める代わりに、運動量の差をそれらのエネルギーと質量の差で展

開することもできる:

∆p =
∂p

∂E
∆E +

∂p

∂m2
∆m2

=
2E

2
√
E2 −m2

∆E +
− 1

2
√
E2 −m2

∆m2

=
E

p
∆E −

1

2p
∆m2

=
1

v
∆E −

1

2p
∆m2. (4.33)

式 (4.33)を (4.23)に代入すると、

∆ϕ = ∆Et−

(
1

v
∆E −

1

2p
∆m2

)
L

=
∆m2

2p
L−

1

v
(L− vt)∆E. (4.34)
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なお、この式 (4.34)は式 (4.32)に (4.31)と (4.33)を代入しても求められる:

∆ϕ =
∆m2

2E
t− (L− vt)

(
∆E

v
−

∆m2

2Ev

)

=
∆m2

2Ev
L− (L− vt)

∆E

v

=
∆m2

2p
L− (L− vt)

∆E

v

= (4.34), (4.35)

ここで、v = ∆E/∆p = p/E から、p = Ev を用いた。式 (4.34)の位相差 ∆ϕにおいて、波束の平均エネル
ギーに「同一エネルギー」を仮定すると、∆E = 0となり、右辺の第 2項は消え、ニュートリノ振動の標準的
な式が得られる。

4.4.3 「同一エネルギー」や「同一運動量」を仮定しない場合
次に示すように、式 (4.32)、(4.34)は、実際に同一エネルギーや同一運動量の仮定がなくても、標準的な振

動位相につながる。このため、式 (4.32)、(4.34)を一般形で書き表す:

∆ϕ = ∆ϕST +∆ϕ′, (4.36)

ここで、∆ϕST は「時間」または「空間」発展のアプローチにおける標準振動位相、∆ϕ′ は付加項（式 (4.32)、
(4.34)の第 2項）。つまり、∆ϕST はニュートリノ生成・検出の波動関数の中心間の距離 Lにわたって得られ
る振動位相であり、∆ϕ′ は波束に沿った付加的な位相変動である。波束的アプローチでは、ニュートリノ波束
の有効空間長はニュートリノの生成領域と検出領域の大きさによって決まるため、位相 ∆ϕ′ はニュートリノ
発生源と検出器の局在化条件に関係する。また、式 (4.36)は波束中心 (L = vt) の時と、∆p = 0 (式 (4.32))

、∆E = 0 (式 (4.34)) の時に ∆ϕ′ = 0となる。∆ϕは波束中心から離れる (L ̸= vt) と gS,DI 等がニュートリ
ノの波動関数を強く抑制してしまうため、実質的に波束の大きさ σx := min{σxS, σxD}を超えることはない。
したがって、|L− vt| ≲ σx である。
∆E と∆pはそれぞれ異なるニュートリノ質量固有状態の平均エネルギーと平均運動量の差なので、相対論
的ニュートリノに対してはどちらも ∆m2/2E かそれより小さいオーダーとなる。ニュートリノ振動長 losc は
式 (3.46)で定義され、波束の空間的な広がりが σx ≪ losc の時、∆ϕ′ は無視できる。
一般的なニュートリノ振動の波束表現を考える。式 (4.34)を (4.22)に代入して、

IIK(L) =

∫ ∞

−∞
dtGI(L− V t)G∗

K(L− vKt) exp

[
−i

∆m2

2p
L− (L− vt)

∆E

v

]

= exp

(
−i

∆m2
IK

2p
L

)∫ ∞

−∞
dtGI(L− vIt)G

∗
K(L− vKt) exp

(
i
∆EIK

v
(L− vt)

)
, (4.37)

これは、vI = vK = v、GK = GI のときには、Lに依存しない。このように、異なる質量固有状態の群速度
の差が無視できる場合、標準的な振動位相が得られる。このとき、式 (4.37)の積分は、形状因子の二乗係数
のフーリエ変換に帰着する:

1

v

∫ ∞

−∞
dx′ |GI(x

′)|2 exp

(
i
∆EIK

v
x′

)
. (4.38)
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これは本質的には局在因子であるため、もし後述する局在化条件 (4.42)を満たすなら、積分の振動位相因子
を単一に置き換えられる（詳しくは 4.4.4節を参照）。このとき、式 (4.38)は、規格化因子となるので、これ
を 1とすると便利である (式 (4.20)を参照) 。また、局在化条件 (4.42)を満たさないなら、式 (4.38)は指数
部により振動が抑制される。局在化条件の境界上 (∆EIKσX/v ∼ 1) で、局在化しないことによる部分的なデ
コヒーレンスが起こる。
ここで、vI ̸= vK とすると、以下の場合、式 (4.37)の積分の距離 Lへの依存は無視できる:

L

v
≪

σx

∆v
⇐⇒ L≪

v

∆v
σx =: lcoh. (4.39)

上の諸量の物理的な意味と定義は以下のとおり:

• L/v: 距離 L進むのにかかる時間
• σx/∆v: 波束の中心のずれが波束の大きさになるまでにかかる時間
• ∆v := |vI − vK |
• σx := min{σxS, σxD}

このコヒーレンス条件 (4.39)が満たされるなら、L進んでも波束はずれない。つまり、ニュートリノの移動
距離が、異なる質量固有状態に対応する波束がその群速度の差によって分離し、検出器内で干渉しなくなる距
離よりも小さければ量子デコヒーレンスは起こらない。また、式 (4.37)が Lによらないとき (波束分離によ
る量子デコヒーレンスが起こらないとき) には、ニュートリノ振動の位相が標準値を取ることが分かる。
ゆえに、「同一エネルギー」や「同一運動量」といった仮定を取らなくても、ニュートリノ振動を波束で考え
れば標準的な振動位相が得られる。

4.4.4 近似的な IIK について
振動確率 Pab(L, t)の式 (4.21)に関して、近似式 (4.37)で与えられる IIK を考える。式 (4.27)の ĬIK と

同様に計算すると、

IIK(L) = exp

(
−i

∆m2
IK

2p
L

)∫ ∞

−∞
dtGI(L− vIt)G

∗
K(L− vKt) exp

(
i
∆EIK

v
(L− vt)

)

= exp

(
−i

∆m2
IK

2p
L

)∫ ∞

−∞
dt

∫ ∞

−∞
dp1

∫ ∞

−∞
dp2 f

S
I (p1)f

D∗
I (p1)f

S∗
K (p2)f

D
K(p2)

× eip1(L−vIt)−ip2(L−vKt) exp

(
i
∆EIK

v
(L− vt)

)

=
2π

vK
e
−i∆EIK

(
vI−vK
2vIvK

)
L
exp

(
−i

∆m2
IK

2p
L

)

×
∫ ∞

−∞
dp fSI (p) f

D∗
I (p) fS∗

K

(
rp+

∆EIK

vK

)
fDK

(
rp+

∆EIK

vK

)
eip(1−r)L, (4.40)

となる。最初の指数因子の指数は微小量の 2 次なので、いまの近似の範囲では e−i∆EIK(vI−vK/2vIvK)L = 1

となる。よって
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IIK(L) = exp

(
−i

∆m2
IK

2p
L

)
2π

vK

∫ ∞

−∞
dp fSI (p) f

D∗
I (p) fS∗

K

(
rp+

∆EIK

vK

)
fDK

(
rp+

∆EIK

vK

)
eip(1−r)L,

(4.41)

と書き換えられる。これは、ĬIK の時と同様に、波束が分離しないための条件 (4.30)が満たされるときは、L
に依存せず、抑制される。また、IIK が抑制されないための必要条件は

∆EIK

σX

v
≪ 1, (4.42)

であり、これを以下の理由により局在化条件とも言う: 上の条件に入っている比は

∆EIK

v
≃

∆m2
IK

2p
≃ l−1

osc, (4.43)

であり、一方、σX は max{σxS, σxD}なので、局在化条件 (4.42)は、ニュートリノの発生源と検出器が振動
長 losc に比べて小さな空間領域に局在しているという明らかな条件と等価である。もしこの条件を満たさなけ
れば、ニュートリノ振動は平均化されて消えてしまう。
以上から、振動確率の式 Pab(L, t)における因子 IIK は、標準的な振動位相因子 exp(−i∆m2

IK

2p L)に「波束
分離や、ニュートリノ発生源と検出器の非局在性による、デコヒーレンス、に対応する抑制を生み出す振動積
分」を掛けたものになる。両方のデコヒーレンスからの抑制は指数関数的である。これらの抑制係数の正確な
形は波束の形状に依存し、特にガウス波束では

e
−
(

L
lcoh

)2

e−(
σX
losc

)
2

, (4.44)

であり、ローレンツ波束では

e
−
(

L
lcoh

)
e−(

σX
losc

), (4.45)

である。

4.5 量子力学的不確定性関係とニュートリノ振動
ニュートリノ振動は、量子力学的な干渉現象なので、存在そのものが量子力学的な不確定性関係に依存す

る。生成されるニュートリノが異なる質量固有状態のコヒーレントな重ね合わせになることや、ニュートリノ
検出がコヒーレントであるためには、エネルギーと運動量の不確かさが重要である。また、この不確定性関係
はニュートリノの波束の大きさも決める。さらに、これらの関係は、生成・検出されたニュートリノ状態がど
のように随伴粒子から切り離されるかを理解するためにも深く関わってくる。

4.5.1 ニュートリノ状態の不確定性関係ともつれ
素粒子過程の解析の大部分では、関与するすべての粒子のエネルギーと運動量が明確に定義された値を持
ち、厳密な保存則に従うと仮定されている。この記述が確かであるためには、考察される過程（および関与す
る粒子）が空間的にも時間的にも完全に非局在化されていなければならない。しかし、現実にはこれらの過程
は有限かつ比較的小さな空間体積と有限の時間間隔の中で起こっている。そのため、すべての粒子のエネル
ギーと運動量には量子力学的な不確かさがあり、粒子は平面波ではなく、波束で記述されるべきである。
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多くの場合、エネルギー・運動量保存の不確かさや、粒子のエネルギー・運動量の量子力学的な不確かさは、
粒子のエネルギー・運動量そのものに比べればごくわずかであり、ほとんどの過程で安全に無視することがで
きる。
ただし、ニュートリノ振動を考える場合は、ニュートリノのエネルギー・運動量の不確かさは、振動現象に
とって非常に重要なので、無視できない。そのため、ニュートリノ振動の解析に厳密なエネルギー・運動量保
存則を用いることは適当ではない。
ニュートリノ振動が起こるためには、生成されたニュートリノが 1つのフレーバー固有状態として（質量固
有状態で見ると、量子もつれ状態として）空間的に局在していることが必要である。平面波の計算において、
これを荷電レプトンと媒質の相互作用によるものとするアプローチは間違っている、と論文 [15]の著者らは
主張し、以下のような議論を与えている: 例えば、π± 中間子の崩壊

π+ → µ+ + νµ π− → µ− + ν̄µ

µ+ → e+ + νe + ν̄µ, µ− → e− + ν̄e + νµ,

で生成されるニュートリノは、荷電レプトンを測定しなくても、フレーバー固有状態として確定し、ニュート
リノ振動を起こす。なぜなら、荷電レプトンは質量差が大きく、波束がすぐに離れ、e± と µ± が区別できる
からである。この典型的な空間的な広がりは、振動長より十分短い。

4.5.2 生成・検出されたニュートリノ状態のコヒーレンス
荷電カレント弱相互作用過程で生成されるニュートリノ状態が異なるニュートリノ質量固有状態のコヒーレ
ントな重ね合わせであるためには、どの質量固有状態が生成されたかを特定することは不可能でなければなら
ない。つまり、σ(m2) ≳ ∆m2 の必要がある。もし、σ(m2) ≪ ∆m2 なら、どの質量固有状態が生成されたか
を特定することができ、異なる質量固有状態のコヒーレンスが破壊されることになる。
エネルギー・運動量関係からm2 = E2 − p2 なので、ニュートリノの質量二乗の不確かさを

σ(m2) =

∣∣∣∣∣∂m2

∂E
σ(E)

∣∣∣∣∣ と
∣∣∣∣∣∂m2

∂p
σ(p)

∣∣∣∣∣ の合成
=

{
2Eσ(E) + 2pσ(p) (ローレンツ波束) ,√(

2Eσ(E)
)2

+
(
2pσ(p)

)2
(ガウス波束) ,

(4.46)

と考えることができる。ゆえに、ニュートリノ状態が「異なるニュートリノ質量固有状態のコヒーレントな重
ね合わせ」として生成されるという条件はガウス波束の場合

σ(m2) =

√(
2Eσ(E)

)2
+
(
2pσ(p)

)2 ≫ ∆m2, (4.47)

となる。このとき、Eσ(E)と pσ(p)は同じオーダーなので、Eσ(E) ∼ pσ(p)。ゆえに、式 (4.47)は、次のよ
うにも書ける:

σ(m2) ∼ 2pσ(p) ≫ ∆m2, ⇐⇒ σ(p) ≫
∆m2

2p
=

2π

losc
, (4.48)

ここで、σ(p) ∼ σ−1
xS なので

σxS ≪ losc, (4.49)
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となる。2π は無視した。
これは、ニュートリノ生成がニュートリノ振動長に比べて小さい空間領域に局在していることを明らかに示
し、もしこれが満たされないなら、ニュートリノ振動は平均化され消えてしまう。そのため、式 (4.47)は局
在化条件とも言う。同じ議論を、検出過程にも適用すると、σxD は

σxD ≪ losc, (4.50)

を満たす必要がある。
ニュートリノ振動が観測可能であるためには式 (4.49)と (4.50)の両方を満たす必要があるので、局在化条
件は振動長 losc が σX := max{σxS, σxD}に比べて大きいこと、つまり

σX ≪ losc, (4.51)

であり、この条件を満たさない場合、ニュートリノ振動は起こらない。
しかし実際の実験では、大量のニュートリノが生成されており、ニュートリノ発生源と検出器を巨視的体積
にわたって積分する必要がある。そのため、ニュートリノ振動の観測可能性に対する必要条件は、式 (4.49)

や (4.50)よりも厳しく制限される。σxS, σxD の代わりに、ニュートリノのビーム方向における発生源と検出
器の巨視的長さ LS、LD を用いて

LS,D ≪ losc, (4.52)

を満たす必要がある。この条件を満たさない場合、ニュートリノ振動は平均化され消えてしまう。

4.5.3 波束分離と検出時のコヒーレンスの回復
ここで、弱い相互作用過程でニュートリノのフレーバー固有状態がコヒーレントに生成されたと仮定し、そ
の伝播について考える。
波束の空間幅 σx とすると、波束が分離する時間は tcoh ≃ σx/∆v となり、この間にニュートリノ状態が進

む距離は lcoh ≃ v(σx/∆v)と表せる。もし、コヒーレンス条件 (4.39)を満たすなら、ニュートリノ状態のコ
ヒーレンスは保存され、ニュートリノ振動を観測することができる。逆に、L ∼ lcoh もしくは L≫ lcoh なら、
部分的または完全なデコヒーレンスが起こる。

4.5.4 波束の大きさは何で決まるのか？
量子力学の不確定性関係において σ(E)と σ(p)は独立している。しかし、明確な質量を持つ自由な質量殻

上の粒子に対しては、分散関係 E2 = p2 +m2 から

Eσ(E) = pσ(p), (4.53)

が導かれる。この矛盾したパラドックスは、ニュートリノが生成される時点では質量殻上にいないという事実
から、標準的な分散関係を満たさないということで解決される。したがって、エネルギーと運動量の不確かさ
は式 (4.53)を満たす必要はない。
これに関して論文 [15]の著者は以下のように主張している: ニュートリノがその生成点から離れて px ≫ 1

となる距離 xを伝播すると、質量殻上に乗り、式 (4.53)に従う。これは、エネルギーと運動量の不確かさの
うち大きい方が小さい方に向かって縮んでいき、式 (4.53) が成立するためである。ちなみに、MeV 領域の

30

Soryushiron Kenkyu



ニュートリノのエネルギーは、ニュートリノがその生成位置から距離 x ≳ 10−12 m伝播すると、すぐに質量
殻上に乗る。ニュートリノのコヒーレンス長 lcoh を定義するニュートリノ波束の空間幅 σx は、σES と σpS の
うち小さい方により決定される。一般的には、エネルギーの不確かさ σES の方が小さく、lcoh 進んだニュー
トリノは質量殻上にある。
局在化条件 (4.51)は常にニュートリノ発生源と検出器の空間局在性に依存し、生成時と検出時の運動量不
確かさに関係する。例えば、崩壊してニュートリノを生成する不安定な粒子を、大きさ LS の箱の中に閉じ込
めた場合を考える。まず、不安定粒子が崩壊する前に他の粒子と衝突すると仮定する:

TS < τ = Γ−1, (4.54)

ここで TS は不安定な粒子が周囲の粒子と衝突するまでの時間間隔であり、τ は不安定な粒子の崩壊寿命であ
る。崩壊で生成されるニュートリノのエネルギー幅（不確かさ）σES は、衝突広がりで与えられ、実際には
σES ≃ T−1

S となる。一方で、ニュートリノの運動量幅は σpS ≃ L−1
S である。

論文 [15]の著者は以下のように主張している: TS は親粒子の速度 vを介して、TS ≃ LS/vのように、LS と
関係するので

σES < σpS, (4.55)

が得られる。フレーバーニュートリノ状態を記述する波束の空間幅 σxS は、σES と σpS の小さい方、すなわ
ち σxS ∼ v/σES で決まる。これは、σES = 0の時にニュートリノのコヒーレンス長 lcoh が無限大になるとい
う既知の事実と一致する。
一方、この主張は、不安定粒子が箱の壁と衝突するより前に崩壊する場合には成立しないことが、論文 [15]

で与えられている以下のような議論から分かる: 生成されるニュートリノのエネルギー不確かさは、親粒子の
崩壊幅によって与えられ、σES ≃ Γとなる。ニュートリノの運動量不確かさは、σpS ≳ 1

σxS
であり、これは、

崩壊過程でニュートリノが移動した距離に相当する:

σxS ≃
p

E
τ =

p

E
Γ−1 ≃ p

E
σ−1
ES ≳ 1

σpS
, ⇐⇒ pσpS ≳ EσES. (4.56)

不確定性が最小に近い波束については、式 (4.53)をほぼ満たす。そうでない場合には、不等号が式 (4.55)と
は逆になることが分かる (ニュートリノ実験において典型的なエネルギー・運動量は、p ≃ E であることに
注意) 。
ニュートリノ生成と検出のための局在化条件は、対応する運動量の不確かさによって決まる。ゆえに、4.4

節のコヒーレンス条件 (4.39)に入るパラメータ σx と、4.5.2節の局在化条件 (4.51)に入るパラメータ σX は
一般には異なっている。
特に、ニュートリノ振動を波束で取り扱う場合は、フレーバーニュートリノ状態の質量固有状態成分が常に
質量殻上にあることを仮定しているので、それらのエネルギー・運動量の不確かさは常に式 (4.53)で関係づ
けられる。
最後に、σpS ∼ σES で、コヒーレンス条件と局在化条件が同じパラメータ σx ∼ σ−1

p に依存する場合につい
て考える。局在化条件では、生成・検出されるニュートリノ状態が質量固有状態のコヒーレントな重ね合わせ
になるために、比較的大きな σp (σp ≫ ∆m2/2p) が必要である。一方で、波束分離による量子デコヒーレン
スが起こらない条件では、比較的小さな σp が必要である。この条件を組み合わせると
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∆m2/2p≪ σp ≪ (v/∆v)L−1, ⇐⇒
∆m2

2p
≪

v

∆v
L−1, (4.57)

となる。これは、距離 Lに関する次の条件として書き直すことができる:

2π
L

losc
≪

v

∆v
. (4.58)

ニュートリノ振動実験においては、左辺は O(1)であり、右辺は v/∆v ≫ 1なので、すべてのニュートリノ振
動実験でこの条件は満たされる。もしこの条件が満たされなかった場合、ニュートリノ振動は平均化され消え
てしまう。

4.6 ニュートリノ振動が生成・検出過程から独立な確率で記述できる場合
多くのニュートリノ振動の解析では、振動は生成過程や検出過程から独立な確率で記述できると仮定されて
いる。つまり、最初に生成されるニュートリノ状態のフレーバー、そのエネルギーおよびニュートリノ発生源
と検出器の間の距離を指定することによって、（ニュートリノの質量二乗差とレプトンの混合行列が既知の場
合）検出器ですべてのフレーバーのニュートリノが見つかる確率が完全に決まると仮定されている。しかし、
この仮定はすべての場合に適当なわけではない。
これを解決するための適当な枠組みは、場の量子論で与えられる。このアプローチは、ニュートリノの生
成・伝播・検出を、中間状態のニュートリノを含む 1つの過程として考える。その結果として得られる、相対
論的または準縮退的ニュートリノの生成・伝播・検出過程の全体確率は、非常に良い精度で、ニュートリノの
生成・伝播（振動を含む）・検出のそれぞれの確率の積として表すことができる場合もある。しかし、生成・伝
播・検出過程全体の確率の因数分解可能性と振動確率の普遍性（または欠如）は、独立した問題である。多く
の場合には、振動確率は次のように表せる:

P (νa → νb;L) =
∑
I,K

U∗
aIUbIUaKU

∗
bK exp

(
−i∆m2

IKL

2p

)
Scoh

(
L

lcohIK

)
Sloc

(
σloc
x

loscIK

)
. (4.59)

コヒーレンス因子 Scoh

(
L

lcohIK

)
や局在化因子 Sloc

(
σloc
x

loscIK

)
は、部分的なコヒーレンス長 lcohIK や振動長 loscIK と同

様、外部粒子や生成・検出過程の性質から導かれる。これらの因子は、引数が 0のときは 1に等しく、引数が
大きくなると急激に (典型的には指数関数的に) 減少する。
いまは、場の量子論の枠組みで考えているので、部分的な (I、K による) コヒーレンス長 lcohIK と振動長

loscIK は、一般には異なる長さパラメタ σcoh
x と σloc

x に依存する。これは、生成時と検出時のエネルギーと運動
量の不確かさが式 (4.53)を満たす必要がない、という上記の事実に関係している。
振動確率が生成過程や検出過程に依存しないためには、次の条件を満たす必要がある:

• 波束分離や局在化条件の破れによる量子デコヒーレンス効果が無視できるほど小さい。
• 生成・検出過程で生成されるエネルギーは、ニュートリノの質量（あるいは質量差）に比べて大きい。

前者を満たすなら、式 (4.59)のコヒーレンス因子と局在化因子はともに 1に等しくなり、標準的なニュート
リノ振動の式が回復される。もし、前者が破れると、振動は生成・検出に依存した量子デコヒーレンス効果を
受ける。後者を満たす場合は、生成または検出されるフレーバーニュートリノ状態のすべての質量固有状態成
分に対して、生成および検出確率が本質的に同じであることが保証される。もし、後者が破れると、生成・検
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出過程で利用できる相空間は、関与するニュートリノの質量固有状態の質量に依存し、フレーバー固有状態を
質量固有状態で書いた式は単純な式 (4.1)ではなくなる。

4.7 この章のまとめ
以下、本章の最初で挙げた問いに対する、論文 [15]の著者の回答を簡単にまとめる:

1. 波束分離による量子デコヒーレンス効果が無視でき、ニュートリノ生成・検出過程が十分に局在してい
る場合、ニュートリノ振動確率の標準公式が得られる。このとき、ニュートリノの生成・検出領域で得
られる付加振動位相 ∆ϕ′ は無視できるほど小さく、「同一エネルギー」や「同一運動量」の仮定は、こ
の付加位相を取り除くに過ぎず、必要ない。

2. ニュートリノ振動の量子力学的な不確定性関係は、最も大事である。これらの不確かさは、波束の大き
さも決定するため、波束分離による量子デコヒーレンスにおいても極めて重要。

3. ニュートリノ波束の空間的な大きさは常にそのエネルギーの不確かさ σE によって決定される。
4. コヒーレンス条件は、σE によって決まり、これは、ニュートリノ生成時と検出時の両方のエネルギー
不確かさに依存する。局在化条件は、運動量不確かさ σp によって決まり、これは生成時と検出時の運
動量不確かさに依存する。

5. 波束的アプローチは、振動確率の式を矛盾なく導出するために必要である。
6. 次の条件を満たせば、振動確率は生成過程や検出過程に依存しない。
（a）波束分離や、局在化条件の破れ、による量子デコヒーレンス効果が無視できる。
（b）ニュートリノの質量（あるいは質量差）に比べ、生成・検出過程でのエネルギーが大きい。
もし (a) と反対の条件を満たす場合は、フレーバー遷移確率も普遍的な形になり、単に平均化された振
動に対応する。

7. 定常信号源近似は、ニュートリノの生成・検出過程の時間依存性がない、または、本質的に定常なニュー
トリノの流束を扱う時に有効である。

8、9については、論文 [15]を参照。

33

Soryushiron Kenkyu



5 デコヒーレンスをめぐる論争
この章では、近年活発に議論されている量子デコヒーレンスの問題について、論文 [4, 5, 6]による論争をそ
れぞれの著者らの主張に沿って概説する。流れとしては、論文 [4]に対する批判論文 [5]を Jones が書いた。
それに対して、論文 [4]の著者らが、反論の論文 [6]を書いた (その後、論文 [4]の著者の一人がこの議論を論
文 [7]でも取り上げている) 。

5.1 ニュートリノ振動の減衰、デコヒーレンス、ニュートリノ波束の長さ
この節では、2022年 8月に arXivに出された論文 [4]を紹介する。論文では、ニュートリノ検出器の有限

なエネルギー分解能や、生成されるニュートリノ線の有限な幅 (放射性ニュートリノ源を用いた実験の場合)

によって起こる減衰効果について、原子炉実験と (放射性) 線源実験を例に考察している。また、波束分離に
よる量子デコヒーレンスは、常に検出器のエネルギー分解能関数の修正に組み込まれるため、減衰効果と密接
に関係することも示している。

5.1.1 ニュートリノ波束分離はどのように起こるか
異なる質量mI のニュートリノは、異なる群速度 vI = ∂EI/∂pI で伝播し、超相対論的または質量がほぼ縮

退したニュートリノに対して

∆v

v
≃ ∆m2

2E2
, (5.1)

を満たす。この速度差とニュートリノ波束長により、生成されるニュートリノのフレーバー状態を構成する、
異なるニュートリノ質量固有状態の波束の重なりは、時間とともに減少する。もしニュートリノが十分長い距
離を伝播すると、波束は完全に分離することになる。
異なるニュートリノ質量固有状態の波束が分離すると、振動確率における干渉が抑制され、振動が減衰す
る。波束の空間的分離がその波束長よりも小さくなければ振動は起こらない、と単純には期待される。つま
り、ニュートリノの移動距離を Lとするとき

L ≲ Lcoh :=
v

∆v
σx, (5.2)

ならば振動が起こる、と期待される。ここで、σx ≃ v/σE はニュートリノ波束の長さ、σE はニュートリノの
生成・検出過程の局在に関連したニュートリノエネルギーの不確かさである。式 (5.1)、 (5.2)から、次が分
かる:

σE
E

<
losc
2πL

, (5.3)

ここで、ニュートリノ振動長は式 (3.46)で定義されたものである。
ニュートリノ振動の減衰には様々な要因が考えられる。その 1 つが、波束分離による量子デコヒーレンス

である。他にも、検出器のエネルギー分解能 (δE) に関連したエネルギーの平均化などが挙げられる。ニュー
トリノ振動が観測可能であるためには、ニュートリノの生成・検出が十分に局在化していること、振動位相
ϕ(E) = ∆m2L/2E がエネルギー区間 δE にわたってほとんど変化しないこと等が必要である。そのため、
|ϕ(E)− ϕ(E + δE)| < 1を満たす δE を考えると
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δE
E

<
losc
2πL

, (5.4)

であり、これは、式 (5.3)の σE を δE に置き換えた条件と一致する。

5.1.2 波束分離: 波束的アプローチと減衰係数
波束的アプローチでは、真空中の να → νβ 振動の確率は

Pαβ(Ē, L) =
∑
I,K

U∗
αIUβIUαKU

∗
βKIIK(Ē, L), (5.5)

と書ける。このとき、Lはベースライン、U はレプトンの混合行列であり、IIK は

IIK(Ē, L) =

∫
dE
∣∣f(E, Ē)∣∣2 e−i

∆m2
IK

2E L. (5.6)

ここに

f
(
E, Ē

)
:= fS(E) f∗D(E) , (5.7)

fS(E)は生成ニュートリノの波束、fD(E)は検出ニュートリノの波束、Ē はニュートリノ波束の平均エネル
ギーである (定義は下を参照) 。f(E, Ē)を次のように規格化すると、III (Ē, L) = 1とできる:

∫
dE
∣∣f(E, Ē)∣∣2 = 1. (5.8)

また、平均エネルギーは Ē :=
∫
dE E

∣∣f(E, Ē)∣∣2 で定義した。f(E, Ē) は、エネルギー空間における有
効ニュートリノ波束であり、ニュートリノの生成と検出の両方の量子性を考慮している。エネルギー分布
の振幅 fS(E) , fD(E) はそれぞれ幅 σS

E , σ
D
E のピークを持つ。f

(
E, Ē

) は fS(E) と fD(E) の積なので、幅
σE ≃ min{σS

E , σ
D
E}のピークを持ち、Ē 付近で最大値を持つ。IIK

(
Ē, L

)は振動位相と、運動量および座標
空間における異なるニュートリノ質量固有状態の波束の重なりの程度、に依存しており、ゆえに、起こりうる
波束関連の量子デコヒーレンス効果を含んでいる。
論文 [4]では、ニュートリノ生成と検出に対する微視的な局在化条件が満たされている、つまり、Lに対す
る平均化が無視できる、と仮定して計算を行なっている。このとき、局在化条件は

∆m2
IK

2E
≪ σE . (5.9)

式 (5.6)、(5.7)においても、この条件が満たされていると仮定している。
IIK

(
Ē, L

)について、式 (5.6)の積分を、E = Ē での位相因子だけを取り出して評価する:

IIK(Ē, L) ≃ exp

(
−i∆m

2
IK

2Ē
L

)
DIK(Ē, L), (5.10)

ここに

DIK(Ē, L) :=

∫
dE
∣∣f(E, Ē)∣∣2 e−i

∆m2
IK

2Ē2 (E−Ē)L. (5.11)
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∣∣f(E, Ē)∣∣2 が Ē 付近で幅 σE のピークを持つことより、DIK(Ē, L)を定義する積分は、
∣∣E − Ē

∣∣ ≲ σE から
寄与することが分かる。ゆえに、波束分離しない場合

L≪ LcohIK :=
2Ē2

∆m2
IK

σ−1
E ≃ 2Ē2

∆m2
IK

σx, (5.12)

となり、DIK(Ē, L) = 1 が分かる。式 (5.5) と (5.10) から、真空中のニュートリノ振動の標準的な式は、
Pαβ

(
Ē, L

)
= P 0

αβ(Ē, L)となる。ここで

P 0
αβ(E,L) :=

∑
I,K

U∗
αIUβIUαKU

∗
βK e−i

∆m2
IK

2E L. (5.13)

逆に L≫ LcohIK (波束分離による完全デコヒーレンス) の場合、式 (5.10)の積分は高速振動する位相因子を
含み、I ̸= K で DIK(Ē, L)を抑制する。ゆえに、DIK(Ē, L) = δIK となり、式 (5.5)から

Pαβ(Ē, L) =
∑
I

|UαI |2 |UβI |2 , (5.14)

が導かれる。つまり、振動は完全に平均化されていると考えられる。このとき、I ̸= K の DIK(Ē, L) は減
衰係数である。すべての振動項が平均化され、標準的な振動確率 (5.13) からも完全にデコヒーレントな結
果 (5.14)が得られる。
説明のために、ガウシアンのエネルギー空間のニュートリノ波束を考える:

∣∣f(E, Ē)∣∣2 =
1√

2πσE
e

−(Ē−E)2

2σ2
E . (5.15)

これを式 (5.11)に代入すると、式 (5.5)と (5.10)から

Pαβ(Ē, L) = U∗
αIUβIUαKU

∗
βK exp

(
−i∆m

2
IK

2Ē
L

)
DGaussian

IK

(
Ē, L

)
, (5.16)

ここに

DGaussian
IK

(
Ē, L

)
:= e

− 1
2

(
L

LcohIK

)2

, (5.17)

はガウシアンの減衰係数である。

5.1.3 原子炉実験における有限なエネルギー分解能とエネルギー平均化
ニュートリノ実験における単位時間当たりのニュートリノ事象数は

N(Er) = N
∫

dĒ ϕα(Ē)Pαβ(Ē, L)σβ(Ē)R(Er, Ē), (5.18)

のように書ける。ここで、N は検出器内の標的粒子の数、Ē はニュートリノ波束の平均エネルギー、Er は再
構成されたニュートリノのエネルギー、ϕα(Ē)は最初に να として生成された後に検出器に入射するニュート
リノの流束、σβ(Ē)は νβ の検出断面積、R(Er, Ē)は検出器のエネルギー分解能関数を表している。振動確
率 Pαβ(Ē, L)には、波束による量子デコヒーレンスの効果を考慮した減衰係数が含まれている。原子炉実験
の場合は、α = β = eであるが、ここでは、より一般的に考えることにする。
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式 (5.6)の IIK(Ē, L)による振動確率 (5.5)は

Pαβ(Ē, L) =

∫
dE
∣∣f(E, Ē)∣∣2 P 0

αβ(E,L), (5.19)

と書き表せる。P 0
αβ(E,L)は、式 (5.13)で定義されたものである。式 (5.19)を (5.18)に代入し、積分の順序

を変えると

N(Er) = N
∫

dE P 0
αβ(E,L)

∫
dĒ
∣∣f(E, Ē)∣∣2 ϕα(Ē)σβ(Ē)R(Er, Ē), (5.20)

となる。
∣∣f(E, Ē)∣∣2 は Ē = E 付近で小さな幅 σE のピークを持っているが、流束 ϕα(Ē)と断面積 σβ(Ē)は、

Ē を ∆Ē ∼ σE で動かしたときに非常に小さくしか変わらない、滑らかな関数である。ゆえに、Ē = E で書
き換えると

N(Er) = N
∫

dEϕα(E)P 0
αβ(E,L)σβ(E)R̃(Er, E), (5.21)

ここに

R̃(Er, E) :=

∫
dĒ R(Er, Ē)

∣∣f(E, Ē)∣∣2 . (5.22)

上式を式 (5.18)と比較すると、2点異なっている事柄がある。1点目は、式 (5.21)の積分は式 (5.5)の完全
確率 Pαβ(E,L)ではなく、いかなるデコヒーレンス効果からも自由な、標準振動確率 P 0

αβ(E,L)を含むこと、
2点目は、式 (5.21)は有効エネルギー分解能関数 R̃(Er, E)を含むことである。このことは、波束分離による
量子デコヒーレンスの効果が、検出器のエネルギー分解能関数の修正に取り込まれることで、減衰効果と密接
に関係することを示す。
このとき、どの程度修正されるかを考えるために、エネルギー空間のニュートリノ波束と、分解能関数

R(Er, E)の両方がガウシアンである場合、つまり、
∣∣f(E, Ē)∣∣2 が式 (5.15)と (5.23)で与えられる場合を考

えてみる:

R(Er, Ē) =
1√
2πδE

e
−(Er−Ē)2

2δ2
E . (5.23)

式 (5.15)、(5.23)を式 (5.22)に代入して、エネルギー積分を区間 (−∞,∞)に拡張すると

R̃(Er, E) =
1√

2π (δ2E + σ2
E)

e
− (Er−E)2

2(δ2E+σ2
E) . (5.24)

δE ≫ σE では、有効エネルギー分解能関数 R̃(Er, E) は真のものと一致する。つまり、波束分離による量
子デコヒーレンスの効果は完全に無視でき、振動が減衰するかどうかは条件 (5.4) で決まる。波束分離は、
σE ≳ δE の場合のみ、実験によって探ることができる。

5.1.4 放射性線源実験
この実験では、ニュートリノは検出器の内部または近くに置かれた β 放射性線源によって生成される。今ま

で行われてきた放射性線源実験*6では、すべての場合で、71Gaが標的として使われ、ガリウムによるニュー
トリノ捕獲の結果として生成された 71Ge原子がカウントされた。

*6 GALLEX実験 [35, 36]や Soviet-American Gallium Experiment (SAGE) 実験 [37, 38]、Baksan Experiment on Sterile

Transitions (BEST) 実験 [39, 40, 41]等。
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電子捕獲放射性原子核を発生源とし、娘核をニュートリノ検出手段としてカウントするニュートリノ実験を
以下のように考える: この実験では、νe の消滅を探すため、観測される信号は Pee(E,L)に依存する。線源が
検出器の大きさやニュートリノ振動長に比べて小さいとすると、線源は点状と考えられる。座標原点を線源に
置き、標的体積 VI から検出器が構成されるとする。このとき、I 番目の体積における単位時間当たりの事象
数は、n0 を標的原子核の数密度とすると

NI(t) = n0

∫
VI

d3r

∫
dĒ ϕe

(
Ē, r; t

)
σe
(
Ē
)
Pee

(
Ē, r

)
, (5.25)

と書ける。ただし、ϕe
(
Ē, r; t

)は時刻 tにおける線源からの距離 rでの νe の流束であり、次のように書ける:

ϕe
(
Ē, r; t

)
=

Φe

(
Ē, t

)
4πr2

, (5.26)

ここに

Φe

(
Ē, t

)
:= Γ0N(t)S

(
Ē
)
. (5.27)

Γ0 は線源原子の電子捕獲率、N(t)は時刻 tにおける線源原子の数、S(Ē)は生成ニュートリノの規格化され
たスペクトルであり、その幅 δEl は、普通は自然な線幅を大きく超え、ドップラー広がりなどの多くの不均一
な広がり効果によって決定される (詳しくは 5.1.6節を参照) 。
以下、基本的に 5.1.3節と同様に計算していく。式 (5.25)に式 (5.26)、(5.27)を代入すると

NI(t) = n0Γ0N(t)

∫
VI

d3r

4πr2
F(r) , (5.28)

ここに

F(r) :=

∫
dĒS

(
Ē
)
σe
(
Ē
)
Pee

(
Ē, r

)
. (5.29)

この量 F(r)について考える。式 (5.29)に (5.19)から Pee

(
Ē, r

)の式を代入し、積分の順序を変えると
F(r) =

∫
dEP 0

ee(E, r)

∫
dĒS

(
Ē
)
σe
(
Ē
) ∣∣f(E, Ē)∣∣2 , (5.30)

となる。断面積 σe
(
Ē
)はエネルギー間隔∆Ē ∼ σE でほとんど変化しないので、Ē = Eと置き換え、式 (5.30)

の内側の積分の外に出すことができる:

F(r) =

∫
dEP 0

ee(E, r)σe(E) S̃(E) , (5.31)

ここに

S̃(E) :=

∫
dĒS

(
Ē
) ∣∣f(E, Ē)∣∣2 . (5.32)

波束分離による量子デコヒーレンスの効果は、すべてニュートリノスペクトル S(E)の修正に取り込まれ、有
効スペクトル S̃(E)に置き換わった。
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もし、ニュートリノ波束のエネルギー幅が σE ≪ δEl を満たすなら、式 (5.32)の S
(
Ē
)を S(E)で置き換

え、それを積分から引き離せば、S̃(Ē) = S(E)と求まる。式 (5.28)、(5.31)は波束がない場合の事象率の通
常の表現となる。このとき、減衰はニュートリノスペクトルの幅 δEl にのみ依存する。
逆にもし σE ≫ δEl を満たすなら、Ē = E0 における因子

∣∣f(E, Ē)∣∣2 を積分から取り出せる。E0 はニュー
トリノスペクトルの中心エネルギーである。すると、式 (5.32)は S̃(E) = |f(E,E0)|2 となり

F(r) =

∫
dEP 0

ee(E, r)σe(E) |f(E,E0)|2 ≃ σe(E0)Pee(E0, r) , (5.33)

が求まる (式 (5.19)を用いた) 。ここでの振動確率 Pee(E0, r)は、考えられるすべての量子デコヒーレンスの
効果を完全に考慮したものである。
ニュートリノ波束がガウシアン (5.15)である場合には、放射性線源から生成されるニュートリノのスペク

トルもガウシアンであると仮定できる:

S
(
Ē
)
=

1√
2πδEl

e
− (Ē−E0)

2

2δ2
El . (5.34)

式 (5.32)は、式 (5.24)の右辺で δE → δEl および Er → E0 と置き換えたものと一致する。

5.1.5 ニュートリノ波束の長さ
この章でも、S を生成過程、D を検出過程とする。原子炉実験と線源実験について、ニュートリノ波束の長

さ σx と、対応するニュートリノエネルギーの不確かさ σE を推定する。
崩壊または衝突過程で生成されるニュートリノ波束の長さは、論文 [42]で与えられ、

σx ≃ v − vP
σE

. (5.35)

vは生成されるニュートリノの速度、vP はニュートリノ源の速度である。ただし、今回扱う実験では、ニュー
トリノ発生源は相対論的でない原子核であり、その速度 vP は式 (5.35)の v ≃ 1と比べて無視できる。ニュー
トリノエネルギーの不確かさ σE は、生成過程の時間 σt を用いて、σE ≃ σS

E = σ−1
t と表せる。

論文では、2つの場合を考えている:

1. ニュートリノ生成に伴う粒子 —–随伴粒子—– は検出されず、周囲の媒質と相互作用しない。
2. ニュートリノ生成に伴う粒子 —–随伴粒子—– が直接検出されるか、媒質の粒子と相互作用する。

原子炉での核分裂反応で生成された核分裂片の β 崩壊における第 1ニュートリ生成は

N → N ′ + e− + ν̄e, (5.36)

ここで、N は親核、N ′ は娘核である。

随伴粒子が非局在化する場合のニュートリノ波束
まずは、随伴粒子が非局在化する場合のニュートリノ波束を考える。ニュートリノと一緒に生成されたすべ
ての粒子が自由に逃げる場合、随伴粒子はニュートリノの生成時間に影響を与えず、ニュートリノは単に親と
なる不安定原子核のエネルギーの不確かさを受け継ぐだけとなる。もし、この原子核が自由粒子または準自由
粒子である、つまり媒質との相互作用を無視できるのであれば、ニュートリノの生成は進み続け、生成過程の
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時間は σt ≃ τN を満たす。ゆえに、σE ≃ 1/τN = ΓN となる。τN は N の平均寿命、ΓN は親核の崩壊幅で
ある。
しかし、もし N が媒質の粒子と衝突し、2つの連続した衝突の平均時間間隔が寿命 τN よりも短ければ、こ
の相互作用はコヒーレントなニュートリノ生成を中断させるため、エネルギーの不確かさ σE が増加する。こ
のことを、衝突広がりとも言う。
親核 N と周囲の媒質粒子との衝突の過程は、寿命 τN に比べて非常に短いことは既知である。この衝突に
より、生成されるニュートリノ状態の波動関数に制御できないランダムな位相が導入される、と仮定する。こ
の方法 (原子物理学では Lorentz-Van Vleck-Weisskopf アプローチとして知られている。詳しくは [43]を参
照) では、生成されるニュートリノエネルギーの不確かさは

σE ≃
√
Γ2
N + 1/t2N , (5.37)

tN を連続する 2つの衝突の間の平均時間間隔（平均自由時間）とした。
ここで、tN を推定する。質量mN の核分裂片の平均速度は

vN =

√
3T

mN
. (5.38)

T ≃ 0.1 eV (1160 K) 、mN ≃ 100 GeVと見積もると

vN ≃ 1.7× 10−6c ≃ 5.2× 102 m/s. (5.39)

核分裂片の速度は原子内電子の速度に比べて小さいため、核分裂片の親原子の電子を引きずりながら、中性
原子または弱電離原子として現れる。そのため、媒質との相互作用は原子散乱断面積 σAA で記述される。
簡単のため、核燃料として 235Uのみを考え、この核分裂片の散乱を考える。このとき、nU = 4.9×1028m−3

はウラン原子の個数密度であり、連続する 2つの衝突の間の平均時間は

tN ≃ 1

σAAnUvN
, (5.40)

N の平均自由行程は

XN = vN tN =
1

σAAnU
. (5.41)

これが媒質中の局在性を決定する。
ここで、ウラン原子の半径はファンデルワールス半径 rvdW = 1.86× 10−10 mと仮定する。また、σAA を
幾何学的断面積で近似した: σAA ≃ π (2rvdW)

2。式 (5.39)と (5.40)から

tN ≃ 9× 10−14 s, (5.42)

が得られ、XN ≃ 5× 10−11 mとなる。tN は崩壊する原子核の寿命よりずっと短いので、式 (5.37)から

σE ≃ t−1
N ≃ 7.2× 10−3 eV, (5.43)

が得られる。また、式 (5.35)から、随伴粒子が完全に非局在化した極限では
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σx ≃ v

σE
≃ 2.8× 10−5 m, (5.44)

となることが分かる。なお、式 (5.41)、(5.43)、(5.44)から、σx は

σx ≃ XN
v

vN
. (5.45)

つまり、この場合のニュートリノ波束の長さは、親核の平均自由行程を非常に大きな係数 v/vN ≃ 6× 105 で
拡大したもので与えられる。

随伴粒子の局在化の効果
次に、随伴粒子の局在化の効果について考える。娘核N ′ の相互作用を考えると、N ′ と媒質の原子の衝突に
より、N は大きさ XN ′ の空間領域内に局在化する。これは N の局在化と同様に、同じ原子-原子散乱断面積
σAA を用いて見積もれる (式 (5.41)を参照) 。ゆえに、親核と娘核の平均自由行程は同じオーダーである:

X ′
N ≃ XN ≃ 5× 10−11 m. (5.46)

N ′ は周囲の原子との衝突により、コヒーレントな生成を中断する。N ′ はニュートリノが生成されるのと同じ
β 崩壊の過程で生成されるため、これは、ニュートリノ生成過程のコヒーレント時間 σt にも影響を与える。
娘核 N ′ が生成される速度 vN ′ を推定する。β 崩壊 (5.36) の最終状態にあるすべての粒子の運動量はほ

ぼ同じオーダーであるから、pe ∼ pν ∼ pN ′。典型的な原子炉ニュートリノエネルギーは、E ≃ 3 MeV で、
mN ′ ∼ 100 GeVなので、vN ′ は

vN ′ = pN ′/mN ′ ∼ 3× 10−5c ≃ 10−8 m/s. (5.47)

N ′ の連続する 2つの衝突の間の平均時間は

tN ′ =
XN ′

vN ′
≃ 5× 10−15 s. (5.48)

式 (5.42)と比較すると、tN ′ は tN より 20分の 1程度小さいことが分かる。
ここで、β 崩壊 (5.36)で生成された電子と、媒質との相互作用の効果について考える。β 電子の原子への散

乱の主な効果は、原子の電離である。電子の運動エネルギー Ee ∼ 3 MeVでは、ウランの電子衝突電離によ
る断面積は σeU ≃ 1× 10−22 m2 となる。ゆえに、電子の平均自由行程はXe = 1/ (σeUnU ) ≃ 2× 10−7 mと
なり、XN や X ′

N と比べて、4× 103 倍大きい。一方、典型的な電子の運動量 pe ∼ 3 MeVでは、速度は 1に
近く、β 崩壊電子の連続する 2つの衝突の間の平均時間は

te = Xe/ve ≃ 7× 10−16 s. (5.49)

親核 N および β 崩壊 (5.36)の崩壊生成物が周囲の媒質原子と衝突すると、それらのコヒーレントな生成が
中断されるので、ニュートリノのコヒーレントな生成時間は、先ほど考えたコヒーレンス時間 tN , tN ′ , te のう
ち最も短いもので決まり、今回の場合は、te ということが分かった。ゆえに、ニュートリノ生成過程の時間的
持続時間は σt ≃ te ∼ 7× 10−16 sとなり、これに対応して生成されるニュートリノのエネルギー不確かさと
その波束の長さは

σE ≃ t−1
e ≃ 1 eV, σx ≃ 2× 10−7 m. (5.50)
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図 2 原子炉実験におけるニュートリノの生成・伝播・検出の模式図 (時空間局在図) 。崩壊する原子核
N、娘核 N ′、電子、生成されるニュートリノの質量固有状態の波束をそれぞれ茶、紫、青、灰色で表して
いる。傾きは粒子の群速度によって決定される。x = Lにおける黒い長方形はニュートリノ検出過程の局
在を示す。簡単のために、2つのニュートリノ質量固有状態の波束を示している。この図は論文 [4]の図 1

を引用。

このとき、σt は、ニュートリノ生成に関わるすべての粒子の波束の重なり時間によって与えられる。著者ら
のアプローチは、関わる粒子の平均自由時間を考察することであり、これは、単に粒子の平均自由行程によっ
て与えられる波束の長さを扱うことと同義である。また、これは粒子の空間的局在をも決定することにつな
がる。
これらのことは、ニュートリノの生成・伝播・検出過程と、波束的アプローチにおける随伴粒子の伝播と相
互作用を示す時空間図によって説明できる。図 2では、粒子の波束の伝播は (t, x)平面上で模式的に表される。
縦方向は粒子の波束の長さ、傾きは粒子の群速度によって決まる。茶色の長方形は親核の群速度 (vN ≃ 0)。
ニュートリノ質量固有状態 (ν1, ν2)の波束は、群速度が異なるため、時間や移動距離とともに、その重なりは
小さくなる。生成された N ′ と電子に対応する横方向は、それぞれ平均自由時間 tN ′ と te で与えられる。親
核 N を表すバンドとの交わりは、生成過程の時空間局在を与え、特にその持続時間 σt を決定する。ゆえに、
σt はニュートリノ生成に参加するすべての粒子の波束の重なり時間によって与えられ、最も短い平均自由時
間を持つ粒子の波束によって支配される。

5.1.6 放射性線源実験における波束の長さとニュートリノスペクトル
放射性物質 51Crを用いた実験を例として、放射性線源実験におけるニュートリノの波束の長さ σx とスペ

クトル S
(
Ē
)を推定する。

5.1.4 節で述べたように、実験的に観測されるニュートリノ線の形と幅は 2 種類の広がり効果—–均一な広
がりと不均一な広がり—–によって形成される。均一な広がりは、与えられた平均エネルギー Ē の個々の生成
ニュートリノの線を形成する。これは、親原子の寿命に関する自然線幅や、親原子と随伴粒子の両方が周囲の
媒質と相互作用することによる衝突広がりなどの効果を含む。これらの効果は、f(E, Ē)におけるニュートリ
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ノ波束の不確かさ σE と座標空間のニュートリノ波束の長さ σx ≃ v/σE を決定する。ニュートリノ線源実験
において波束分離による量子デコヒーレンスにつながる可能性があるのは、この均一な線幅の広がりである。
不均一な広がりは、個々のニュートリノ生成体が異なる条件にあることに関連する。これはわずかに異なる
平均エネルギー Ē を持つニュートリノの生成につながり、すなわち 5.1.4節で議論したスペクトル S(Ē)を形
成する。不均一な広がりによる Ē の広がりは波束による量子デコヒーレンスとは関係がない。しかし、Ē に
ついて平均化することはニュートリノ振動の観測可能な減衰につながり、それは量子波束のデコヒーレンス効
果と似た結果を与える。

51Crは電子捕獲過程

51Cr + e− →51 V+ νe, (5.51)

を通じて崩壊し、0.75 MeV(90%)と 0.43 MeV(10%)の対になった 4つの準単色ニュートリノ線を生成する
(半減期は 27.7日) 。明確にするために、0.75 MeVのエネルギーを持つニュートリノの生成を考える。電子
捕獲過程 (5.51)では、ニュートリノ生成過程の時間幅 σt は、親原子 51Crと生成原子 51Vの平均自由時間の
小さい方によって与えられる。
まず、均一な広がり効果について考える。クロムは、体心立方結晶構造を持つ遷移金属で、格子定数は

2.91 × 10−10 m。クロム原子の局在長 XCr として、熱振動による結晶中の平衡位置からの二乗平均平方根
(root mean square, rms) のずれを取れる。クロム源の温度 T ∼ 600 Kとすると、XCr ≃ 8.2× 10−9 mが得
られる [44]。結晶格子内のクロム原子の熱振動の rms速度については、vCr ≃ 1.7× 10−6cが得られる。この
ことから、クロム原子の平均自由時間 tCr = XCr/vCr ≃ 1.6× 10−13 s が得られる。
ここでバナジウム原子の平均自由時間について考えてみる。崩壊の運動学から、バナジウム原子核と崩壊
過程で生成されるニュートリノは等しい運動量 pV = pν = 0.75 MeV を持つ。したがって、バナジウム原
子核の反跳エネルギーと速度はそれぞれ EV ≃ 5.9 eV と vV ≃ 1.6 × 10−5c となる。バナジウムの反跳速
度は原子の電子速度に比べて小さいため、バナジウムは崩壊過程から中性原子または弱電離原子の形で飛
び出す。したがって、クロム中のバナジウム原子の平均自由行程は、XV = (σAAnCr)

−1 で求められる。こ
こで、クロム原子の数密度を nCr = 8.6 × 1028 m−3、V-Cr 原子散乱の断面積を σAA とした。σAA は幾何
学的断面積 π (rvdW,Cr + rvdW,V)

2 ≃ 5.15 × 10−19 m2 として見積もられる。ここで、クロムのファンデル
ワールス半径 rvdW,Cr = 2.00 × 10−10 m、バナジウムのファンデルワールス半径 rvdW,V = 2.05 × 10−10 m

を用いた。また、バナジウム原子の平均自由行程と平均自由時間については、XV = 2.26 × 10−11 m、
tV = XV/vV ≃ 4.7× 10−15 sとした。
バナジウム原子の平均自由時間はクロム原子の平均自由時間よりも短いので、ニュートリノ生成過程の時間
的持続時間はバナジウム原子によって決まる:

σt ≃ tV ≃ 4.7× 10−15 s. (5.52)

エネルギー不確かさとニュートリノ波束の長さは

σE ≃ t−1
V ≃ 0.14 eV, σx ≃ XV

v

vV
≃ 1.4× 10−6 m. (5.53)

したがって、ニュートリノ波束の長さはバナジウム原子の平均自由行程を v/vV ≃ 6.3× 104 で拡大した値で
与えられる。
ここでニュートリノ波束の平均エネルギー分布 S

(
Ē
)を考える。結晶欠陥や不純物などいくつかのデコヒー

レントな広がり効果があるが、最も大きな寄与は、原子が静止状態ではなく、実効速度 vCr の熱振動を起こす
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ことに関連したドップラー広がりである。ドップラー広がりは、式 (5.34)で与えられるように、線スペクト
ルをガウシアンに広げる。ここで、線の中心エネルギーを E0 = 0.75 MeVとすると、対応する不確かさは

δEl =
vCr

c
E0 ≃ 1.3 eV, (5.54)

となる。したがって、51Cr線のエネルギースペクトルの不確かさ δEl は、ニュートリノ波束のエネルギーの
不確かさ σE を 1桁上回る。
随伴粒子 (電子捕獲の場合には N ′、β 崩壊の場合には eと N ′) の局在がニュートリノの波束の長さに与え
る影響は、次の方法で見積もれる: 随伴粒子の平均自由行程の代わりに、随伴粒子の速度 vi と、媒質粒子と
の平均相互作用時間 σi

t (i = e,N ′) を考える。vi と σi
t があることにより、対応する波束バンドを構成するこ

とが可能となる。ニュートリノ波束は、構成された波束と元の原子核 N の波束の交わりによって決定される。
σi
t ≪ tN のとき、ニュートリノ波束の大きさは、随伴粒子の相互作用を無視した場合と比較して非常に小さく
なる。また、σi

t は媒質原子の波束と二次的な粒子相互作用からの生成物の波束によって決定される。
電子捕獲の場合、生成されたバナジウムの波束の大きさは、次の過程の時間的持続時間 σCr によって決まる:

51V+51 Cr →51 V′ +51 Cr′. (5.55)

この σCr を求めるには、51Crの局在とは別に、51V′ と 51Cr′ などの波束も知る必要がある。二次的な相互作
用の連鎖によって σCr は tCr に比べて 10−2–10−1 程度小さくなると見積もれる。ゆえに、ニュートリノ波束
の大きさ σx は式 (5.53)と同じオーダーになる。このアプローチでは、粒子の局在化のために、親粒子 N と
随伴粒子の両方について平均自由時間を用いている。
検出過程については、原子炉や放射性線源実験では σD

E ≫ σS
E となるので、非常に良い精度で σE = σS

E と
なる。この条件 σD

E ≫ σS
E のおかげで、式 (5.7)の fD(E) は定数で置き換えられる。それゆえ、論文 [4]で

は、この部分を詳細には検討していない。

5.1.7 考察
論文 [4]では、波束分離による量子デコヒーレンスの効果は常に、検出器の分解能関数を修正、あるいは線

源実験の場合にはニュートリノ線の形や幅を修正することで、取り込めることを示している。ゆえに、ニュー
トリノ振動の減衰の原因として挙げていた 2つは、観測的観点から等価であると言える。
論文 [4]の著者らは、検出器の有効エネルギー分解能関数（またはニュートリノ線の有効幅）が常にニュー

トリノエネルギーの不確かさ σE と検出器分解能 δE（または線幅 δEl）の大きい方によることを発見した。ガ
ウス波束と分解能関数から、有効分解能は

δEeff =
√
δ2E + σ2

E , (5.56)

で特徴づけられ、有効ニュートリノ線幅 δEl も同様に特徴づけられる。
また、彼らは原子炉ニュートリノでは σE > δE（線源実験では σE > δEl）でなければ波束分離の効果を実
験的に調べることができないことを導いた。
原子炉実験では、ニュートリノ波束の長さとそれに対応するニュートリノエネルギーの不確かさは、式 (5.50)

で与えられる。σE を原子炉実験における検出器のエネルギー分解能と比較すると、実験で得られる分解能は
δE ∼ 100keVなので、式 (5.50)から、σE/δE ∼ 10−5 となり、原子炉ニュートリノ実験では波束分離による
振動の減衰効果が見られないことが分かる。
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クロム放射性線源実験では、ニュートリノの波束の長さとそれに対応するニュートリノエネルギーの不確か
さは、式 (5.53)で与えられる。σE を検出されたニュートリノ線のエネルギー不確かさ (5.54)と比較すると、
σE/δE ∼ 10−1 となり、原子炉ニュートリノ実験よりは差が小さいことが分かる。
現在、波束の性質に基づいて、原子炉実験や放射性線源実験と BEST実験の結果を整合させる取り組みが
行われているが、*7 波束分離効果では未だに結果を一致させることはできていない。放射性線源実験では、σE
と δEl の値はあまり変わらないため、波束分離によって量子デコヒーレンスを探ることも適当ではない。つま
り、σE ≳ δE (あるいは σE ≳ δEl) は波束分離効果の観測可能性の必要条件ではあるが、十分条件ではない。
σE が δE (または δEl) より小さいか大きいかに関係なく波束分離効果が起こるためには、ニュートリノはコ
ヒーレンス長と同等かそれ以上の十分な距離を移動する必要がある。
原子炉ニュートリノ実験 (E = 3MeV) では、式 (5.50)と (5.12)のコヒーレンス長の定義から、次が得ら

れる:

Lcoh21 ≃ 4.8× 1010 m, Lcoh31 ≃ 4.1× 109 m, Lcoh41 ≃ 3.6× 106 m. (5.57)

ここで、Lcoh21は∆m2
12 ≃ 7.5×10−5 eV2、Lcoh31は∆m2

31 ≃ 2.5×10−3 eV2、Lcoh41はステライル・ニュー
トリノ振動 ∆m2

41 ≃ 1 eV2 に対応する。*8
一方、クロム放射性線源実験 (E = 0.75 MeV) では、式 (5.50)から、次が得られる:

Lcoh21 ≃ 2.1× 1010 m, Lcoh31 ≃ 6.3× 108 m, Lcoh41 ≃ 1.6× 106 m. (5.58)

しかし、このようなベースラインを持つ原子炉実験やニュートリノ源実験は明らかに不可能である。例え
ば、原子炉実験の場合、コヒーレンス長と振動長の比は

LcohIK

loscIK
=
σxE

2π
, (5.59)

から、Lcoh/losc ∼ 5× 105 となり、波束が 50万回伝播した後に初めて波束によるデコヒーレンスが見えるよ
うになる。このとき、式 (5.59)は、∆m2

IK に依存せず、ローレンツ不変。ただしこれは、地上でのニュートリ
ノ実験におけるどの基準値よりもはるかに大きな値である。つまり、このような巨大なベースライン Lを持つ
実験が可能だったとしても、検出器の有限なエネルギー分解能による平均化の効果の方が先に現れてしまう。
式 (5.59)から、波束効果は E が小さくなるほど顕著になるはずだが、MeV領域よりもずっと低いエネル
ギーのニュートリノを検出することは簡単ではない。論文 [4]の著者らは、原子炉および放射性ニュートリノ
源実験においては、地上でのニュートリノ実験で、波束分離による量子デコヒーレンスの効果を観測すること
は不可能であると結論づけた。

5.2 「ニュートリノ振動の減衰、デコヒーレンス、ニュートリノ波束の長さ」に対するコ
メント

次に、2022年 9月に arXivに出された論文 [5]を紹介する。この論文は、5.1節で紹介した論文 [4]に関し
て、3つの「矛盾」を指摘している:

*7 論文 [45]を参照。[45]では、ニュートリノ波束の長さ σx は、2.1× 10−13 mと与えられているが、この値は、[4]で与えた原子
炉ニュートリノやクロム放射性線源実験の値よりも小さい。

*8 ステライル・ニュートリノは標準模型の範囲では存在しない (詳しくは 3.4節を参照) 。
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図 3 図 2 の時空間図に重ね合わせた核反跳の相互作用の光円錐。もし時間 t′N における反跳粒子の相互
作用が、Lにおけるニュートリノ振動に影響を与えるなら、因果関係は破られている。この図は論文 [5]の
図 1を引用。

1. 振動確率がその後の反跳粒子の相互作用に依存することは、因果関係の破れを意味し、ある状況では超
光速の信号伝達を意味する。

2. もつれた反跳を非直交基底上で積分することは非物理的効果をもたらす。
3. どのような相互作用が初期状態の粒子の位置を測定するのに役立つかという問題が曖昧なままである。

したがって、「波束分離の効果は原子炉や放射性源を用いたニュートリノ実験では厳密に観測できない」とい
う論文 [4]の主張が間違っている、と論文 [4]の著者 Jones は主張している。

5.2.1 因果関係の破れについて
論文 [4]では、ニュートリノに付随する崩壊生成物が検出されずに逃げるか、または、それらが媒質と相互

作用して測定されるかの 2つの場合を区別して、原子核崩壊によるニュートリノ振動の波束長のコヒーレンス
特性を考察している。ニュートリノ生成のコヒーレンスが中断される時間スケールとみなされるのは、崩壊生
成物 (この場合は、電子または原子核反跳) が媒質と相互作用する頻度で決定される。これが、ニュートリノ
波束に影響を与える時間スケール (距離スケール) であり、ある場合には振動コヒーレンスを決定する臨界時
間スケールである。
Jones は「論文 [4]で用いられた図 2は因果関係の破れを示唆しており、ニュートリノ-反跳粒子間の超光
速の信号伝達を可能にしている」と主張している。具体的には以下のような議論である: 時刻 tR で核または
電子反跳に起こる事象は、対応する未来光円錐 (検出器での観測物に因果的に影響を与えることができる時空
領域のこと) を持ち、この光円錐は時刻 tD = tR + (L/c)以降に検出器のベースライン Lに到達する。反跳
粒子がニュートリノに対してゆっくり動くことを考えると、その相互作用点から発せられる光円錐は、ニュー
トリノの検出過程が完了した後で、検出器のベースライン Lに到達する。図 3は、核反跳を例に取り、図 2

の時空間図に重ねたものである。「もし、本当にニュートリノ振動確率が反跳粒子の検出の有無や相互作用の
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図 4 Jones が、「論文 [4]が正しければ、ニュートリノ振動確率を介して時間的に逆行する信号を伝達で
きてしまう」ということを主張する思考実験の図。左の図はピストンを圧縮しない場合の効果、右の図は
圧縮した場合の効果を示している。省略されたラベルはすべて図 3 のものと同じ。この図は論文 [5] の図
2を引用。

有無に影響されるなら、因果関係が破れていることになる。これと等価なものとして、もつれ合った相手粒子
はニュートリノとの共通の頂点から現れ、光速 c以下の速度で移動するので、ニュートリノから空間的に離れ
ており、その後の振る舞いが振動現象に影響を与えることはありえない、ということが言える」というのが
Jones の主張である。
この議論をより具体的にするために、 Jones は以下のような思考実験を考えた: 電子捕獲でニュートリノを
生成し、高流束のニュートリノが連続的に生成されるのに十分な数の原子を含むガス状の発生源を考える。こ
のとき、以下の手順で実験を行う。

1. 最終状態の原子核の相互作用で量子デコヒーレンス効果が観測されない程度に十分に低い密度のガスで
実験を開始する (図 4の左) 。

2. t0 でピストンを圧縮し、ガスの密度を上げるか、低密度のままにしておくかを決める。ピストンを圧縮
すると、密度 ρ (t > t0)は距離 Lのニュートリノ振動確率に大きな波束分離効果を引き起こすほど高く
なる (図 4の右) 。

3. 圧縮するかしないか選択することによって、ニュートリノ振動確率を通して信号伝達が起こる。

Jones は、最後の信号伝達の箇所について矛盾点を主張している。時間 t′ で検出されたニュートリノは、
t′ − L

c +O
(
m
E

)で生成されたものである。Jones は、平均自由時間が t′N ≫ L
c となるように十分に低い密度

のガスで実験を始めることにしているので、ニュートリノが検出された後も反跳粒子が飛び続けている。
時刻 t0 でピストンを圧縮すると、デコヒーレントな状態に遷移する。もし、もつれ合った反跳粒子の相互
作用が、本当に振動確率に影響を与えるなら、デコヒーレントになるニュートリノは時間 t0 − t′N で生成され、
tD = t0 − t′N + L

c +O
(
m
E

)で検出されたものである。t′N ≫ L
c なので、検出時間は tD < t0 となる。これら

のニュートリノ振動確率を測定して、それが最終状態の原子核反跳の相互作用に影響されていることが分かる
なら、時間的に逆行する信号を送ることに成功したことになる。しかし、このことは因果関係に反しているた
め、やはり論文 [4]の考え方はおかしいと Jones は主張している。
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EPR実験との類似性
このシステムは、Einstein-Podolsky-Rosen (EPR) 相関 [46]の思考実験によく似ているため、まずはその

EPR実験について説明する。離れたところに、量子ビット A,B をもつれた状態で用意する:

|ψ⟩ =
|↑Z⟩A ⊗ |↓Z⟩B + |↓Z⟩A ⊗ |↑Z⟩B√

2
. (5.60)

後の Jones の議論では、Aが随伴粒子、B がニュートリノに対応する。
もし、Aが z 方向のスピンを測定して、↓Z を得たら、

|ψ⟩B → |↑Z⟩B . (5.61)

この確認については付録 B.1節を参照。また、もし Aが x方向のスピンを測定して、↓X を得たら、*9

|ψ⟩B → |↓X⟩B =
|↑Z⟩B − |↓Z⟩B√

2
, (5.62)

となる。
いずれにせよ、これらの結果から、Aがどの量を測定するかの選択が、巨視的に大きく離れた位置で測定さ
れる B のスピンの情報に符号化されることが分かる。これが、EPR実験である。このとき、Aと B の測定
結果の相関をみると、量子もつれの非自明な結果が得られる。
式 (5.60)のような初期状態が与えられると、B は自分の量子ビットだけを測定し、1/2の確率で上向きス
ピンを得る。このことはいまの例の場合に、簡単に確認できる (付録 B.3節を参照) 。
縮約密度行列 ρ̂B は A上でどのような測定 M̂A が行われたかに依存しない。測定 M̂A と、別の測定 M̂ ′

A の
固有状態を

M̂A |λI⟩ = λI |λI⟩ , (5.63)

M̂ ′
A |λ′a⟩ = λ′a |λ′a⟩ , (5.64)

とする。このとき、

|λ′a⟩ =
∑
I

|λI⟩ ⟨λI |λ′a⟩ , (5.65)

|λI⟩ =
∑
a

|λ′a⟩ ⟨λ′a |λI⟩ , (5.66)

である。新しい縮約密度行列 ρ̂′B は次のように表せる:

ρ̂′B =
∑
a

⟨λ′a|
(
|ψ⟩ ⟨ψ|

)
|λ′a⟩ . (5.67)

このとき、完全系を間に挟んで

*9 論文 [5]では

|ψ⟩B → |↑X⟩B =
|↑Z⟩B + |↓Z⟩B√

2
,

と書いているが、これは誤植と思われる (付録 B.2節を参照) 。
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ρ̂′B =
∑
a,I,J

⟨λ′a |λI⟩ ⟨λI |ψ⟩ ⟨ψ |λJ⟩ ⟨λJ |λ′a⟩

=
∑
I,J

(∑
a

⟨λJ |λ′a⟩ ⟨λ′a |λI⟩

)
︸ ︷︷ ︸

=δIJ

⟨λI |ψ⟩ ⟨ψ |λJ⟩

=
∑
I

⟨λI |ψ⟩ ⟨ψ |λI⟩

= ρ̂B . (5.68)

Aがどんな測定をしようが、B が自らのもつれた量子ビットを測定したときの確率は同じになる。つまり、超
光速の信号伝達は生じない。波動関数の崩壊が瞬時に起こることと、因果律が矛盾なく両立している。

ニュートリノ・反跳粒子システムと EPRシステムの (非) 類似性
ここで、ニュートリノ・反跳粒子システムは EPRシステムとどのように似ているのか、あるいは異なって
いるのか、について考える。まず、Aを反跳粒子、B をニュートリノに置き換え、2次元のヒルベルト空間か
ら連続的な空間に移行する。*10 例えば、ベースライン Lにおけるフレーバーβの測定は、ある連続的な λの
基底 |λ⟩を用いて

P (β;L) =

∫
dλ
(
⟨λ| ⊗ ⟨β, L|

)
|ψ⟩ ⟨ψ|

(
|λ⟩ ⊗ |β, L⟩

)
= ⟨β, L| ρ̂ν |β, L⟩ , (5.69)

と表せる。ここで、ニュートリノの縮約密度行列 ρ̂ν は

ρ̂ν = Trλ (ρ̂) =

∫
dλ ⟨λ | ρ̂ |λ⟩ . (5.70)

上と同様に、2通りの反跳粒子の測定 M̂ と M̂ ′ を考える。ρ̂′ν は、反跳基底状態 Û |λ⟩の Û に依存しないの
で、ρ̂ν も、反跳測定で選ぶものに依存しない。また、反跳時間発展演算子はそれ自体が別のユニタリー演算
であるため、後の反跳時間発展とは無関係である:

|λ (t)⟩ = ÛR (t− t0) |λ⟩ . (5.71)

ρ̂β = ρ̂′β から、ρ̂ν は反跳の影響を受けず、ニュートリノ振動確率も変化しないことが分かる。
これは、縮約密度行列 ρ̂ν を

ρ̂ν = TrA (ρ̂) =
∑
I

A ⟨λI | ρ̂ |λI⟩A , (5.72)

とすると、反跳粒子の測定方法が異なる (ニュートリノの) 縮約密度行列 ρ̂′ν が

*10 元論文 [5]で Aと B が入れ替わっているのは誤植と思われる。
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ρ̂′ν =
∑
I

A ⟨λa | ρ̂ |λa⟩A

=
∑
a,I,J

A ⟨λa |λI⟩ ⟨λI | ρ̂ |λJ⟩ ⟨λJ |λa⟩A

=
∑
I,J

(∑
a

A ⟨λJ |λa⟩A A ⟨λa |λI⟩A

)
⟨λI | ρ̂ |λJ⟩

=
∑
I,J

A ⟨λJ |λI⟩A ⟨λI | ρ̂ |λJ⟩

=
∑
I,J

δJI ⟨λI | ρ̂ |λJ⟩

=
∑
I

A ⟨λI | ρ̂ |λI⟩A

= ρ̂ν , (5.73)

となることからも分かる。「EPRと同じように、相関測定をしない限り、時間発展も反跳測定もニュートリノ
の全体的な振動確率に影響を及ぼさない」「論文 [4]の主張は、全体の振動確率がその後の反跳粒子の相互作用
に影響されることと同義である」と Jones は主張している。これを詳しく述べると以下のとおりである: ある
距離 Lcoh を超えると、空の空間に反跳粒子が生成されニュートリノ振動だけが観測されるが、もし、十分に高
密度な物質に反跳粒子が生成されたら、振動は観測されないことになってしまう。すなわち、ρ̂ν は ÛR(t− t0)

に依存し、ρ̂′ν は Û ′
R(t− t0)に依存してしまう。

5.2.2 非直交基底
Jones の解釈は以下のとおりである: 上の「問題」は、反跳粒子をガウス波束に射影することで生じている。

このような関数は反跳粒子の最終状態の正規直交基底ではない。ここで問題なのは「非直交な最終状態の集合
の和をとることは、反跳粒子の起こりうる状況の確率を合計する有効な方法ではないこと」であり、これが、
振動確率の予測に非物理的な効果を導入してしまっているのである。
なお、ガウス波束では完全性が成り立たないというのは誤解である。実際には非直交なガウス波束でも、
式 (2.13)のような完全性が成り立っている。

5.2.3 環境との相互作用による局在化
Jones の主張は以下の 3段落のとおりである:

ニュートリノ振動確率は、崩壊後の反跳核の相互作用や、他のもつれた娘粒子と周囲の物質との相互作用に
依存しない。また、もつれた最終状態粒子が存在し、崩壊からニュートリノに関する情報を持ち去ることは、
ニュートリノのコヒーレントな特性に影響する。重要なのは、反跳粒子が生成後にどうなるかは、因果関係を
破らない限りニュートリノ振動に影響を与えないということである。つまり、どのような直交基底でも反跳粒
子の最終状態を辿るとニュートリノに対して同じ振動確率を生成する。
娘粒子の環境相互作用はコヒーレンスに影響を与えないが、親粒子の環境相互作用はコヒーレンスに影響を
与えることができる。親粒子と環境の衝突により生成されたもつれが、崩壊前の親の位置の「測定」の役割を
果たす。その精度は、衝突の相互作用の運動量移行で決まっている。これらの相互作用は、どの観測者にとっ
てもニュートリノの過去光円錐内にあるので、その影響による因果関係の問題はない。論文 [4]で用いられた
Weisskopf-Van-Vleckの定式化は、実際には、スペクトルに対する親粒子と環境の相互作用の効果を表してお
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り、崩壊後の最終状態の反跳粒子の効果までは記述されていないため不完全である。
どの相互作用が親の位置を測定するのに役立つかという問いは、論文 [4]で記されているほど明確ではない。
なぜなら論文 [4]では、原子衝突による局在化が関連性のあるものとして考えられているが、ニュートリノ生
成は原子核の内部に結合した中性子に対し、n→ p+ e+ νe で進むので、原子核内部の相互作用によって決め
ることもできるからである。ゆえに、もう一つの妥当な局在化のスケールは、原子核自体の内部で核子間の相
互作用によって表される。崩壊後、N − 1個のもつれた核子が残され、その位置が元の生成体の位置を決め、
核子自身の大きさのオーダーに局在化する。このことは、親粒子や娘粒子の原子衝突によるささやかな局在化
スケールよりも、はるかに小さな波束の不確かさと量子デコヒーレンス効果を意味するように思われる。

5.3 「『ニュートリノ振動の減衰、デコヒーレンス、ニュートリノ波束の長さ』に対するコ
メント」への返信

最後に、2022年 10月に arXivに出された論文 [6]を紹介する。これは、5.1節で紹介した論文の「矛盾」を
指摘した 5.2節の Jones 論文 [5]に対する返答の論文である。
Jones は、論文 [4]のニュートリノ振動の減衰に関する扱いが、以下の 3点において、矛盾していると主張

していた:

1. 因果関係が破れている。
2. 非直交基底上での積分を含んでいる。
3. ニュートリノ生成過程に関わる粒子の局在性を十分に考慮していない。

Jones は、これらの矛盾点が、「波束分離による量子デコヒーレンスの効果は、原子炉実験や放射性源実験で
は観測できない」という論文 [4]の結論を弱めていると主張している。
論文 [6]は、Jones の 3つの主張に、それぞれ以下の形で反論している:

1. 参照した時空間図の誤った解釈による。
2. 行っていない計算の批判である。
3. ニュートリノ生成過程の局在性を誤って解釈したことによる。

以下の 5.3.1–5.3.3節で、論文 [6]の著者の主張を、その流れに沿って記す。

5.3.1 因果関係について
Jones は、ニュートリノ振動の減衰の解析が超光速信号の存在可能性を暗に示しており、因果関係の破れを
導くと主張している。これを説明するために Jones は、図 4を用いた 2段階の思考実験を考えた。
しかし、この議論は、図 3、4を誤った解釈で考えていることによる。論文 [4]では、ニュートリノ生成過

程に関与する粒子の平均自由時間に基づいて考察を行った。そのため、すべての粒子の平均自由時間 ta のう
ち、最も短い時間で生成時間が決定されることが示されている。これらは電子（図 3）または親核 N（図 4の
両パネル）の平均自由時間であり、N ′ の平均自由時間ではない。したがって、論文 [5]のすべてのダイアグラ
ムにおいて、娘核の平均自由時間 tN ′ はニュートリノ生成過程が既に終わった時間に対応する。ゆえに、この
ような状況では、N ′ の反応は無関係であり、ニュートリノ検出実験の結果に影響を与えることはできないし、
与えない。
ここで、tN ′ < tN を考える (図 5 参照) 。このとき、ニュートリノ波束の長さ σx は N ′ の散乱から、
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図 5 崩壊する原子核N、娘核N ′。生成されるニュートリノの質量固有状態の波束は、それぞれ茶色、紫
色、灰色の帯で表す。紫色の破線は、光源内のガスが圧縮されていない場合に対応する。赤の破線は、N ′

の相互作用点から見た未来光円錐の境界を示す。この点の光源からの距離は、N ′ の平均自由行程に対応す
る。この図は論文 [6]の図 1を引用。

σx = c tN ′ となる。もし、ベースライン Lが式 (5.12)で定義されたコヒーレンス長を超える場合（ニュート
リノ質量固有状態 ν1、ν2 の波束が、検出器に到着する前に σx だけ離れている場合）、遅れて到達する ν2 は未
来光円錐の中に入り、因果関係は破れていない。
Jones による図 4は、娘核N ′ の平均自由時間ではなく、N ′ による周囲の原子への個々の散乱過程の時間 τ

が、ニュートリノの波束の長さを決定する場合に対応する。このアプローチで、より正確なニュートリノ波束
の長さを得ることができるが、N ′ の散乱に参加するすべての粒子の波束の長さ (散乱状態の波束を含む) や、
周囲の原子との相互作用なども考慮しなければいけないため、複雑である。そのため、論文 [6] (論文 [4]) の
著者らは、このアプローチではなく、論文 [4]のような平均自由時間の考察に基づく手法で、相互作用の複雑
な部分を避けた。

5.3.2 計算について
論文 [4]で因果関係が破れているとされる理由は、娘核 N ′ の伝播の記述に波束を用い、この波束が非直交

基底であるからであるという説明が Jones により示されている。しかし、論文 [4]では、波束を非直交基底と
して扱ってはいないため、この解釈は誤りである。
Jones は、「ニュートリノ検出器の観測者は最終状態について何も知らないので、娘核 N ′ のすべての可能
な最終状態に対する総和が実行されなければならない」と説明しているが、論文 [6] では次のように異論を
唱えている: N ′ の唯一の特徴は、N ′ の平均自由行程を決める媒質粒子との相互作用の全断面積である。論
文 [4]で、N ′ と媒質の相互作用は、親核 N の相互作用よりも短い時間スケールで起こったときだけ、すなわ
ち、ニュートリノの生成が N ′ の散乱が起こるまで終わらないときだけ、ニュートリノ波束の形成に重要であ
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ることが示された。いまの場合には、N ′ の散乱は「ニュートリノ生成の後」に起こる。
なお、5.1.5節で示したように、N ′ が局在化していないときには、局在化しているときに比べて、波束の長
さが非常に長くなる。これは量子デコヒーレンスの効果を抑制し、観測をより困難にする。

5.3.3 原子核内の核子相互作用による局在化について
論文 [4]では、ニュートリノ発生源の原子が周囲の原子に散乱することによって局在化することを仮定した

（原子-原子散乱による局在化）。ここで、 Jones はこの代替案として、崩壊する核子が同じ親原子核の他の核
子に対して局在化することを考えている（核子間相互作用による局在化）。これはニュートリノ波束をより短
くすることにつながる。また、「不安定核を含む原子が別の原子に散乱して局在化しても、そのような原子対
の空間的な絶対位置は決まらない」ということについては以下のとおり: ある座標にある原子を考える。原子
とその原子核 (および原子核を構成する核子) の座標の不確かさは、原子の大きさや原子核の半径ではなく、
その原子が入っている箱の大きさ lによって与えられる。箱の中がガスで満たされている場合、親核の座標の
不確かさは、その原子の平均自由行程で与えられる。これは、ガスの原子に散乱することによって、測定可能
な反跳粒子と局所的なガスの密度変化が生じるからである。崩壊する親核子と、同じ原子核に入っている他の
核子との相互作用では、崩壊後の娘核は、他の核子と一緒に原子核全体として反跳するので、測定可能な余分
な反跳粒子は生じない。したがって、このような核子間の相互作用は、放射性線源における親粒子の局在化と
は関係がない。
以上から、論文 [4]の結果に対する批判は無効である。特に、「波束分離による量子デコヒーレンスの効果
は、原子炉実験や放射性線源実験では観測できない」という結論は変わらない。
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6 ガウス波束によるデコヒーレンスの具体計算
(d+ 1)時空次元を考え、座標系を

x =
(
x0,x

)
=
(
x0, x1, . . . , xd

)
, (6.1)

とする。計量の符号は (−,+, . . . ,+)ととる。質量殻上のエネルギーは

EI(p) :=
√
m2

I + p2. (6.2)

以下は、後で使うので計算しておく:

∂EI(p)

∂pi
=

pi

EI(p)
=: viI(p) , (6.3)

∂2EI(p)

∂pi∂pj
=
∂viI(p)

∂pj
=
δij − viI(p) v

j
I(p)

EI(p)
. (6.4)

P を ∆pだけズラしてテイラー展開する:

EI(P +∆p) = EI(P ) +
∂EI(P )

∂pi
∆pi +

1

2

∂2EI(P )

∂pi∂pj
∆pi∆pj + · · ·

= EI(P ) + viI(P )∆pi +
δij − viI(P ) vjI(P )

2EI(P )
∆pi∆pj + · · ·

= EI(P ) + vI(P ) ·∆p+
(∆p)

2 − (vI(P ) ·∆p)
2

2EI(P )
+ · · · . (6.5)

6.1 スピノールの平面波
この章の座標空間の取り扱いは論文 [47]に準ずる。
I 番目の質量固有状態に対する自由な一粒子部分空間での運動量固有状態は

|I, s;p⟩ := â†I(s;p) |0⟩ , (6.6)

|I, s;p⟩⟩ := α̂†
I(s;p) |0⟩ =

√
2EI(p) |I, s;p⟩ . (6.7)

これを規格化して

⟨I, s;p | J, s′;p′⟩ = δIJδss′δ
d(p− p′) , (6.8)

⟨⟨I, s;p | J, s′;p′⟩⟩ = δIJδss′2EI(p) δ
d(p− p′) . (6.9)

座標固有状態は

⟨I, s;x | J, s′;p⟩ := δIJδss′
eip·x

(2π)
d
2

, (6.10)

⟨⟨I, s;x | J, s′;p⟩⟩ := δIJδss′
eip·x

(2π)
d
2

. (6.11)
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ゆえに

|I, s;x⟩⟩ = 1√
2EI(p̂)

|I, s;x⟩ , (6.12)

であり

⟨I, s;x| p̂ = −i∇ ⟨I, s;x| , ⟨I, s;x|EI(p̂) =
√
m2

I −∇2 ⟨I, s;x| . (6.13)

これをクライン・ゴルドン方程式の解として、ミンコフスキー空間全体に拡張すると、

⟨I, s;x| := ⟨I, s;x| e−iEI(p̂)x
0

(6.14)

となり

⟨I, s;x | J, s′;p⟩ = δIJδss′
e−iEI(p)x

0+ip·x

(2π)
d
2

, ⟨J, s′;p | I, s;x⟩ = δIJδss′
eiEI(p)x

0−ip·x

(2π)
d
2

, (6.15)

⟨⟨I, s;x | J, s′;p⟩⟩ = δIJδss′
e−iEI(p)x

0+ip·x

(2π)
d
2

, ⟨⟨J, s′;p | I, s;x⟩⟩ = δIJδss′
eiEI(p)x

0−ip·x

(2π)
d
2

. (6.16)

である。これを用いて、式 (3.17)を書き換えると

ν̂I(x) =
∑
s

∫
ddp

2EI(p)

(
α̂I(s;p)UI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩+ α̂†

I(s;p)VI(s;p) ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩
)
. (6.17)

となる。いま、自由な一粒子部分空間を考えているので、式 (6.17)に左右から真空を掛けて

ν̂I(x) |0⟩ =
∑
s

∫
ddp

2EI(p)
VI(s;p) |I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.18)

ν̂I(x) |0⟩ =
∑
s

∫
ddp

2EI(p)
UI(s;p) |I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.19)

⟨0| ν̂I(x) =
∑
s

∫
ddp

2EI(p)
UI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p| , (6.20)

⟨0| ν̂I(x) =
∑
s

∫
ddp

2EI(p)
VI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p| . (6.21)

よって、

⟨⟨I, s;p| ν̂J(x) |0⟩ = δIJVI(s;p)
eiEI(p)x

0−ip·x

(2π)
d
2

, (6.22)

⟨⟨I, s;p| ν̂J(x) |0⟩ = δIJUI(s;p)
eiEI(p)x

0−ip·x

(2π)
d
2

, (6.23)

⟨0| ν̂I(x) |J, s;p⟩⟩ = δIJUI(s;p)
e−iEI(p)x

0+ip·x

(2π)
d
2

, (6.24)

⟨0| ν̂I(x) |J, s;p⟩⟩ = δIJVI(s;p)
e−iEI(p)x

0+ip·x

(2π)
d
2

. (6.25)
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また、式 (3.26)の展開は

ν̂α(x) =
∑
I

UαI

∑
s

∫
ddp

2EI(p)

(
α̂I(s;p)UI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩+ α̂†

I(s;p)VI(s;p) ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩
)
.

(6.26)

自由な一粒子部分空間を考えているので、同様に計算して

ν̂α(x) |0⟩ =
∑
I

UαI

∑
s

∫
ddp

2EI(p)
VI(s;p) |I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.27)

ν̂α(x) |0⟩ =
∑
I

U∗
αI

∑
s

∫
ddp

2EI(p)
UI(s;p) |I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.28)

⟨0| ν̂α(x) =
∑
I

UαI

∑
s

∫
ddp

2EI(p)
UI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p| , (6.29)

⟨0| ν̂α(x) =
∑
I

U∗
αI

∑
s

∫
ddp

2EI(p)
VI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ ⟨⟨I, s;p| . (6.30)

よって、

⟨⟨I, s;p| ν̂α(x) |0⟩ = UαIVI(s;p) ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.31)

⟨⟨I, s;p| ν̂α(x) |0⟩ = U∗
αIUI(s;p) ⟨⟨I, s;p | I, s;x⟩⟩ , (6.32)

⟨0| ν̂α(x) |I, s;p⟩⟩ = UαIUI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ , (6.33)

⟨0| ν̂α(x) |I, s;p⟩⟩ = U∗
αIVI(s;p) ⟨⟨I, s;x | I, s;p⟩⟩ . (6.34)

フレーバーの固有状態と質量固有状態が式 (3.15)のように混ざるとき、これと対応するのは、座標固有状
態 |I, s;x⟩⟩の方であり、運動量固有状態 |I, s;p⟩⟩の混合は非自明となることが分かる。本修士論文では、簡
単のため、過去の先行研究の取り扱いに準じて、この点を無視する。

6.2 質量固有状態のガウス波束
I 番目の質量固有状態 |I, σ;X,P ⟩ に対するガウス波束は、 (いまはスピン自由度を無視しているので) 次
のように書ける [48]:

⟨I;p | J, σ;X,P ⟩ = δIJe
iEI(p)X

0−ip·X
(σ
π

) d
4

e−
σ
2 (p−P )2 . (6.35)

ここで、面積の次元を持つ幅

σ =
1

2σ2
p

= 2σ2
x, (6.36)

を定義した。
これをフーリエ変換すると波動関数が得られる:
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⟨I;x | J, σ;X,P ⟩ = δIJ

∫
ddp ⟨I;x | I;p⟩ ⟨I;p | I, σ;X,P ⟩

= δIJ

∫
ddp

e−iEI(p)x
0+ip·x

(2π)
d
2

eiEI(p)X
0−ip·X

(σ
π

) d
4

e−
σ
2 (p−P )2

= δIJ

(σ
π

) d
4

∫
ddp

(2π)
d
2

e−iEI(p)(x0−X0)+ip·(x−X)−σ
2 (p−P )2 . (6.37)

以下では、これを鞍点法で評価する。
指数部を

F (p) = −iEI(p)
(
x0 −X0

)
+ ip · (x−X)− σ

2
(p− P )

2
, (6.38)

とすると

∂F (p)

∂pi
= −iviI(p)

(
x0 −X0

)
+ i
(
xi −Xi

)
− σ

(
pi − P i

)
, (6.39)

∂2F (p)

∂pi∂pj
= −i

δij − viI(p) v
j
I(p)

EI(p)

(
x0 −X0

)
− σδij , (6.40)

となる。
ここで、鞍点方程式の解を p⋆ とすると

0
!
=
∂F (p⋆)

∂pi
= −iviI(p⋆)

(
x0 −X0

)
+ i
(
xi −Xi

)
− σ

(
pi⋆ − P i

)
, (6.41)

から

F (p⋆) = −iEI(p⋆)
(
x0 −X0

)
+ ip⋆ · (x−X)− σ

2
(p⋆ − P )

2
, (6.42)

∂2F (p⋆)

∂pi∂pj
= −i

δij − viI(p⋆) v
j
I(p⋆)

EI(p⋆)

(
x0 −X0

)
− σδij

= −
(
σ + i

x0 −X0

EI(p⋆)

)
δij + i

x0 −X0

EI(p⋆)
viI(p⋆) v

j
I(p⋆) =: −M ij , (6.43)

となる。
複素対称行列M ij = aδij + bvivj は、U tU = 1 と detU = 1 に従う複素特殊直交行列 U によって対角化
できる:

UMU t =


a

. . .

a
a+ bv2

 , (6.44)

ここで

a = σ

(
1 + i

x0 −X0

σEI(p⋆)

)
, b = σ

(
−i x

0 −X0

σEI(p⋆)

)
, v = vI(p⋆) . (6.45)

以上から、波動関数は
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⟨I;x | J, σ;X,P ⟩ = δIJ

(σ
π

) d
4

∫
ddp

(2π)
d
2

e
F(p⋆)+

1
2 (p−p⋆)

i ∂2F(p⋆)

∂pi∂pj
(p−p⋆)

j+···

= δIJ

(
1

πσ

) d
4 eF(p⋆)(

1 + i x0−X0

σEI(p⋆)

) d−1
2
√
1 + ix

0−X0

σE(p⋆)
(1− v2

I (p⋆))

. (6.46)

となる。
さらにここから、σ が大きい場合は、次のように展開できる:

p⋆ = P +∆1p+∆2p+ · · · , (6.47)

ここで、∆np = O(σ−n)である。また、viI(p⋆)は

viI(p⋆) = viI(P ) +
∂viI(P )

∂pj
(
∆1p

j +∆2p
j + · · ·

)
+

1

2

∂2viI(P )

∂pj∂pk
(
∆1p

j +∆2p
j + · · ·

) (
∆1p

k +∆2p
k + · · ·

)
+ · · ·

= viI(P ) +
δij − viI(P ) vjI(P )

EI(P )

(
∆1p

j +∆2p
j + · · ·

)
+ · · · , (6.48)

と書けるので、これを、鞍点方程式 (6.41)に代入すると

0
!
= −i

(
viI(P ) +

δij − viI(P ) vjI(P )

EI(P )
∆1p

j + · · ·

)(
x0 −X0

)
+ i
(
xi −Xi

)
− σ

(
∆1p

i + · · ·
)
, (6.49)

つまり

∆1p
i + · · · = −i

(
viI(P ) +

δij − viI(P ) vjI(P )

EI(P )
∆1p

j + · · ·

)
x0 −X0

σ
+ i

xi −Xi

σ

= i

(
xi −Xi

)
− viI(P )

(
x0 −X0

)
σ

− i
δij − viI(P ) vjI(P )

EI(P )
∆1p

j x
0 −X0

σ
+ · · · , (6.50)

となる。この式における σ−1 のオーダーから、∆1p
i は

∆1p
i = i

(
xi −Xi

)
− viI(P )

(
x0 −X0

)
σ

. (6.51)

ゆえに

p⋆ = P + i
x−X − vI(P )

(
x0 −X0

)
σ

+O
(

1

σ2

)
= P + i

δxI

σ
+O

(
1

σ2

)
, (6.52)

ここで、δxI は

δxI := x−X − vI(P )
(
x0 −X0

)
, (6.53)

と置いたので、∆1pは
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∆1p = i
δxI

σ
. (6.54)

式 (6.5)から

EI(p⋆) = EI(P ) + i
vI(P ) · δxI

σ
+O

(
1

σ2

)
, (6.55)

が得られる。
以上を用いて式 (6.42)を展開する:

F (p⋆) = −i
(
EI(P ) + i

vI · δxI

σ
+ · · ·

)(
x0 −X0

)
+ i

(
P + i

δxI

σ
+ · · ·

)
· (x−X)− σ

2

(
i
δxI

σ
+ · · ·

)2

= −iEI(P )
(
x0 −X0

)
+

vI(P ) · δxI

σ

(
x0 −X0

)
+ iP · (x−X)− δxI

σ
· (x−X) +

(δxI)
2

2σ
+ · · ·

= −iEI(P )
(
x0 −X0

)
+

vI(P ) · δxI

σ

(
x0 −X0

)
+ iP ·

(
δxI + vI(P )

(
x0 −X0

))
− δxI

σ
·
(
δxI + vI(P )

(
x0 −X0

))
+

(δxI)
2

2σ
+ · · ·

= −i
(
EI(P )− P · vI(P )

) (
x0 −X0

)
+ iP · δxI −

(δxI)
2

2σ
+O

(
1

σ2

)
= −iωI(P ) δx0 + iP · δxI −

(δxI)
2

2σ
+ · · · . (6.56)

ただし、x−X = δxI + vI(P )
(
x0 −X0

)を用い、
ωI(P ) := EI(P )− P · vI(P ) , (6.57)

δx0 := x0 −X0, (6.58)

と定義した。つまり、eF(p⋆) は

eF(p⋆) = e−iωI(P )δx0+iP ·δxI−
(δxI)

2

2σ +O( 1
σ2 ). (6.59)

以上をまとめると、波動関数は

⟨I;x | J, σ;X,P ⟩ = δIJ

(
1

πσ

) d
4

e−iωI(P )δx0+iP ·δxI−
(δxI)

2

2σ +···

×
(
1− i

d− 1

2

δx0

σEI(P )
+ · · ·

)(
1− i

1− v2
I (P )

2

δx0

σEI(P )
+ · · ·

)
= δIJ

(
1

πσ

) d
4

e−iωI(P )δx0+iP ·δxI−
(δxI)

2

2σ +···
(
1− i

d− v2
I (P )

2

δx0

σEI(P )
+ · · ·

)
, (6.60)

のように書ける。省略している箇所は、σ−2 のオーダを表す。これが次節で用いるための、最終結果である。
以下では使わないが、式 (6.50)の σ−2 のオーダーの項も見ておく:

∆2p
i = −i

δij − viI(P ) vjI(P )

σEI(P )
∆1p

jδx0

=
δij − viI(P ) vjI(P )

σEI(P )

δxjI
σ
δx0, (6.61)
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ゆえに

∆2p =
δxI − vI(P )

(
vI(P ) · δxI

)
σ2EI(P )

δx0. (6.62)

ここで、式 (6.5)から

EI(p⋆) = EI(P ) + vI(P ) ·∆1p

+ vI(P ) ·∆2p+
δij − viI(P ) vjI(P )

2EI(P )
∆1p

i∆1p
j + · · ·

= EI(P ) + i
vI(P ) · δxI

σ

+ vI(P ) ·

(
δxI − vI(P )

(
vI(P ) · δxI

)
σ2EI(P )

δx0

)
−
δij − viI(P ) vjI(P )

2EI(P )

δxiIδx
j
I

σ2
+ · · ·

= EI(P ) + i
vI(P ) · δxI

σ

+
1

σ2EI(P )

[(
1− v2

I (P )
) (

vI(P ) · δxI

)
δx0 −

(δxI)
2 −

(
vI(P ) · δxI

)2
2

]
+ · · · , (6.63)

となる。
ちなみに、4.3節の式 (4.12)の係数を、もし∫

d3p
∣∣fSI (p− pI)

∣∣2 = 1, (6.64)

に従う規格化で求めるならば

N2

∫
d3p e

− 1
σ2
p
(p−pI)

2

= N2π
3
2σ3

p = 1, (6.65)

から、N = 1

π
3
4 σ

3
2
p

となる。ゆえに、gSI (x− vIt)は

gSI (x− vIt) = N

∫
d3p̃

(2π)
3
2

e
− 1

2σ2
p
p̃2+ip̃·(x−vIt)

= N

∫
d3p̃

(2π)
3
2

e
− 1

2σ2
p
(p̃−iσp

2(x−vIt))
2−σp

2

2 (x−vIt)
2

=
N(
√
2πσp2)

3

(2π)
3
2

e−
σ2
p
2 (x−vIt)

2

= Nσ3
p e

−
σ2
p
2 (x−vIt)

2

=
1

π
3
4

σ
3
2
p e

σ2
p
2 (x−vIt)

2

, (6.66)

と求まる。しかし、4.3節では式 (6.64)とは異なる規格化 (4.20)を用いている。

6.3 ニュートリノ波束
時刻 x0 = X0 で、x = X 中心で生まれた波束は、次のように記述される:
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|να, σ;X,P ⟩ :=
∑
I

|I, σ;X,P ⟩ ⟨νI | να⟩ . (6.67)

つまり

⟨I, σ;X,P | J, σ′;X ′,P ′⟩ = δIJ

∫
ddp ⟨I, σ;X,P | I,p⟩ ⟨I,p | I, σ′;X ′,P ′⟩

= δIJ

(σ
π

) d
4

(
σ′

π

) d
4
∫

ddp e−iEI(p)(X0−X′0)+ip·(X−X′)−σ
2 (p−P )2−σ′

2 (p−P ′)
2

,

(6.68)

のように、書き表せる。この指数部を

G(p) = −iEI(p)
(
X0 −X ′0)+ ip · (X −X ′)− σ

2
(p− P )

2 − σ′

2
(p− P ′)

2
, (6.69)

とすると、同様に

∂G(p)

∂pi
= −iviI(p)

(
X0 −X ′0)+ i

(
Xi −X ′i)− σ

(
pi − P i

)
− σ′ (pi − P ′i) , (6.70)

∂2G(p)

∂pi∂pj
= −i

δij − viI(p) v
j
I(p)

EI(p)

(
X0 −X ′0)− (σ + σ′) δij

= − (σ + σ′)

(
δij + i

δij − viI(p) v
j
I(p)

(σ + σ′)EI(p)

(
X0 −X ′0)) , (6.71)

となる。
ここで、鞍点方程式の解を p⋆ とすると

∂G(p⋆)

∂pi
= 0, (6.72)

から

G(p) = G(p⋆) +
1

2

∂2G(p⋆)

∂pi∂pj
(
pi − pi⋆

) (
pj − pj⋆

)
+ · · · , (6.73)

が得られる。ゆえに、波束は

⟨I, σ;X,P | J, σ′;X ′,P ′⟩ = δIJ

(σ
π

) d
4

(
σ′

π

) d
4
∫

ddp e
G(p⋆)+

1
2

∂2G(p⋆)

∂pi∂pj
(p−p⋆)

i(p−p⋆)
j+···

= δIJ

(σ
π

) d
4

(
σ′

π

) d
4

eG(p⋆)

(
π

σ+

) d
2 1(

1 + i X0−X′0

σ+EI(p⋆)

) d−1
2
√
1 + i (1− v2

I (p⋆))
X0−X′0

σ+EI(p⋆)

= δIJ

(
σ̄

σ+

) d
4 eG(p⋆)(

1 + i X0−X′0

σ+EI(p⋆)

) d−1
2
√
1 + i (1− v2

I (p⋆))
X0−X′0

σ+EI(p⋆)

, (6.74)

ここで

σ̄ :=
σσ′

σ + σ′ , (6.75)

61

Soryushiron Kenkyu



とした。
再び、pi⋆ =

∑∞
n=0 p

i
(n) を、pi(n) = O

(
(σ + σ′)

−n
)
として、鞍点方程式 (6.72)に代入すると

pi⋆ −
σP i + σP ′i

σ + σ′ = i

(
Xi −X ′i)− viI(p⋆)

(
X0 −X ′0)

σ + σ′ , (6.76)

ここで

viI(p⋆) = viI
(
p(0)

)
+
∂viI
(
p(0)

)
∂pj

pj(1) +

(
∂viI
(
p(0)

)
∂pj

pj(2) +
1

2

∂2viI
(
p(0)

)
∂pj∂pk

pj(1)p
k
(1)

)
+ · · · , (6.77)

である。ゆえに

p(0) −
σP + σ′P ′

σ + σ′ = 0, (6.78)

p(1) = i
X −X ′ − vI

(
p(0)

) (
X0 −X ′0)

σ + σ′ , (6.79)

pi(2) = i
−∂vi

I(p(0))
∂pj pj(1)

(
X0 −X ′0)

σ + σ′ , (6.80)

...

が得られる。これを

p(0) =
σP + σ′P ′

σ + σ′ =: P̄ , (6.81)

p(1) = i
X −X ′ − vI

(
P̄
) (
X0 −X ′0)

σ + σ′ =: i
δXI

σ + σ′ , (6.82)

pi(2) = −i
δij − viI

(
P̄
)
vjI
(
P̄
)

EI

(
P̄
) (

i
δXj

I

σ + σ′

)
X0 −X ′0

σ + σ′

=
δXi

I − viI
(
P̄
) (

vI

(
P̄
)
· δXI

)
(σ + σ′)

2
EI

(
P̄
) (

X0 −X ′0) , (6.83)

...

とし、 σ+ := σ + σ′ とおくと、G(p⋆)は

G(p⋆) = G
(
p(0)

)
+
∂G
(
p(0)

)
∂pi

pi(1) +
∂G
(
p(0)

)
∂pi

pi(2) +
1

2

∂2G
(
p(0)

)
∂pi∂pj

(
pi(1) + pi(2)

)(
pj(1) + pj(2)

)
+O

(
1

σ3
+

)
= −iEI

(
P̄
) (
X0 −X ′0)+ iP̄ · (X −X ′)− 1

2

σσ′

σ + σ′ (P − P ′)
2

+
(
−iviI

(
P
) (
X0 −X ′0)+ i

(
Xi −X ′i))(i δXi

I

σ + σ′

)
− σ + σ′

2

(
δij
)(

i
δXi

I

σ + σ′

)(
i
δXj

I

σ + σ′

)
+O

(
1

σ2
+

)
= −iωI

(
P̄
) (
X0 −X ′0)+ iP̄ · δXI −

1

2

σσ′

σ + σ′ (P − P ′)
2

+ iδXi
I

(
i
δXi

I

σ + σ′

)
− σ + σ′

2

(
δij
)(

i
δXi

I

σ + σ′

)(
i
δXj

I

σ + σ′

)
+O

(
1

σ2
+

)

= −iωI

(
P̄
) (
X0 −X ′0)+ iP̄ · δXI −

1

2

σσ′

σ + σ′ (P − P ′)
2 − (δXI)

2

2 (σ + σ′)
+O

(
1

σ2
+

)
, (6.84)
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ここで、X − X ′ = δXI + vI

(
P̄
) (
X0 −X ′0) と置いた。また、 G(p⋆) = O

(
σ0
+

)、∂G(p⋆)
∂pi = O

(
σ0
+

)、
∂2G(p⋆)
∂pi∂pj = O

(
σ1
+

) である。
したがって、波束のプロパゲーターは

⟨I, σ;X,P | J, σ′;X ′,P ′⟩ = δIJ

(
σ̄

σ+

) d
4

e
−iωI(P̄ )(X0−X′0)+iP̄ ·δXI− 1

2
σσ′

σ+σ′ (P−P ′)
2− (δXI)

2

2(σ+σ′)
+···

×

(
1− i

d− v2
I

(
P̄
)

2

X0 −X ′0

σ+EI

(
P̄
) + · · ·

)
, (6.85)

と書ける。σ−2 のオーダーについては、省略。
これを用いると、フレーバー状態間の遷移振幅は次のようになる:

⟨να, σ;X,P | νβ , σ′;X ′,P ′⟩ =
∑
I,J

UαIU
∗
βJ ⟨I, σ;X,P | J, σ′;X ′,P ′⟩

=
∑
I

UαIU
∗
βI

(
σ̄

σ+

) d
4

e
−iωI(P̄ )(X0−X′0)+iP̄ ·δXI− 1

2
σσ′

σ+σ′ (P−P ′)
2− (δXI)

2

2(σ+σ′)
+···

×

(
1− i

d− v2
I

(
P̄
)

2

X0 −X ′0

σ+EI

(
P̄
) + · · ·

)
. (6.86)

6.4 ニュートリノ振動確率におけるデコヒーレンス
この修士論文に基づき、ニュートリノ振動確率におけるデコヒーレンスを調べた論文 [49]を出したので、そ

の結果を追記し概説する。この節では以下の読み替えを行う:

X ′0 −X0 → T,

X ′ −X → L,

P → PS,

P ′ → PD,

σ → σS,

σ′ → σD,

σ+ → σsum,

σ̄ → σred,

δXI → − (L− v̄IT ) ,

ωI

(
P̄
)
→ ĒI ,

ただし v̄I := vI

(
P̄
)。

遷移振幅 (6.86)の絶対値の二乗から、以下のように振動確率を得ることができる:

P (α→ β) =
∣∣⟨να, σS;XS,PS | νβ , σD;XD,PD⟩

∣∣2
=
∑
I,J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJe

−i(ĒI−ĒJ)T

×
(
σred
σsum

) d
2

exp

[
−σred (PD − PS)

2 − (L− v̄IT )
2

2σsum
− (L− v̄JT )

2

2σsum

]
. (6.87)
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これを適宜平方完成することにより

P (α→ β) =

(
σred
σsum

) d
2

e−σred(PD−PS)
2 ∑

I,J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJe

−i(ĒI−ĒJ)T

× exp

[
− L2

⊥
σsum

−
(
L∥ − v̄I+v̄J

2 T
)2

σsum
− (v̄I − v̄J)

2

4σsum
T 2

]
, (6.88)

ただし v̄I := |v̄I |および

L∥ := (L · eP̄ ) eP̄ , L∥ :=
∣∣L∥
∣∣ , L⊥ := L−L∥. (6.89)

以上により、コヒーレンス時間

Tcoh IJ := 2

√
σsum

|v̄I − v̄J |
(6.90)

を得た。これは、超相対論近似では

Tcoh IJ ≈
4P̄ 2√σsum
|m2

I −m2
J |

(6.91)

となる。
先に T について平方完成した場合には以下を得る:

P (α→ β) =

(
σred
σsum

) d
2

e−σred(PD−PS)
2 ∑

I,J

UαIU
∗
βIU

∗
αJUβJe

−i(ĒI−ĒJ)T

× exp

− L2
⊥

σsum
−

(
v̄2I + v̄2J

) (
T − v̄I+v̄J

v̄2
I+v̄2

J
L∥

)2
2σsum

−
(v̄I−v̄J )

2

v̄2
I+v̄2

J
L2
∥

2σsum

 . (6.92)

コヒーレンス長

Lcoh IJ :=
√
2 (v̄2I + v̄2J)

√
σsum

|v̄I − v̄J |
(6.93)

を得た。超相対論近似では両者は一致する:

Lcoh IJ ≈ Tcoh IJ ≈
4P̄ 2√σsum
|m2

I −m2
J |
. (6.94)
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7 まとめ
具体的にガウス波束を用いて計算することにより、3次元ガウス波束同士の振幅における、デコヒーレンス
の新しい表式を得た。
5章で紹介したことを簡単に以下でまとめる: 論文 [4]では、ニュートリノ振動の減衰について

• ニュートリノ検出器の有限なエネルギー分解能、
• 生成されるニュートリノ線の有限な幅 (放射性ニュートリノ源を用いた実験の場合) 、

の 2つを検討し、「波束分離による量子デコヒーレンスの効果は、原子炉実験や放射性源実験では観測できな
いこと」を示している。しかし、このことについて、論文 [5]では、以下の矛盾点がある、と主張された:

1. 因果関係が破れている。
2. 非直交基底上での積分を含んでいる。
3. ニュートリノ生成過程に関わる粒子の局在性を十分に考慮していない。

この反論 [5]に対して、論文 [4]の著者らは論文 [6]で改めて以下のようにそれぞれ回答した:

1. 参照した時空間図の誤った解釈による。
2. 行っていない計算の批判である。
3. ニュートリノ生成過程の局在性を誤って解釈したことによる。

最新の論文 [7]で、論文 [4, 6]の著者の 1人が、「デコヒーレンス (減衰) 効果は、現在の原子炉実験や放射性
源実験では観測できず、もし何らかの付加的な減衰が見つかるならば、それは新しい物理によるものであろ
う」と述べている。
以上の論争 [4, 5, 6]については、私は論文 [4, 6]の著者らの考えに同意する。検出器の有効エネルギー分解

能関数が常に、ニュートリノエネルギーの不確かさ σE と検出器分解能 δE のどちらか大きい方で決まるとい
うのは、確かである。また、原子炉ニュートリノ実験では σE > δE、ニュートリノ線源実験では σE > δEl の
とき、波束分離の効果が実験的に観測される (が、十分条件ではない) ことについても、同意する。波束分離
効果が起こるためには、ニュートリノはコヒーレンス長と同等か、それ以上の十分な距離を移動する必要があ
るが、実際の地上での実験では、そのような距離を取ることは不可能である。また、もしこのような距離を取
れたとしても、検出器の有限なエネルギー分解能による平均化の効果の方が先に現れてしまう。ゆえに、「地
上でのニュートリノ実験で波束分離による量子デコヒーレンス効果を観測することは不可能である」という論
文 [4, 6]の主張は正しい、と私は考える。
上で引用した論文 [7]の示唆のように、量子デコヒーレンスの物理を深く理解することにより、新物理の効
果を抽出できる可能性もある。新物理に関しては未だ不明瞭な点が多く、ニュートリノの物理から解明が進ん
でいく可能性があり、将来が非常に楽しみである。ニュートリノ実験の精度も年々向上しているので、これか
らの数十年でも多くの実験結果が得られ、理論の計算結果と比較・検討することができるものと期待する。
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付録 A ニュートリノ実験の基礎
著者の卒業論文（2021年 3月）の一部に、多少の加筆・修正を施したものを再録する。

A.1 様々なニュートリノ源
A.1.1 大気ニュートリノ
宇宙から降り注ぐ宇宙線が大気中の原子核と衝突すると、ハドロンが生成し、そのハドロンが崩壊すること
で生じるニュートリノを大気ニュートリノと呼ぶ。このように連鎖的に新たな粒子が生み出される現象を「大
気シャワー」といい、π 中間子、K 中間子が崩壊し、ミューオンが生成される (図 6参照) 。このミューオン
が崩壊することで、電子ニュートリノとミューニュートリノが生成する:

π+ → µ+ + νµ, π− → µ− + ν̄µ.

K+ → µ+ + νµ, K− → µ− + ν̄µ.

µ+ → e+ + νe + ν̄µ. µ− → e− + ν̄e + νµ. (A.1)

宇宙線

大気原子核

π中間子

K中間子

π中間子

ガンマ線 ニュートリノ

ミューオン

電子・ガンマ線電磁シャワー

電磁シャワー

図 6 大気シャワーの概略図

A.1.2 太陽ニュートリノ
太陽ニュートリノとは、太陽の核融合反応で生じる電子ニュートリノのことである。4つの水素原子核（陽
子 p）が融合して 1つのヘリウム 4原子核 He が生成される。このとき、核融合エネルギーが放出されると同
時に、陽電子と電子ニュートリノが生成する:

4p→ He + 2e+ + 2νe. (A.2)

A.1.3 原子炉ニュートリノ
原子炉ニュートリノとは、原子炉内で原子核が β 崩壊 (5.36)を繰り返すことで生じる反電子ニュートリノ

のことである。原子炉ニュートリノは典型的には太陽ニュートリノや大気ニュートリノよりエネルギーが低
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く、主として次の逆崩壊反応により検出される:

ν̄e + p→ e+ + n. (A.3)

A.1.4 加速器ニュートリノ
加速器によって生成されるニュートリノは、次項で述べるニュートリノ振動を正確に測定するのに有用であ
る。大気ニュートリノや太陽ニュートリノは自然に生成されたニュートリノであるため、生成時の情報が不明
瞭である。そのため、生成時のフレーバーから地上で観測したフレーバーへの振動を精密に決定することがで
きない。この問題を解消するため人工的に作り出すのが加速器ニュートリノである。人工的に生成したニュー
トリノであれば生成時の情報が明瞭であり、生成するニュートリノのエネルギーを操作することも可能であ
る。このニュートリノの観測を行う実験としては T2K実験 [50, 51]などが有名である。

A.2 ニュートリノの質量について
電子ニュートリノはトリウムの β 崩壊 (A.4)による電子エネルギースペクトルの測定、ミューニュートリ

ノは π 中間子の崩壊 (A.5)前後の運動量の測定、タウニュートリノは τ 粒子の崩壊 (A.6)前後のエネルギー
と不変質量の測定等によってそれぞれ探索される:

234Th → 234Pa + e− + ν̄e, (A.4)

π− → µ− + ν̄µ, (A.5)

τ− → (ニュートリノ以外の粒子) + ντ . (A.6)

しかし、未だにニュートリノの質量の絶対値や大小関係は確定していない。ただし、太陽における物質との相
互作用による ∆m2

21 の観測によりm1 < m2 は明らかになっている。このとき、m1 < m2 ≪ m3 を質量順階
層、m3 ≪ m1 < m2 を質量逆階層と呼ぶ (図 7参照) 。また、ニュートリノ振動は質量の二乗差に関係して
いるため、振動を観測・解析することで質量そのものを明らかにすることには向いていない。

順階層 逆階層

m1
m2
m3

図 7 順階層 (左) と逆階層 (右) の模式図。
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A.3 スーパーカミオカンデ検出器
A.3.1 検出器概要
スーパーカミオカンデ (SK) とは、円筒形のタンクに 50ktonもの超純水を含んだ超大型チェレンコフ検出

器である (図 8参照) 。ニュートリノの性質の解明や陽子崩壊の探索を目的に研究に用いられている。

図 8 スーパーカミオカンデ検出器全体図
図はウェブサイト [52]から引用。

SKにニュートリノが入射すると、タンク内の水の電子や原子核と相互作用し、荷電粒子が発生する。この
とき、十分なエネルギーを持つ荷電粒子が水中を移動するとチェレンコフ光と呼ばれる光が生じる。この光を
タンク内の壁面に設置された大型の光電子増倍管 (photomultiplier tube, PMT) で捉えることでニュートリ
ノの観測を行っている。
また、検出器の改良やメンテナンスも年々行われており、SK 実験が始まった 1996 年からの測定期間を

SK-Iと呼ぶ。表 5に、期間ごとの SKの主な性能をまとめたものを示す。

表 5 スーパーカミオカンデの期間ごとの主な性能

呼称 期間 衝撃波防止ケース 内水槽の PMT 外水槽の PMT

SK-I 1996-2001 無 11146本 1885本
SK-II 2002-2005 無 5182本 1885本
SK-III 2006-2008 有 11129本 1885本
SK-IV 2008-2018 有 11129本 1885本
SK-V 2019- 有 11129本 1885本

SKのタンクは内水槽と外水槽の 2つで構成されている (図 9参照) 。内水槽は直径 33.8m、高さ 36.2m の
円筒形であり、32ktonの水を含む。壁面には、直径 20インチの PMTが内向きに設置されている。外水槽は
天井部・底部 2.6m、側面 2.75m の厚さで内水槽を覆っており、壁面には直径 8インチの PMTが外向きに設
置されている。
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全体積 50 kton

有効体積  
22.5 kton

外水槽 
 18 kton

内水槽  
32 kton

SK検出器

図 9 内水槽・外水槽

また、内水槽の PMTは 70cm 間隔で設置されており、壁面の約 40%をカバーしている。PMT以外の壁
面は内水槽での光の反射や、外水槽への光の侵入を防ぐため黒いシートで覆われている。これに対し、外水槽
は集光効率を高めるため PMT以外の壁面は白い反射シートで覆われている。外水槽は約 2m の厚さの水の
壁により周囲からのノイズを減衰させる役割も持つ (図 10、11参照) 。

図 10 内水槽の様子
天井部・底部・側面すべてに内向きに PMTが設置さ
れている
図はウェブサイト [52]から引用

図 11 外水槽の底部から見上げた様子
内水槽側の壁に PMT が設置されており周囲は白い
反射シートで覆われている
図はウェブサイト [52]から引用

この PMTの配置により、宇宙線ミューオンがタンク内に入射したか、発生した荷電粒子がタンクから突き
抜けていないかなどを判別することができる。例えば、ニュートリノが入射し内水槽で反応が起こった場合、
生成された荷電粒子が内水槽の中で運動エネルギーを失うとチェレンコフ光は内水槽のみで発生し、外水槽で
は観測されない。一方で、宇宙線ミューオンが入射した場合は、外水槽でも反応する。ゆえに外水槽での反応
を見ることで宇宙線ミューオンとニュートリノとを識別することができる (図 12参照) 。
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ニュートリノが内水槽で 
全エネルギーを損失した場合

ニュートリノが外水槽まで 
到達した場合 上向き停止ミューオン 上向き通過ミューオン

図 12 観測されるニュートリノやミューオンの分類

A.4 チェレンコフ光の検出
この節では、チェレンコフ光の検出について説明する。

A.4.1 チェレンコフ光とは
チェレンコフ光とは、荷電粒子が物質中を通過するとき、その速さが物質中での光の速さよりも速い速度

で通過することで生じる光のことである。この現象は 1934 年に P. A. Cherenkov によって発見され、チェ
レンコフ放射と呼ばれる。真空中の光速は c = 2.99792458 × 108 m/s であり、屈折率 n の物質中の光速は
c′ = c/n となる。高エネルギーの粒子はこの速度を越えることができ、このとき粒子の通過に伴って誘電体
が偏極し、それが元に戻る際の双極子放射によって光が放出される。この光は荷電粒子の軌跡に沿って円錐状
に広がっていく (図 13参照) 。

C’

θ

放出される光

v

荷電粒子

図 13 チェレンコフ光の概略図

荷電粒子と円錐のなす角 θ はチェレンコフ角と呼ばれ、荷電粒子の速度 v 、物質の屈折率 n 、β = v/c を
用いて、
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cos θ =
1

nβ
, (A.7)

と表される。チェレンコフ角 θ は、荷電粒子の速度 v に依存し、v が大きいほど θ も大きくなる。また、純
水の屈折率は約 1.34であるため、水中を光速に近い速さで通過する粒子は約 42°方向にチェレンコフ光を放
射する。
チェレンコフ光の発生条件は

v >
c

n
, (A.8)

であり、この条件を満たす最低のエネルギーを臨界エネルギー E と呼び、次のように表される:

E =
nmc2√
n2 − 1

. (A.9)

このとき、荷電粒子の質量を m とした。具体的には、純水に対して、電子とミューオンの臨界エネルギーは

E(電子) = 0.77 MeV, E(ミューオン) = 0.16 GeV. (A.10)

荷電粒子が飛行距離 dx あたりに放出する光子数 N のうち、波長が λから λ+∆λの範囲に入っているも
のの個数は次のように求められる:

d2N

dxdλ
=

2παZ2

λ

(
1− 1

n2β2

)
=

2παZ2

λ
sin2 θ, (A.11)

ここで、微細構造定数を α、粒子の電荷量を Z とした。

A.4.2 20インチ光電子増倍管
SKでは、内水槽の壁面に設置された PMTを用いてチェレンコフ光を検出する。この PMTは光電面の直

径が 20インチ (50cm) もある大型の増倍管であり、浜松ホトニクスと共同で開発された。その特性を 表 6 に
示す。

表 6 20インチ PMTの特性

光電面の直径 20インチ
光電面の素材 バイアルカリ (Sb-K-Cs)

収集効率 70%

電子効率 22% (390 nm)

ダイノード 11段ベネチアンブラインド型
増幅率 107

暗電流 200 nA

ダークレート 3 kHz

電子走行時間 100 nsec

走行時間幅 2.2 nsec (1σ)

重量 13 kg

耐圧性 6 kg/cm2
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A.4.3 チェレンコフ光の検出方法
SK に入射し超純水中で反応が起こり発生したチェレンコフ光は、内水槽に内向きに設置された PMT に
よって観測される (図 14参照) 。チェレンコフ光は円錐状に広がるため、光はリングを描く。このチェレンコ
フリングについて詳しく測定することで、荷電粒子の進行方向やエネルギー、反応が起こった地点や時間など
を知ることができる。

図 14 チェレンコフ光の検出模式図
図はウェブサイト [52]から引用

このとき、電子や陽電子はガンマ線を発生させるため、そのガンマ線がコンプトン散乱などを起こし、チェ
レンコフリングが不明瞭になる。一方で、ミューオンや荷電パイオンは明瞭なチェレンコフリングを描く。

付録 B 具体的な表現での EPR実験の計算
5.2節で与えられる EPR 実験の議論について、具体的に基底を決めて計算した。

B.1 具体的な表現での量子もつれの計算
スピン 1/2の表現として、具体的にパウリ行列

σ1 =

[
0 1
1 0

]
, σ2 =

[
0 −i
i 0

]
, σ3 =

[
1 0
0 −1

]
, (B.1)

を用いる。これにより、スピン z 成分の規格化された固有状態は

|↑Z⟩ =
[
1
0

]
, |↓Z⟩ =

[
0
1

]
, (B.2)

スピン x成分の規格化された固有状態は

|↑X⟩ = 1√
2

[
1
1

]
, |↓X⟩ = 1√

2

[
1
−1

]
, (B.3)

となる。このとき、式 (5.60)の |ψ⟩は
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|ψ⟩ = 1√
2

([
1
0

]
A

⊗
[
0
1

]
B

+

[
0
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

)
. (B.4)

と書ける。また、式 (5.61)の前段階の、Aの |↓ZA
⟩への射影演算子は

P̂↓ZA
= (|↓Z⟩AA ⟨↓Z |)⊗ 1̂B

=

[
0
1

]
A

[
0 1

]
A
⊗ 1̂B =

[
0 0
0 1

]
A

⊗ 1̂B . (B.5)

これを、|ψ⟩に掛けて

P̂↓ZA
|ψ⟩ = 1√

2

{[
0 0
0 1

]
A

[
1
0

]
A

⊗
[
0
1

]
B

+

[
0 0
0 1

]
A

[
0
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

}
=

1√
2

{[
0
0

]
A

⊗
[
0
1

]
B

+

[
0
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

}
=

1√
2

{[
0
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

}
=

1√
2

(
|↓Z⟩A ⊗ |↑Z⟩B

)
. (B.6)

ゆえに、Aが ↓ZA
を得たときには、B は ↑ZB

を得る。すなわち式 (5.61)が確認できた。

B.2 射影の誤植の確認
式 (5.62)の前段階の、Aの |↓XA

⟩への射影演算子は

P̂↓XA
= (|↓X⟩AA ⟨↓X |)⊗ 1̂B

=
1

2

[
1
−1

]
A

[
1 −1

]
A
⊗ 1̂B =

1

2

[
1 −1
−1 1

]
A

⊗ 1̂B . (B.7)

これを、|ψ⟩に掛けて

P̂↓XA
|ψ⟩ = 1√

2

{
1

2

[
1 −1
−1 1

]
A

[
1
0

]
A

⊗
[
0
1

]
B

+

[
1 −1
−1 1

]
A

[
0
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

}
=

1

2
√
2

{[
1
−1

]
A

⊗
[
0
1

]
B

+

[
−1
1

]
A

⊗
[
1
0

]
B

}
=

1

2
√
2

{[
1
−1

]
A

⊗
([

0
1

]
B

−
[
1
0

]
B

)}
=

1

2
√
2

{[
1
−1

]
A

⊗
(
−
[
1
−1

]
B

)}
= − 1

2
√
2
(|↓X⟩A ⊗ |↓X⟩B) , (B.8)

である。つまり、式 (5.62)が得られた。やはり Aが ↓XA
を得る場合は、B は ↑XB

ではなく、↓XB
を得る。

B.3 B が得る測定結果の確率
Aの測定に対応するエルミート演算子 M̂A とその固有状態 |λI⟩A (I = 1, 2) が
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M̂A |λI⟩A = λI |λI⟩A (B.9)

のように定義されているとする。具体的に M̂A = σ3、λ1 = 1、λ2 = −1の場合を考えると上の例と同じにな

る: |λ1⟩A =

[
1

0

]
A

、|λ2⟩A =

[
0

1

]
A

。

状態 (B.4)のもとで、B が ↑Z を得る確率は、Aについての部分トレースを取って

P (↑ZB
) =

∑
I

(
A⟨λI | ⊗ ⟨↑ZB

|
)(
|ψ⟩ ⟨ψ|

)(
|λI⟩A ⊗ |↑ZB

⟩
)
, (B.10)

である。ここで、状態 (B.4)から、ρ̂ = |ψ⟩ ⟨ψ|は

ρ̂ = |ψ⟩ ⟨ψ|

=
1

2

([
1
0

]
A

[
1 0

]
A
⊗
[
0
1

]
A

[
0 1

]
B
+

[
0
1

]
A

[
0 1

]
A
⊗
[
1
0

]
A

[
1 0

]
B

)
=

1

2

([
1 0
0 0

]
A

⊗
[
0 0
0 1

]
B

+

[
0 0
0 1

]
A

⊗
[
1 0
0 0

]
B

)
, (B.11)

と書き表せる。
このとき、 (Aについて部分トレースを取った) 密度行列 ρ̂B は

ρ̂B := TrA [ρ̂]

=
∑
I

A⟨λI |ψ⟩ ⟨ψ |λI⟩A

=
[
1 0

]
A

{
1

2

([
1 0
0 0

]
A

⊗
[
0 0
0 1

]
B

+

[
0 0
0 1

]
A

⊗
[
1 0
0 0

]
B

)}[
1
0

]
A

+
[
0 1

]
A

{
1

2

([
1 0
0 0

]
A

⊗
[
0 0
0 1

]
B

+

[
0 0
0 1

]
A

⊗
[
1 0
0 0

]
B

)}[
0
1

]
A

=
1

2

{[
0 0
0 1

]
B

+

[
1 0
0 0

]
B

}
=

1

2
1̂B , (B.12)

となる。つまり、B が ↑Z を得る確率 (B.10)は

P (↑ZB
) = ⟨↑ZB

| ρ̂B | ↑ZB
⟩ (B.13)

=
[
1 0

]
B

(
1

2
1̂B

)[
1
0

]
B

=
1

2
,

のように書き表せる。また、B が ↓Z を得る確率も同様に

P (↓ZB
) = ⟨↓ZB

| ρ̂B | ↓ZB
⟩

=
[
0 1

]
B

(
1

2
1̂B

)[
0
1

]
B

=
1

2
, (B.14)

となる。ρ̂B を用いることで、B が自身の量子ビットだけを測定したとき、1/2の確率で上向きスピンを得る
ことが確認できた。
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