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日大理工・益川塾連携
素粒子物理学シンポジウム

日程: 2014年 11月 8日 (土)、9日 (日)

場所: 京都産業大学 むすびわざ館 3-B教室

概要
　第４回日大理工・益川塾連携素粒子物理学シンポジウムが、日本大学理工学部物理
学科素粒子論研究室と京都産業大学益川塾の連携の下、上記の日時・場所において開
催された。本シンポジウムは、私立大学が連携して素粒子物理学に関する研究交流を
図ることを目的とし、「素粒子と時空」および「現象から探る素粒子」の２つをテー
マとして企画され、計１５件の講演が行われた。講演は場の量子論から素粒子現象論
にわたる理論に関するものが中心であるが、格子QCD、暗黒エネルギーと修正重力
理論、Bの物理、及びCMB偏光観測実験に関する招待講演を含め幅広い内容であっ
た。参加者は日本大学と京都産業大学を中心に、大阪大学、近畿大学、京都大学、高
エネルギー加速器研究機構、摂南大学、東京理科大学、奈良女子大学、理化学研究所
などから３６名であり、大変に有意義なシンポジウムとなった。なお、本シンポジウ
ムは、京都産業大学の援助を受けて開催された。

世話人
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日大理工・益川塾連携 素粒子物理学シンポジウム 

－CST & MISC Joint Symposium on Particle Physics－ 

 

□ 開催日・開催場所 

日時：平成 26年 11月 8日（土），11月 9日（日） 

場所：京都産業大学 むすびわざ館 3階 3-B教室 

 

□ プログラム 

11月 8日（土曜日）   素粒子と時空／現象から探る素粒子 

13:00 受付開始   むすびわざ館 3階 3－B教室 入口 

13:30-14:50 座長：九後 汰一郎 (益川塾) 

13:30-13:45 益川 敏英 (益川塾) 挨拶 

13:45-13:50 主催者 シンポジウムに関する連絡事項 

13:50-14:50 青木 愼也 (基研) 格子 QCDの最近の進展 

14:50-15:10 休憩 

15:10-16:25 座長：三輪 光嗣 (日大理工) 

15:10-15:35 九後 汰一郎 (益川塾) Massive supergravity 

15:35-16:00 藤川 和男 (理研) Neutrino-antineutrino mass splitting 

in the Standard Model and baryogenesis 

16:00-16:25 梅津 光一郎 (日大理工) A hidden-variables version of Gisin's theorem 

16:25-16:50 休憩 

16:50-17:50 座長：原 哲也 (益川塾) 

16:50-17:50 辻川 信二 (東京理科大) 暗黒エネルギーと修正重力理論 

18:00-19:30 懇親会   むすびわざ館 1階 カフェ「KSUKSU」（申込者のみ） 

 

2

Soryushiron Kenkyu



2 

 

 

11月 9日（日曜日）   素粒子と時空／現象から探る素粒子 

10:00-11:00 座長：植松 恒夫 (益川塾) 

10:00-11:00 後藤 亨 (KEK) Bの物理の現状と展望 

11:00-11:15 休憩 

11:15-12:30 座長：高杉 英一 (益川塾) 

11:15-11:40 二瓶 武史 (日大理工) 超対称暗黒物質の対消滅における電弱制動放射の寄与 

11:40-12:05 杉山 弘晃 (益川塾) Zero Higgs Doublet Model 

12:05-12:30 渡邊 篤史 (益川塾） T2K実験における重いニュートリノ探索 

12:30-14:00 昼食   むすびわざ館 1階 カフェ「KSUKSU」（申込者のみ） 

14:00-15:00 座長：二瓶 武史 (日大理工) 

14:00-15:00 長谷川 雅也 (KEK) CMB偏光観測実験: POLARBEARの最新の結果と今後の展望 

15:00-15:20 休憩 

15:20-16:10 座長：梅津 光一郎 (日大理工) 

15:20-15:45 三輪 光嗣 (日大理工) On quantum corrections of a string world sheet 

for a Wilson loop in the AdS/CFT correspondence 

15:45-16:10 柴 正太郎 (益川塾) 場の理論によるブラックブレーンの解析と p-soupモデル 

16:10-16:30 休憩 

16:30-17:50 座長：太田 信義 (近大) 

16:30-16:55 池田 憲明 (益川塾) 場の理論、弦理論に現れる Lie亜群 

16:55-17:20 出口 真一 (日大理工) Gauged Twistor Models of Massless and Massive Particles 

17:20-17:45 仲 滋文 (日大理工) 衝撃波型背景時空における bi-local 模型 

17:45-17:50 主催者 シンポジウムに関する連絡事項 
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格子QCDの最近の進展
青木　慎也

京都大学　基礎物理学研究所

1 序
格子QCDの最近の進展に関して、幾つかの最新の結果を例に取り、紹介したい。

2 ハドロン質量の計算
ハドロンの基底状態の質量の計算は、格子QCDの提案当初からの長年の課題であり、その正し

さを証明するためにまず第１に為さねばならないものである。近年では、ようやくハドロン質量
の正確な計算が可能になりつつある。実際、論文 [1]では、２＋１フレーバーQCDの計算で、カ
イラル外挿や連続極限への外挿を行った後でのハドロン質量の結果が報告されており、実験値と
の良い一致を示している。この計算でのパイ中間子の質量の最小値は 190 MeVであり、物理的な
値 140 MeVにかなり近く、今まで問題であったカイラル外挿に起因する系統誤差が大幅に低減し
ている。また、物理点直上での計算 [2]も行われるようになっており、ハドロン質量の格子QCD
による計算はほぼ完成したと考えられる。
最近では、u,dのクォークの質量や電荷の違い等のアイソスピンの破れの効果を取入れた計算も

行われるようになってきており、例えば、文献 [3]では、表 2のような結果が得られている。この

mass splitting [MeV] QCD [MeV] QED [MeV] exp. [MeV]
∆N = n− p 1.51(16)(23) 2.52(17)(24) -1.00(07)(14) 1.29

∆Σ = Σ− − Σ+ 8.09(16)(11) 8.09(16)(11) 0 8.08(8)
DeltaΞ = Ξ− − Ξ0 6.66(11)(09) 5.53(17)(17) 1.14(16)(09) 6.85(21)
∆D = D± −D0 4.68(10)(13) 2.54(08)(10) 2.14(11)(17) 4.76(10)

∆Ξcc = Ξ++
cc − Ξ+

cc 2.16(11)(17) -2.53(11)06) 4.69(10)(17) not measured

論文の計算では、それぞれ質量の異なる u,d,s,cの４つの力学的クォークの効果を取入れ、また、
電磁相互作用の寄与もQEDにより取入れている。幾つかの質量、電荷、体積、格子間隔で計算を
行い、物理的なクォーク質量へのカイラル外挿や内挿、物理的な電荷への内挿、無限体積への外
挿、連続極限への外挿を行っている。表の１行目にある中性子と陽子の質量差 (MeV単位）を見
ると、電磁相互作用の効果（４列目）では電荷を持つ陽子の方が 1 MeV程度重くなるが、逆に d
クォークの方が uクォークより重いという QCDの効果（３列目）により中性子の方が 2.5 MeV
重くなり、合計（２列目）では、中性子が 1.51 MeV重くなる。実験値（５列目）の 1.29 MeVと
比べると若干大きいが、統計誤差や系統誤差を考えると良い一致と言えよう。むしろ、平均の質
量の 0.2%以下の中性子と陽子の小さな質量差を、格子QCDの第１原理計算により出せるように
なったということは、現時点での格子QCDのハドロン質量計算の到達点を示すものとして評価さ
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れる結果である。他にも幾つかの質量差が計算されているが、実験値との一致は良い。５番目の
Ξccの質量差は実験でも測定されておらず、QCDからの予言になっている。将来、Ξ++

cc = uccや
Ξ+

cc = dccの質量が測定され、QCDのこの予言が正しいかどうかが確かめられれば面白い。

3 ハドロンの弱電磁行列要素の計算
素粒子実験の様々な結果から、キャビボー小林ー益川 (CKM)行列を決めるには、弱電磁相互作

用に現れる有効相互作用項のハドロン行列要素の情報が必要となる。このようなハドロン行列要素
はQCDの効果を取り込んで評価する必要があるため、ハドロン質量の計算と並んで、格子QCD
の初期から多くの計算がなされてきている。最新の結果などは、Flavor Lattice Average Group
(FLAG)のレビュー [4]などにまとめられているので、興味の有る方はご覧になって頂きたい。こ
こでは、幾つかのハドロン行列要素に関しての最新の結果を紹介したい。
最も簡単なハドロン行列要素である擬スカラー中間子の崩壊定数は

〈0|d̄γµγ5u|π+(p)〉 = ipµfπ+ , 〈0|s̄γµγ5u|K+(p)〉 = ipµfK+ , (1)

などのように定義される。ここで、左辺に現れた演算子は軸性ベクトル・カレントである。格子
QCD計算による最新の結果は

fπ = 130.2(1.4)MeV, fK = 156.3(0.9)MeV, (Nf = 2 + 1) (2)

である [4]。ただし、この結果は、u,dクォークの質量差を考慮していない 2+1フレーバー QCD
の計算により得られたものである。カイラル外挿や連続極限への外挿は行われている。この結果
は、Particle Data Group (PDG)の結果、

f (PDG)
π = 130.41(0.20)MeV, f

(PDG)
K = 156.1(0.8)MeV, (3)

と良く一致している。
中性K中間子の混合パラメタBK は以下で定義される。

BK(µ) =
〈K0|Q∆S=2

R (µ)|K0〉
8
3f

2
Km

2
K

. (4)

ここで、K0とK
0の間の遷移を引き起こす∆S = 2の有効４体フェルミ演算子は

Q∆S=2
R = [s̄γµ(1 − γ5)d][s̄γµ(1 − γ5)d] (5)

で与えられ、µはこの演算子の繰り込み点を表す。BK は弱い相互作用による間接的な CPの破
れに関係する物理量である。カイラル外挿、連続極限への外挿を行った２＋１フレーバーの格子
QCDの最新結果 [4]は

B̂K = 0.7661(99), BMS
K (2GeV) = 0.5596(72) (6)

である。ここで、繰り込みスケール不変な B̂K は

B̂K =
(
ḡ(µ)2

4π

)−γ0/(2β0){
1 +

ḡ(µ)2

(4π)2

[
β1γ0 − β0γ1

2β2
0

]}
BK(µ) (7)

2

5

Soryushiron Kenkyu



で定義される。
中性K中間子の ππへの崩壊振幅は

A(K0 → π+π−) =

√
2
3
A0e

iδ0 +

√
1
3
A2e

iδ2 , A(K0 → π0π0) =

√
2
3
A0e

iδ0 − 2

√
1
3
A2e

iδ2 (8)

と書かれる。ここで、δI は、QCDによる ππ散乱の位相差で、I = 0, 2は、ππ状態の全アイソス
ピンを表し、一方、AI は、弱い相互作用によるK → ππ崩壊の振幅である。実験的には、例えば

ReA0

ReA2
= 22.45(6) (9)

という値が知られており、この値は、Iが 3/2変わる崩壊に比べて Iが 1/2変わる崩壊の方が圧倒
的に多いことを示しており、∆I = 1/2規則と呼ばれている。一方、中性K 中間子の CPの直接
的な破れを示す量としては、

ε′ =
1√
2

Im
(
A2

A0

)
eiΦ, Φ = π/2 + δ2 − δ0 (10)

が知られている。格子QCDによるAI の計算は、終状態に２粒子が存在するため、容易ではない。
特に、真空と同じ量子数をもつ状態への崩壊であるA0の計算が難しい。とはいえ、長年の努力に
より徐々に結果が出てきている。A2に関しては、a−1 = 1.364 GeVという非常に粗い格子で、

ReA2 = 1.381(46)stat(258)sys10−8GeV (11)

ImA2 = −6.54(46)stat(120)sys10−13GeV (12)

という結果が得られている [5, 6]。この計算でのパイ中間子、K中間子の質量はmπ = 142 MeV,
mK = 506 NeV であり、物理的な値にかなり近い。実部に関しては、実験値

ReA2 = 1.479(4) × 10−8GeV (13)

と誤差の範囲で一致している。一方、虚部は実験値がないので、QCDによる予言となっている。よ
り難しいA0に関してはその実部が、格子間隔 a−1 = 1.73 GeVの１点で計算が行われ、∆I = 1/2
規則に関して以下の結果が報告されている [7]。

ReA0

ReA2
=

{
9.1(2.1) for mK = 878MeV, mπ = 422MeV
12.0(1.7) for mK = 662MeV, mπ = 329MeV

(14)

実験値のReA0/ReA2 = 22.45(6)に比べるとまだかなり小さいが、パイ中間子の質量を小さくす
るにつれて大きくなっているので、物理点では、実験値にかなり近づきそうに思われる。連続極
限を含めた今後の発展が楽しみである。

4 有限温度QCDの状態方程式
QCDの低温では、カラー１重項であるハドロンが物理的状態として現れ、カラーをもつクォー

クはハドロン内に閉じ込められ、外には出てこない。しかしながら、QCDで温度を上げて行くと、
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ハドロン相からクォーク・グルーオン・プラズマ相への相転移が起きると期待されている。格子
QCDによりそのようなQCDの有限温度相転移が研究されている。
２＋１フレーバーの場合の相転移は、１次転移ではなく、クロスオーバーであることが格子QCD

の数値計算により確立しつつ有る。また、この場合の、クロスオーバーの（擬）転移温度は

Tc = 157(3)(3)MeV

となっている。しかしながら、これらの結果は、１つのクォークの定式化で得られたものなので、
他の方法による確認が必要である。
有限温度の物理量として、物質の状態方程式が計算されている。状態方程式は、圧力 p、エネ

ルギー密度 ε、エントロピー密度 sなどを温度の関数として与えるものであり、自由エネルギー
F = −T logZ と以下の関係にある。

p(T )
T

=
∂ logZ
∂V

' logZ
V

, ε(T ) = − 1
V

∂ logZ
∂1/T

, s(T ) =
1
V

∂(T logZ)
∂T

　. (15)

状態方程式に関する最新の結果の図などは論文 [8]を見て頂きたい。

5 格子QCDによる核力の計算

図 1: 実験から決めたスピン一重項に対する現象論的ポテンシャルの例。

最後の章では、より複雑な物理量であるハドロン間相互作用、特に核力の格子QCDによる計算
を紹介する。核力の研究は、湯川秀樹博士の１９３５年の論文で提案された中間子論に始まった。
現在では、陽子や中性子などの核子も力を媒介する中間子のどちらもクォークとグルーオンから
構成されていることが分かっており、その複雑な内部自由度を反映して、核力の振る舞いも２核
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図 2: 格子QCDによるスピン一重項ポテンシャル。

子間の距離に依存して複雑に変化する。例えば、実験から決めたスピン一重項に対する現象論的
なポテンシャルを図 1に載せる。ポテンシャルの決め方の違いで若干の差異があるが、以下の３
つの特徴的な振る舞いは共通である。長距離は引力で、この部分は湯川の提唱した１つの中間子
の交換で記述される。中間領域では、引力がさらに強くなる。これは、複数のパイ中間子の交換
やより重い中間子の交換で理解されると思われる。より近距離では引力は斥力に変わり、非常に
強い斥力芯が現れる。近距離なのでクォークなどの内部自由度が重要になると思われるが、斥力
芯の起源に関する明快な理解は無い。
このような複雑な核力の振る舞いを格子 QCDで説明出来るのかは重要な問題であるが、格子

QCDで相互作用を調べることは難しく、なかなか進展が無かった。ところが、２００７年の論文
[9]で新しい方法が提唱され、格子QCDにより、核力などのハドロン間相互作用を統一的に研究
する事が可能になってきた。この方法はHAL QCDの方法と呼ばれ、いろいろなハドロン間相互
作用の研究に応用されている。最近の結果に関するレビューは論文 [10]をご覧になって頂きたい。

HAL QCDの結果の中から、2+1フレーバー格子 QCDで計算 [11]を紹介しよう。格子間隔
a = 0.09 fm, 格子の１辺の長さがL = 2.9 fm、パイ中間子の質量が約 700 MeVで計算されたスピ
ン一重項ポテンシャルを図 2に載せる。定量的な点はともかくとして、遠距離、中間距離の引力、
そしてそれが近距離で斥力になり、斥力芯が現れる点など、核子ポテンシャルの定性的な点がす
べて格子QCDにより計算されたポテンシャルで再現されている。
図 3には、格子QCDで得られたポテンシャルを用いて計算された散乱位相差を載せる。誤差付

きの赤いデータが格子QCDの結果であり、青い実線が散乱位相差の実験値である。図から分かる
ように、散乱位相差のエネルギー依存性の定性的な振る舞いが良く再現されている。一方、低エ
ネルギーでの立ち上がり方は実験に比べて弱い。これは、パイ中間子の質量が７００MeVと実験
値の１４０MeVに比べてかなり重いためだと考えられる。パイ中間子の質量が１４０MeVの格
子QCD計算で、正しい散乱位相差が再現できるかどうかが、これからの重要な課題である。
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図 3: 格子 QCDによるスピン一重項ポテンシャルから計算された位相差。青い実線は実験値で
ある。
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1 Introduction

この話は、近畿大学の太田信義さんとの現在進行中の共同研究に基づいている。シンポジウム
では、前半にNon-SUSYの場合の dRGT のmassive gravity理論 [1]において、任意の許される背
景重力場の下で、伝播する重力場モードにBoulware-Deser（BD) ghost[2] が現れないことの我々
の最近の証明 [3]を紹介した。これは、単にモード数を数える従来の証明 [4]ではなく、任意背景
場上で伝播する重力場の運動項をあらわに解析し、BD-ghostに相当する Stückelberg scalar場 [5]

の高階微分項が実際に全て消えていることを証明するものである。直接証明であるお蔭で、副産
物としての知見が得られる。任意背景場と書いたが、実は、背景場を平坦Minkowski時空からだ
んだん強くして行くと、その証明が破綻する所に達する。その点が、実は、dRGTの質量項の平
方根の branch pointであり、それを超えると重力場行列の平方根が complexとなるので、dRGT

の理論そのものが意味を持たなくなる領域であることも、この直接証明の副産物として明らかに
なった。この証明の詳細に関しては既に論文が PTEPに発表されている [3] ので興味ある方はそ
ちらを参照願いたい。
ここでは、未だ発表していないその超対称化、すなわちMassive Supergravityについて書く。し

かし、実はこの projectは未だ途上であって、現在の所線形近似レベルでしか actionが構成でき
ていない。それを報告し、full order actionの構成への道筋を述べたい。

2 5次元から4次元への縮約

de Rham達は、別の論文 [6]で、（多脚場変数で書かれた）5次元の Einstein重力理論から、5

次元方向を 2点だけから成る２サイト模型にして 4次元に次元縮約すれば、ほぼ「自動的」に彼
らのmassive gravity模型が出てくる、ということを示している。したがって、同じことを 5次元
の Supergravity（SUGRA）模型に対して行えば、massive SUGRA模型が出せるのではないかと
思われる。しかし、残念ながら SUSYは非常に「fragil」であって、5次元方向を離散的な２サイ
ト模型にした途端に壊れてしまい、うまく 4次元に次元縮約出来ない。

2.1 Kaluza-Klein (KK) 縮約

とはいえ、とにかく 5次元 SUGRA模型はmassive SUGRAの重要なヒントを与えるので、5次
元 SUGRA模型のM4 × S1上でのKaluza-Klein (KK) 縮約を考えることにする。5次元の場

φ(x, y) =
{
5脚場 eAM (x, y), Gravitino ψi

M (x, y), Gravi-photon AM (x, y)
}
,(

M = (µ, y), A = (a, 4);µ, a = 0, 1, 2, 3, SU(2) label i = 1, 2
)

(1)

1
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をKK モードへ展開する:

φ(x, y) =
∑
n∈Z

φ(n)(x) e
inmy , (2)

m ≡ 1/R は、massの単位を与える。n = 0モードはmassless、n ̸= 0モードはmass nm を持つ。
これらのモードは次の表のようになる：

成分 gauge変換 n = 0 n = ±1, ±2, · · ·
eaµ : δeaµ(n) = ∂µξ

a
(n) massless (j = 2) 2 massive (j = 2) 5 = 2 + 2 + 1

↑
e4µ : δe4µ(n) = ∂µξ

4
(n) massless Bµ (j = 1) 2 NGボソン (j = 1) 2

eay : δeay(n) = inmξa(n) 0 by LL gauge 0 by LL gauge

↑
e4y : δe4y(n) = inmξ4(n) massless ϕ (j = 0) 1 NGボソン (j = 0) 1

Aµ : δAµ(n) = ∂µθ(n) massless GB (j = 1) 2 massive (j = 1) 3 = 2 + 1

↑
Ay : δAy(n) = inmθ(n) massless (j = 0) 1 NGボソン (j = 0) 1

ψi
µ : δψi

µ(n) = ∂µε
i
(n) massless GF (j = 3/2) 2 massive (j = 3/2) 4 = 2 + 2

↑
ψi
y : δψi

y(n) = inmεi(n) massless (j = 1/2) 2 NG fermion (j = 1/2) 2

(3)

NG ボソンや NG fermion と記されたモードは矢印の先の massive になるモードに吸収され
る。n = 0セクターは、trivial次元縮約により得られる N = 2 d = 4 SUGRAと同じである。
n = ±1, ±2, · · · の massiveタワーは、各 n毎に、

N = 1 massive多重項 1 eaµ(n) + 2ψi
µ(n) + 1Aµ(n) , (4)

のように見えるが、実際は central charge m = Z = p4を持つN = 2多重項である。しかし、こ
れらが複素場 φ†

(n) = φ(−n)であることに注意。

2.2 n = ±1の y-parity even modesのみへの切断

5次元目の座標 y ≡ x4に依存しない SUSY変換 ε(n=0)(x)の下で、任意の n(̸= 0)に対し、+|n|
と−|n|のKKモード φ(±n)が線形化されたレベルで閉じていることは、5次元目の運動量保存か
ら明らかである。またActionも、full action の中で φ(±n)に関して 2次の部分で、他の全てのレ
ベル ℓ ̸= ±nの場 φ(ℓ)を 0にした（n = 0モードは flat Minkowski背景にした）ものを、「線形化
された action」と定義すると、それは、4次元座標 xにも依らない定数 SUSY変換 ε(n=0)に対し
て不変で、さらにφ(±n)の inhomogeneousなシフト変換 ∂Mε(±n)(x)の下でも、不変である。これ
は、full actionで考えても、これらの変換後、

φ(n)(x)φ(−n)(x)ε(n=0) や φ(∓n)(x)∂Mε(±n)(x), (5)
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の形の項が、上の線形化された actionからしか出ないことから明らかである。（もし、xに依存す
るゼロモード変換 ε(n=0)(x)についての不変性を考えると、

φ(n)(x)φ(−n)(x)ε(n=0)(x) (6)

の形の項の相殺を議論しなければならないが、この形の項は、上の線形化 actionからだけでなく、
場の 3次項

φ(n)(x)φ(−n)(x)φ(n=0)(x) (7)

からも、ゼロモード場φ(n=0)(x)の inhomogeneous シフト ∂µε(n=0)(x) があれば出てくるので、線
形化 actionだけで不変とは言えない。x依存性の無い変換だけなら、inhomogeneous シフト項は
効かなくなるので、線形化 actionだけで不変なのである。）
よって線形化レベルでは、平坦な背景時空の上で、n = ±1モードだけに、あるいは同じことだ

が、cosと sinモード

φcos(x) =
1

2

(
φ(1)(x) + φ(−1)(x)

)
, φsin(x) =

1

2i

(
φ(1)(x)− φ(−1)(x)

)
, (8)

の二つだけに、制限することが出来る。(これらの実場の片方だけでは、central chargeが不定で、
N = 2 SUSYの表現にはなれない。）
実は、y-parityを使えば、さらに半分の偶モードのみに制限できる：

ea cosµ , e4 sinµ , ea siny , e4 cosy , Asin
µ , Acos

y (9)

ψcos
µ+, ψsin

µ−, ψsin
y+, ψcos

y− (10)

ここで 4次元スピノール ψ±は、5次元の SU(2) Majoranaスピノール ψi=1,2から

ψ+ ≡ ψ1R + ψ2L

ψ− ≡ ψ2R − ψ1L, (11)

で定義された、共に 4次元Majoranaスピノールである：ψ± = ψT
±C. y-parityは、「y-方向の波動

関数の parity」と「場自体の内部 parity」の積で与えられる。cos (sin) モードは y-波動関数 parity

が+ (−) であり、yとか 4の場の添え字および gravi-photon場は、奇の内部 parityを持っている
ことに注意。この y-parity偶モードに制限した線形化 actionでは、SUSYも y-parity偶の変換パ
ラメータの下でのN = 1 SUSY不変性に縮小する：

εi(0) → ε(0)+ ≡ ε+ :定数

εi(±1)(x) → εcos+ (x) ≡ η+(x), εsin− (x) ≡ η−(x) (12)

2.3 線形化レベルでのmassive SUGRA

このようにして、5次元 SUGRAから、n = ±1レベルの y-parity偶のKaluza-Kreinモード（の
2次項）のみを残した actionは、SUSY変換 (12)の下で不変な線形化レベルでのmassive SUGRA

action を与える。

3
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場の記号Bµ, ϕ, hµν , hを

eµ
aηaν ≡ eµν , hµν ≡ eµν + eνµ ≡ 2e(µν), eµ

4 ≡ Bµe
ϕ, ey

4 = eϕ

h ≡ hµµ, hµ ≡ ∂νhµν = 2eµµ, (13)

で導入すれば、(ey
a = 0 ゲージで) この線形化レベルのmassive SUGRA actionは次のように書

けることがわかる:

S =
1

4
hµν
(
∂µ∂νh− 2∂[µhν] +□hµν + ηµν

(
∂λhλ −□h

))
−1

4
Fµν

2(A)− 2i
∑
i=±

ψ̄µiγ
µνρ∂νψρi

+m2
(1
2
hµν +

1

m
∂(µBν) +

1

m2
∂µ∂νϕ

)2
−m2

(1
2
h+

1

m
∂ ·B +

1

m2
□ϕ
)2

+
1

2
m2
(
Aµ +

1

m
∂µAy

)2
+(−2i)4m

(
ψ̄µ+ − 1

m
∂µψ̄y+

)
γµν
(
ψν− +

1

m
∂νψy−

)
この actionの第 1行目+2行目は、massless N = 2 SUGRAの線形化 actionそのものになってい
る。また、第 3行目は gravitonのちょうど Fierz-Pauli型のmass term であり、下の変換則でも
確かめられるように、Bµ = eµ

4e4
yが Stückelberg vector場、ϕ = ln ey

4が Stückelberg scalar場、
になっている [5, 7]。第 4行目は gravi-photonAµのmass termで、Ay がその Stückelberg scalar

場になっている。第 5行目はRarita-Schwinger場の (Diracタイプの transition) mass termで、こ
こでも ψy± が Stückelberg spinor場となっている。5次元ゲージ場の extra次元 y-成分が、自動
的に Stückelberg場として働いており、mass termがあってもGC不変性や超対称性を保持してい
ることに注意したい。

2.4 変換則

上の actionは、ε+ を x-independentな SUSY変換パラメーター、η±(x)を inhomogeneous local

変換パラメーターとする、次の変換の下で不変である。

δeµ
a = −2iε̄+γ

a
(
ψµ+ − 1

m
∂µψy+

)
+ ∂µξ

a

δeµ
4 = δBµ = 2ε̄+ψµ− −mξµ + ∂µξ

4

δey
4 = δϕ = 2ε̄+ψy− −mξ4

δAµ =
√
6ε̄+iγ5ψµ− + ∂µθ

δAy =
√
6ε̄+iγ5ψy− −mθ (14)

4
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δψµ+ = ∂µη+ − 1

4
ωµ,abγ

abε+ +
1

2
√
6

(
γµν − 2ηµν

)
γ5ε+(∂νAy +mAν)

with ωµ,ab = ∂µe[ab] − ∂[ahb]µ

δψy+ = mη+ − 1

4

(1
2
Fµν(B) +me[µν]

)
γµνε+ − i

4
√
6
γabγ5ε+Fab(A)

δψµ− = ∂µη− − i

4
(Fµν(B)−mhµν)γ

νε+ − 1

4
√
6

(
γµab − 4ηµaγb

)
γ5ε+F

ab(A)

δψy− = −mη− +
i

2
(∂µϕ+mBµ)γ

µε+ − 1√
6
(∂µAy +mAµ)γµγ5ε+ (15)

yや 4の添え字を持つ場が、変換パラメータで inhomogeneous shiftを受ける Stückelberg場になっ
ている点に注目されたい。

3 Full non-linear massive SUGRA

この線形化レベルの結果は非常に示唆的で、massive SUGRA action も、massive gravity の場
合と同様、N = 2 massless SUGRA actionの部分に、Stückelberg場を含んだ質量項を加えた形を
持っている、ということを示す。この線形化 actionは、N = 1の superconformal tensor calculus

を用いて、fullに局所超対称な形に書き直すことができるように思われる。この projectで非自明
なのは、先ず第 1に N = 2 massless SUGRA部分を、N = 1 テンソル算法を用いて、N = 1

SUGRA部分とmasslessスピン (3/2, 1) ‘matter’多重項部分、に分解して書かねばならないこと
である。これは、superconformal でなくても未だ誰も完全にはやっていないようである (部分的な
結果はある [8, 9]）。次に、N = 1の gravitino ψµ と (3/2, 1)多重項の Rarita-Scwinger場 Ψν の
間の transition (Dirac) 質量項 ψ̄µγ

µνΨν を含む様なN = 1 superconformalな質量項を ‘matter’

多重項について線形に、従って、おそらくN = 1 superconformal の compensator（の単項式）と
の積で与える必要がある。すなわち full order actionは、

N = 1 massless SUGRA ψµ + massless (32 , 1) matter multiplet Ψµ

+ mass term ψ̄µγ
µνΨν

なるN = 1 superconformalの三種の項の和で与えられると予想される。
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6

15

Soryushiron Kenkyu



Neutrino-antineutrino Mass Splitting in the Standard Model

and Baryogenesis

Kazuo Fujikawa
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1 CPT 定理

CPT定理は、Pauliとか Lüdersにより定式化された。この定理は Lüdersの定義では現在の言
葉で言って、Lorentz不変で局所的な場の理論では、通常のスピンと統計の関係がみたされエル
ミート的な LagrangianあるいはHamiltonianで記述される場合には、CPとTは同等であるとい
うものである。このCPT対称性はCあるいはCPを含んでいることからわかるように、粒子と反
粒子を置き換える作用を含んでおり、したがって、非常に広い範囲の理論で粒子と反粒子の性質
（例えば、質量）が等しいという結論を与える。
このような一般的な定理ではあるが、この定理が破れている可能性が過去において多くの人た

ちにより議論されてきた。この破れのメカニズムについては、主要な考え方として
1．局所性の仮定を除いて、非局所的な理論を許す
2. Lorentz対称性の破れを許す
の 2つの考え方がある。
第 2の Lorentz対称性の破れの可能性が、CPTの破れの機構としてはこれまで一番多く議論さ

れてきたものである。事実、一部の人たちは、Lorentz対称性の破れがCPTの破れを与える唯一
の可能性であるという証明ができると主張してきた。この主張は、直感的には非局所理論はユニ
タリー性に困難があるので、もっともらしく見えるところもあるが、そのような「証明」はでき
ていないという意見がだされ、現在はこの唯一性の証明は信じられていない。われわれの見解も、
CPT対称性の破れを考えるということは通常の Lorentz不変な局所理論を越えて行く試みである
ので、当然ながら非局所性に基づくCPTの破れの可能性は排除できないというものである。しか
し、具体的な模型でユニタリー性の破れが大きく出ると量子論の基礎とも矛盾するので、非局所
性はプランクの長さ程度に収まる理論を考察する。ここで、CPT対称性と粒子・反粒子対称性に
ついて一言コメントしておくと、CPTの破れは、例えば、Tを破りCPを保つ模型でも実現され
る。したがって、CPTの破れは必ずしも粒子・反粒子対称性の破れを意味しない。事実、最近そ
のような模型も考察されている。粒子と反粒子の質量のずれ等を実現するには、CPTの破れは必
要条件であり十分条件ではない。

2 ニュートリノの質量

ニュートリノの質量項は、標準模型では存在しない項であり、標準模型を越えたより基本的な
理論の性質を反映している可能性がある。したがって、CPT対称性の破れといった既存の理論に
無い性質が顔を出す可能性もある。このような考察に基づき、最近ニュートリノと反ニュートリ
ノの質量に差が出るような CPT対称性を破る模型が考察された。 この模型は標準模型の最小限
の変形に基づいており、
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a) C, CP および CPTの破れ
b) Lorentz 不変性
c) SU(2)xU(1) ゲージ不変性
d) Planck長程度の非局所性

を取り入れている [1]。
この模型では、具体的には、ニュートリノの振動実験でテストできる程度の大きさのニュート

リノと反ニュートリノの質量差を出すことができるが、例えば、電子と陽電子の質量差としては
無視できるほど小さな値を予言する。同様に、K中間子と反K中間子の質量差も実験値の上限よ
りはずっと小さな値を予言する。すなわち、標準模型の良い点を損なわずに、ニュートリノと反
ニュートリノの質量差に関しては、容易に実験でテストできる程度の効果が実現される。

3 模型

標準模型に、右手系のニュートリノを加えた

L = iψLγ
µ

(
∂µ − igT aW a

µ − i
1
2
g′YLBµ

)
ψL

+ ieRγ
µ(∂µ + ig′Bµ)eR + iνRγ

µ∂µνR

+ [−
√

2me

v
eRϕ

†ψL −
√

2mD

v
νRϕ

†
cψL

−mR

2
νT

RCνR + h.c.],

を考える。ここでHiggsの 2重項とその SU(2)共役を、ϕと ϕc ≡ iτ2ϕ
⋆で記す。Majorana質量項

はゼロとして、mR = 0、（enhanceされた）レプトン数が保たれる理論を考える。すなわち、ディ
ラックニュートリノを考える。標語的には、全ての質量は Higgsの 2重項から生じる。
上記のラグランジャンに、実のパラメター µを含む Lorentz不変で SU(2)L × U(1)ゲージ不変

な非局所項,

LCPT (x) = −i2
√

2µ
v

∫
d4y∆l(x− y)θ(x0 − y0)

×{ν̄R(x)
(
ϕ†c(y)ψL(y)

)
−
(
ψ̄L(y)ϕc(y)

)
νR(x)},

を加える。ここで時間的な非局所因子

∆l(x− y) ≡ δ
(
(x− y)2 − l2

)
− δ

(
(x− y)2 − l′

2
)

を用いた。lと l′は長さの次元をもつパラメターである。簡単のため、l′ = 0とする。lはプラン
ク長 l = 1/MP に選ぶ。

2
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ユニタリーゲージでは、ニュートリノの質量項は

Sνmass =
∫
d4x
{
−mDν̄(x)ν(x)

(
1 +

φ(x)
v

)
−iµ

∫
d4y∆l(x− y)

[
θ(x0 − y0) − θ(y0 − x0)

]
ν̄(x)ν(y)

+iµ
∫
d4y∆l(x− y)ν̄(x)γ5ν(y)

−iµ
v

∫
d4y∆l(x− y)θ(x0 − y0)

× [ν̄(x)(1 − γ5)ν(y) − ν̄(y)(1 + γ5)ν(x)]φ(y)
}
.

で与えられ、特に

−iµ
∫
d4x

∫
d4y∆l(x− y) ×

[
θ(x0 − y0) − θ(y0 − x0)

]
ν̄(x)ν(y)

の項は T を保つが、C = CP = CPT = −1の性質を持つことが確認され、ニュートリノと反
ニュートリノの質量差を出す。
自由なニュートリノの運動方程式は

iγµ∂µν(x) = mDν(x) + iµ

∫
d4y∆l(x− y)

[
θ(x0 − y0) − θ(y0 − x0)

]
ν(y)

− iµ

∫
d4y∆l(x− y)γ5ν(y).

で与えらられ、ν(x) = e−ipxU(p)、を代入することにより

̸pU(p) =
{
m+ i[f+(p) − f−(p)] − ig(p2)γ5

}
U(p),

となる。ここで

f±(p) = µ

∫
d4ze±ipzθ(z0)

[
δ
(
(z)2 − l2

)
− δ(z2)

]
,

g(p2) = µ

∫
d4zeipz[δ((z)2 − l2) − δ((z)2)].

であるが、最後の項は C と CPT を保つパリティを破る質量項を与える。
時間的な運動量に p2 > 0に対しては, p⃗ = 0の系で考えると

p0 = γ0[mD − f(p0) − ig(p2
0)γ5],

となる。ただし

f(p0) ≡ −i[f+(p0) − f−(p0)]

= 4µπ
∫ ∞

0
dz
{z2 sin[p0

√
z2 + l2]√

z2 + l2
− z2 sin[p0

√
z2]√

z2

}
3
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および

g(p2
0) = 4µπ

∫ ∞

0
dz
{z2 cos[p0

√
z2 + l2]√

z2 + l2
− z2 cos[p0

√
z2]√

z2

}
.

空間的な p2 < 0運動量に関しては、 pµ = (0, p⃗)となる系で考えると CPT を破る項は消える,
f(p) = 0, ことが確かめられる。
CPT を破る項は小さいとしているので、逐次近似で解くと

m± ≃ mD − iγ5g(m2
D) ± f(mD).

が得られ、パリティを破る質量項−iγ5g(m2
D)は大局的なゲージ変換で消去できる。

このようにして、標準模型に SU(2)L × U(1)ゲージ対称性を保ちながら Lorentz不変な非局所
的なCPTの破れが導入され、ニュートリノと反ニュートリノの質量差が実現される。Higgs粒子
φ そのものも小さな C, CP および CPT を破る結合を持つ。

4 議論

このようにして作られたニュートリノと反ニュートリノの質量差 (GN はニュートン定数、µ =
M3)、

∆m = 2π2µl2 = 2π2M(M/MP )2 = 2π2GNM
3

は重力効果とも見なされるが、この質量差のニュートリノ振動でのテストとか、宇宙の物質の
非対称性への効果（熱平衡における電弱相互作用によるバリオン生成;equilibrium electroweak
baryogenesis）とか、電子と陽電子の質量差には無視できる程度の効果しか出ないこと等の詳細
は、論文 [1]をご覧いただきたい。

参考文献
[1] K. Fujikawa and A. Tureanu, Phys. Lett. B (in press). arXiv:1409.8023 [hep-ph].
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Test of Local Realism by Separability 1

藤川和男 1，梅津光一郎 2

1理化学研究所 仁科加速器研究センター，2日本大学 理工学部

1 導入

Bellの不等式は局所実在論と量子力学を明確に区別する criterionとして広く知られている．1965

年，Bellによって議論された局所実在論 (local realism)は，文脈依存性のない局所的な隠れた変

数理論 (Non-contextual and local hidden variables theory)によって記述される [2]．本研究にお

いても，この慣習的な Bellの議論に従い，局所実在論を文脈依存性のない局所的な隠れた変数理

論として定義する．

この局所実在論において，例えば，２つのスピン系に対する予言は，よく知られた Cirel’son’s

operator[3]:

B = a · σ ⊗ b · σ + a · σ ⊗ b′ · σ + a′ · σ ⊗ b · σ − a′ · σ ⊗ b′ · σ (1)

に対して， その期待値の絶対値が

|⟨B⟩CHSH| = |⟨a · σ ⊗ b · σ⟩+ ⟨a · σ ⊗ b′ · σ⟩+ ⟨a′ · σ ⊗ b · σ⟩ − ⟨a′ · σ ⊗ b′ · σ⟩| ≤ 2 (2)

になることを示唆する．ここで，a, b, a′, b′ はそれぞれ任意の単位ベクトルを表し，σは Pauli

行列を表す．この局所実在論の予言，いわゆるCHSH(Clauser-Horne-Shimony-Holt)不等式 [4]に

対し，量子力学はこの CHSH不等式の破れを予言する:

|⟨ψ|B|ψ⟩QM| ≤ 2
√
2. (3)

この帰結の異なる２つの理論を検証するため，1982年に Aspectらは光子を用いた実験を行っ

た [5]．２つスピン系の場合を記述する (2)に，この実験の場合，射影演算子 P (a) = (1− a · σ)/2
を用いることにより，

−1 ≤ ⟨S⟩ =⟨P (a)⊗ P (b)⟩+ ⟨P (a)⊗ P (b′)⟩+ ⟨P (a′)⊗ P (b)⟩ − ⟨P (a′)⊗ P (b′)⟩

− ⟨P (a)⊗ 1⟩ − ⟨1⊗ P (b)⟩ ≤ 0, (4)

となる．ここで，a, b, a′, b′はそれぞれ４つの偏光板の偏光方向を表す．したがって，局所実在

論が正しければ，実験値は−1 ≤ ⟨S⟩CHSH ≤ 0という範囲に含まれることになるが，実際に得ら

れた実験値は

⟨S⟩exp = 0.101± 0.020 (5)

となり，(4)の不等式が破られることが示された．したがって，この実験結果は，局所実在論を排

除するものであり，多くの人々に受け入れられている．

1本研究は [1]の論文に基づいている．“A hidden-variables version of Gisin’s theorem”というタイトルで講演を
行った．
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さてここで，我々は量子論においてよく知られたGisinの定理 [6]について紹介したい．Gisinの

定理は「エンタングル状態であれば，(2)式に現れる a, b, a′, b′を適当に選ぶとき，必ず CHSH

不等式を破ることができる」というものである．我々はこのGisinの定理の対偶を考える．すなわ

ち，

Gisin定理の対偶� �
全ての a, b, a′, b′において，常にCHSH不等式が成立するならば，その状態はセパラブル状

態である．� �
という帰結が得られる．すなわち，この Gisin定理は，CHSH不等式の成立と量子状態との関係

を結び付ける重要な定理であると言える．

2 局所実在論をテストするための新しいCriterion

我々は，Bellの議論に従って，局所実在論を文脈依存性のない局所的な隠れた変数理論によって

記述されると定義し，前章までは，簡単のため (3)式のように状態を純粋状態の形で表記してきた

が，Bellの定理は一般に混合状態に対しても CHSH不等式が常に成立することが知られている：

|Tr ρB| ≤ 2. (6)

ここで，ρは密度行列であり，B は (1)によって与えられた Cirel’son’s operatorを表す．一方，

Gisin定理の対偶は，「純粋状態に対し，CHSH不等式が常に成立するならば，その状態はセパラ

ブル状態である」というものであった．

我々は，Bellの定理とGisin定理の対偶を組み合わせることによって，次の定理を証明すること

ができ，我々はこれを局所実在論をテストするための新しい criterionと考える：

局所実在論をテストするための新しい Criterion（我々の基本定理）� �
局所実在論を表現する状態は

ρ =
∑
k

ωkρk, (ρk is a pure separable state), (7)

によって与えられる．ここで，ωkは non-negative weight factorを表し，
∑

k ωk = 1を満たす．� �
この基本定理の証明は次の通りである：

（証明）Bellの定理により，任意の ρに対して，(6)が成立する．ρは任意なので，(7)における

ω1 = 0, ω2 = 0, · · · , ωk = 1, ωk+1 = 0, · · ·，のような，純粋状態 ρkに対しても

|Tr ρkB| ≤ 2 (8)

が常に成立する．Gisin定理の対偶により，ρkはセパラブル状態となる（証明終）．

2
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3 新しい基本定理の実験的検証

前章において，我々は Bell定理とGisin定理の対偶を組み合わせることにより，局所実在論を

表現する状態が (7)によって与えられることを示した．本章では，この新しい定理を実験によって

検証するため，我々の基本定理から導出されるいくつかの結果を示し，これまで行われた実際の

実験データを用いて，この基本定理が局所実在論と量子力学を区別するための明確な criterionに

なりうることを示す．

まず，状態が純粋状態の場合を考える．２つのスピン系の場合，相関関数に対する (7)の帰結は，

G(a,b) = ⟨ψ|a · σ ⊗ b · σ|ψ⟩ − ⟨ψ|a · σ ⊗ 1|ψ⟩⟨ψ|1⊗ b · σ|ψ⟩ = 0 (9)

によって与えられる．２つの光子系の場合は (4)の導出と同様に，射影演算子P (a) = (1−a ·σ)/2
を用いて，

G(a,b) = 4(⟨ψ|P (a)⊗ P (b)|ψ⟩ − ⟨ψ|P (a)⊗ 1|ψ⟩⟨ψ|1⊗ P (b)|ψ⟩) = 0 (10)

となる．我々の基本定理は局所実在論が表現する状態はセパラブル状態というものであった．す

なわち，純粋なセパラブル状態 |ψ⟩ = |ψ1⟩|ψ2⟩を考えるとき，(9)と (10)によって与えられる等式

が成立することは簡単に示される（局所実在論における (9)の証明は [1]を見よ．）．

次に，状態が混合状態の場合を考える．２つのスピン系の場合，純粋なセパラブル状態 |ψk⟩ =
|s⃗1⟩|s⃗2⟩のように選び，cosφ = a · bを固定して aと bに対する角度平均を取ることによって，局

所実在論の予言は

CQM(a,b) =
∑
k

ωk⟨ψk|a · σ ⊗ b · σ|ψk⟩

=
∑
ω1,ω2

ωs1,s2

1

2
(s⃗1 · s⃗2) cosφ

= c cosφ,

(
−1

2
≤ c ≤ 1

2

)
, (11)

となる．ここで，s⃗1, s⃗2は，例えば純粋状態 |s⃗1⟩⟨s⃗1| = 1
2 [1 + s⃗1 · σ⃗]で定義される単位スピンベク

トルを表す．また，２つの光子系の場合，純粋なセパラブル状態 |ψk⟩ = |L1(Θ1)⟩|L2(Θ2)⟩のよう
に選び，cosφ = a · bを固定して aと bに対する角度平均を取ることによって，局所実在論の予

言は

CQM(a,b) =
∑
k

ωk 4⟨ψk|P (a)⊗ P (b)|ψk⟩

=
∑

Θ1,Θ2

ωΘ1,Θ2

[
1 +

1

2
cosφ cos(−2Θ1 + 2Θ2)

]

= 1 + c cos 2φ,

(
−1

2
≤ c ≤ 1

2

)
, (12)

となる．Θ1とΘ2 はそれぞれ系 1と系 2の偏光方向を表す．ここで，注目すべきはCHSH不等式

(2)のように任意の４つのパラメータは必要なく，(9)から (11)までの式はいずれも，２つのパラ

メータによって与えられる相関のみで十分に議論が可能となることである．

3
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我々の基本定理からの帰結 (9)-(12)を検証するための実験は，1982年の Aspectらによる実験

[5]のような４つの偏光板は必要なく，取り外し可能な２つの偏光板を用意すればよい．このよう

な実験は 1982年以前にすでに行われており，例えば，1981年のAspectらの実験結果 [7]を用いる

ことにより議論は可能となる．この実験では，光源に calcium cascade (6 1S0 → 4 1P1 → 4 1S0)

という過程で生成される光子対を用いており，中間状態 4 1P1の平均寿命は約 4.5× 10−9 secと非

常に短いため，de-coherenceがなく，現在の解析においてその状態は純粋状態であると仮定でき

る．Aspectらの実験値を用いると，(10)によって与えられるG(φ)は

G(φ) = (0.971− 0.029)(0.968− 0.028)0.984 cos 2φ, (13)

を得る．ここで φは系１と系２のそれぞれの偏光板の偏光方向 aと bのなす角である．この結

果を図１において示す．局所実在論の予言 (10)との比較により，この実験結果は生成される光子

対の状態を純粋状態と仮定するならば，局所実在論の予言を明確に破ることを示している．仮に，

Aspectらの実験において，生成された光子対の状態を混合状態とみなした場合，実験値は

Cexp(φ) = 0.996 + 0.88 cos 2φ (14)

となり，結果として局所実在論の予言 (12)と矛盾する．

最後に，２つのスピン系の実験として，最近行われた酒井らの実験 [8]を用いた結果を示す．彼

らの実験は短寿命 (< 10−21sec)の 2He原子から２つの陽子への崩壊を考える．このとき，生成さ

れた陽子対が仮に混合状態であったとしても，その実験値は，

Cexp(φ) = − cosφ (15)

となり，局所実在論の予言 (11)と異なる．したがって，光子系およびスピン系のどちらの実験に

おいても，我々の基本定理から導出される局所実在論を検証するためのテスト (9)-(12)によって，

局所実在論を排除することができる．

0
π

2

π 3 π

2

2π

- 1.0

- 0.5

0.0

0.5

1.0

図 1: Aspect’s experiment and separability criterion: 生成された光子対を純粋状態と仮

定した場合，実線はAspectらの実験値 [7]を用いてG(φ)を評価した結果 (13)であり，破線は局

所実在論の予言 (10)を表す．
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4 まとめ

我々はよく知られたBell定理とGisin定理の組み合わせから新しい基本定理 (7)を証明した．ま

たこの基本定理から導出される結果を実際の実験結果と比較し，純粋状態と混合状態の両方の場

合に，局所実在論が排除されることを示した．我々の separabilityに基づく局所実在論のテストは

Bell定理（CHSH不等式）と並んで非常に有用なテストを与えることができ，概念的にも「文脈

依存性のない局所的な隠れた変数理論によって記述される局所実在論はセパラブル状態しか記述

できない」という物理的意味が明快であると言える．
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1 Introduction

The observations of supernovae type Ia (SN Ia) [1], Cosmic Microwave Background (CMB) [2],

and Baryon Acoustic Oscillations (BAO) [3] have shown that the present Universe is accelerating.

About 70% of the energy density of the today’s Universe consists of dark energy responsible for

the cosmic acceleration, but the origin of dark energy is not identified yet.

The property of dark energy is characterized by the equation of state w = P/ρ, where P

is the pressure and ρ is the energy density. One of the simplest candidates for dark energy is

the cosmological constant (w = −1). However, if the cosmological constant originates from the

vacuum energy associated with particle physics, there is a huge gap between the theoretical and

observed values [4]. Instead, alternative dark energy models with dynamically changing w– like

a scalar field and modified gravity models– have been proposed (see Ref. [5] for a review).

The models in the framework of General Relativity (GR) such as quintessence [6] and k-

essence [7] predict the equation of state w larger than −1 (unless a ghost mode is present). In

modified gravity theories, e.g., f(R) gravity [8, 9] and Galileons [10, 11], it is possible to realize

w less than −1 without having ghosts and instabilities. There is a tendency that the recent

observational data favor the region of w less than −1. For example, the joint analysis of Planck,

WMAP polarization, and SNLS SN Ia data showed that the dark energy equation of state is

constrained to be w = −1.13+0.13
−0.14 (95 %CL) [12]. If we were to have convincing evidence that

the region w < −1 is really favored in future observations, this may imply the modification of

gravity at large distances.

In this paper we shall briefly review theoretical models of dark energy and discuss how to

distinguish between them from observations.

2 Quintessence

One of the simplest models of dark energy is quintessence–a minimally coupled scalar field ϕ

with a potential V (ϕ). The action of quintessence is given by

S =

∫
d4x

√
−g

[
R

16πG
+X − V (ϕ)

]
+ Sm , (1)

where g is the determinant of the metric gµν , R is the scalar curvature, G is the gravitational

constant, and X = −(∂ϕ)2/2 ≡ −gµν∂µϕ∂νϕ/2 is the field kinetic energy. We take into account

non-relativistic matter described by the action Sm. The energy density ρm of matter satisfies

1
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the conservation relation ρm ∝ a−3, where a is the scale factor. On the flat isotropic and

homogenous background described by the line element ds2 = −dt2 + a2(t)dx2, we obtain the

Friedmann equation and the scalar-field continuity equation, respectively, as

3H2 = 8πG(ρ+ ρm) , (2)

ρ̇+ 3H(ρ+ P ) = 0 , (3)

where H = ȧ/a is the Hubble parameter, ρ = ϕ̇2/2 + V (ϕ) is the energy density and P =

ϕ̇2/2− V (ϕ) is the pressure of the scalar field (a dot represents a derivative with respect to t).

In this case the dark energy equation of state w is given by

w =
ϕ̇2/2− V (ϕ)

ϕ̇2/2 + V (ϕ)
. (4)

The cosmic acceleration can be realized for the negative pressure with w < −1/3 [5], which

translates to the condition ϕ̇2 < V (ϕ). In the limit where the potential V (ϕ) is constant, we

have ϕ̇2 → 0 and w → −1. This limit corresponds the cosmological constant characterized by

constant ρ and H, in which case the scale factor evolves as a ∝ eHt.

Quintessence corresponds to the scalar field that evolves slowly along the potential with a

slope. For the positive potential V (ϕ), the field equation of state (4) is in the range w ≥ −1.

We can classify quintessence models into the two classes [13]: (i) freezing models in which w

decreases toward −1. (ii) thawing models in which w is initially close to −1 and it starts to

increase only recently. The representative potentials of the classes (i) and (ii) are the inverse

power-law potential V (ϕ) = M4+nϕ−n (n > 0) and the symmetry-breaking potential V (ϕ) =

V0[1 + cos(ϕ/f)], respectively.

The likelihood analysis based on the SN Ia, CMB, and BAO data showed that the freezing

models with w away from −1 in the past are disfavored [14]. The thawing models are allowed

from the data, provided that the today’s value of w is smaller than −0.7. So far, we did not find

any strong observational evidence that quintessence is favored over the cosmological constant.

If we change the sign of the kinetic term X in Eq. (1) to negative, the field equation of state

w = [−ϕ̇2/2− V (ϕ)]/[−ϕ̇2/2 + V (ϕ)] can be smaller than −1. However, this corresponds to the

ghost state with which the vacuum becomes unstable due to the catastrophic production of the

pair of ghosts and normal particles. In modified gravitational theories the phantom equation of

state w < −1 can be realized without having ghosts.

3 Modified gravitational theories

As we see in Eq. (1), the action of GR has the Einstein-Hilbert term R/(16πG). In modified

gravitational theories the linear term in R is subject to modifications.
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3.1 f(R) gravity and Brans-Dicke theory

The simplest extension of GR is presumably f(R) gravity given by the action [15]

S =

∫
d4x

√
−g f(R)

16πG
+ Sm , (5)

where f is an arbitrary function of R. Compared to GR, there is an additional scalar degree of

freedom in f(R) gravity. In order to see this, we rewrite the action (5) of the form

S =

∫
d4x

√
−g

[
F (R)

16πG
R− V

]
+ Sm , (6)

where F (R) = df(R)/dR and V = [F (R)R − f(R)]/(16πG). If f involves non-linear functions

of R, the quantity ϕ ≡ F (R) corresponds to a propagating scalar degree of freedom. Since the

scalar field ϕ is coupled to R, this mediates the fifth force with baryons. In order to recover

the General Relativistic behavior in the solar system, the potential V needs to be designed to

screen the fifth force in local regions of the Universe.

In f(R) gravity, the ghosts are absent for F (R) > 0 [16]. In order to avoid the instabil-

ity associated with the negative mass squared m2
ϕ ≡ d2V/dϕ2, we also require the condition

dF (R)/dR > 0. One of the representative models consistent with such conditions is given by [9]

f(R) = R− λR0
(R/R0)

2n

(R/R0)2n + 1
, (7)

where λ, n, and R0 are positive constants. R0 is roughly of the order of the squared of the

today’s Hubble constant H0. In the regime R ≫ R0 the model (7) is close to the cosmological

constant model f(R) = R− λR0, such that the General Relativistic behavior can be recovered.

The model is consistent with local gravity constraints for n ≳ 1 [9, 17].

The deviation from the the cosmological constant model appears in the late cosmological

epoch at which R becomes the same order as R0. In fact, the dark energy equation of state is

initially close to −1 and then it enters the region w < −1 without having ghosts and tachyonic

instabilities [9, 18]. This phantom equation of state shows good agreement with the recent

observational data [12].

The f(R) gravity discussed above belongs to a class of Brans-Dicke (BD) theories [19] described

by the action

S =

∫
d4x

√
−g

[
1

2
ϕR− ωBD

2ϕ
(∂ϕ)2 − V (ϕ)

]
+ Sm , (8)

where ϕ is a scalar field coupled to R and ωBD is the BD parameter. From Eq. (6) we find

that the f(R) gravity corresponds to the case ωBD = 0 with ϕ = F/(8πG) and V = [F (R)R −
f(R)]/(16πG) [20]. The construction of dark energy models in the framework of BD theories

was carried out in Refs. [21].
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3.2 Horndeski theories

In f(R) gravity and BD theories, the potential V of the scalar degree of freedom ϕ is responsible

for the accelerated expansion of the Universe. There are other theories in which the kinetic term

of the field ϕ can drive the cosmic accelaration–like k-essence [7] and covariant Galileons [11].

Horndeski theories [22], which are the most general scalar-tensor theories with second-order

equations of motion, encompass a host of dark energy models proposed in the literature. The

theories with derivatives higher than second order are plagued by the Ostrogradski instability

associated with the Hamiltonian unbounded from below. Horndeski theories, which are free

from such problems, are described by the action [23, 24]

S =

∫
d4x

√
−g

[
G2(ϕ,X)−G3(ϕ,X)□ϕ+G4(ϕ,X)R+G4,X(ϕ,X)

{
(□ϕ)2 − ϕ;µνϕ;µν

}
+G5(ϕ,X)Gµνϕ

;µν − 1

6
G5,X(ϕ,X){(□ϕ)3 − 3(□ϕ)ϕ;µνϕ;µν + 2ϕ;µνϕ

;µλϕ;ν ;λ}
]
+ Sm, (9)

where Gi (i = 2, 3, 4, 5) are functions of ϕ and X = −(∂ϕ)2/2 with Gi,X ≡ ∂Gi/∂X, a semicolon

represents a covariant derivative, and Gµν is the Einstein tensor. There is only one scalar

propagating degree of freedom ϕ in Horndeski theories.

The action (9) accommodates a wide variety of gravitational theories. K-essence [7] corre-

sponds to the case G4 = 1/(16πG) and G3 = G5 = 0 with G2 ̸= 0. Quintessence [6] is the

special case of k-essence with G2 = X − V (ϕ). BD theory [19] is characterized by the functions

G4 = ϕ/2, G2 = ωBDX/ϕ− V (ϕ), and G3 = G5 = 0.

The covariant Galileon [11] is described by the functions

G2 = −c2X , G3 = c3X , G4 =
1

16πG
− c4X

2 , G5 = 3c5X
2 , (10)

where ci (i = 2, 3, 4, 5) are constants. In the limit of Minkowski space-time, the field equations

of motion following from the action (9) with Eq. (10) are invariant under the Galilean shift

∂µϕ → ∂µϕ + bµ. This is the reason why the theory described by the functions (10) is dubbed

“Galileons”. The cosmology based on the covariant Galileon was studied in Refs. [25]. In

addition to the existence of a late-time de Sitter attractor with constant ϕ̇, there exists a tracker

solution along which the dark energy equation of state w is −2 during the matter era. The

solutions approaching the tracker at the late cosmological epoch are consistent with the joint

data analysis of SN Ia, CMB, and BAO [26].

3.3 Confrontations with observations

In Horndeski theories the background and perturbation equations of motion on the isotropic

and homogenous cosmological background were derived in Ref. [27]. In the presence of non-

relativistic matter with the energy density ρm, the background equations can be written as

3H2 = 8πG(ρDE + ρm) , (11)

2Ḣ + 3H2 = −8πGPDE , (12)
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where ρDE and PDE are the energy density and the pressure of the dark component (see Ref. [27]

for explicit forms). The equation of state wDE = PDE/ρDE is a key quantity to distinguish

between different dark energy models from observations.

The perturbed metric in the longitudinal gauge is described by

ds2 = −(1 + 2Ψ)dt2 + a2(t)(1 + 2Φ)δijdx
idxj , (13)

where Ψ and Φ are the gravitational potentials. We consider non-relativistic matter with the

matter density contrast δ = δρm/ρm and the velocity potential v. The combination δm =

δ+3Hv is a gauge-invariant quantity. On scales deep inside the Hubble radius, the quasi-static

approximation neglecting the time variation of metric perturbations leads to [27]

δ̈m + 2Hδ̇m +
k2

a2
Ψ ≃ 0 ,

k2

a2
Ψ ≃ −4πGeffρmδm , (14)

where k is a comoving wave number and Geff is the effective gravitational coupling (see Ref. [27]

for the explicit form). In GR, Geff is equivalent to the gravitational constant G. In modified

gravitational theories, Geff generally differs from G, so the growth rate of δm is different de-

pending on gravitational theories. This property can be used to test such theories with the

observations of galaxy clusterings and redshift-space distortions.

Another key quantity is the difference between the two gravitational potentials:

η ≡ −Φ/Ψ , (15)

which is 1 in GR. In modified gravitational theories, η is different from 1 in general. The

effective gravitational potential associated with the deviation of light rays in CMB and weak

lensing observations is given by

Φeff =
1

2
(Ψ− Φ) ≃ −4πGeff

1 + η

2

a2

k2
ρmδm . (16)

We can put constraints on modified gravity models from the observational bounds of Geff and η.

In f(R) gravity there are allowed parameter spaces consistent with observations, but the covari-

ant Galileon is in tension with the data due to the large growth rate of matter perturbations.

4 Conclusions

Over the past decade, the observational bounds on the properties of dark energy became

tighter. In particular there is a tendency that the phantom equation of state (w < −1) is

favored from observations. We payed particular attention to modified gravitational theories to

address the dark energy problem. We provided general formulas to deal with a wide variety of

models in the framework of Horndeski theories. This is useful to distinguish between different

dark energy models from the observations of large-scale structure, CMB, and weak lensing. We

hope that we can approach the origin of the late-time cosmic acceleration in the foreseeable

feature.
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Bの物理の現状と展望

後藤 亨

KEK

1 はじめに

近年の実験の進展によって、B 中間子の物理について豊富なデータが得られている。KEK で

は 2010年まで e+ e− コライダーである KEKB 加速器における Belle 実験が行われ、約 711 fb−1

のデータを蓄積した。これは約 7.72億の B B̄ 対の生成に対応する。同時期に SLAC では 2008

年まで PEP-II 加速器において BaBar 実験が行われ、約 433 fb−1 のデータを得た。これらの B

ファクトリー実験では、Υ(4S) 共鳴を通じてB+B− 対あるいは B0 B̄0 対を選択的に生成して測

定が行われた [1]。また、ハドロンコライダーである Tevatron (FNAL) 及び LHC (CERN) では

p p̄ 及び p p 衝突によって B±, B0 に加えて Bs や他の b ハドロンが多量に生成され、汎用検出

器 CDF 及び D0 (Tevatron) と ATLAS、CMS (LHC) の各実験で測定されている。これに加え、

LHC では b ハドロンの測定に特化した検出器による LHCb 実験も行われている。

これらの実験で得られたデータを用いて B の物理が精密に解析されているが、その目的とする

ところは標準模型を超える新物理の探索にある。そのために、様々な物理量を精密に測定して標

準模型の予言にどの程度性格に合致するかを調べるのである。以下では、B の物理のトピックス

の中から

• ユニタリティ三角形

• b→ s ℓ+ ℓ− 崩壊

• セミレプトニック崩壊

を取り上げる。これらの観測量について、実験値と標準模型の予言値の比較、新物理の寄与の可

能性の現状を紹介する。

2 ユニタリティ三角形

B の物理における基本的な過程は b クォークが他のフレイバーのクォークに遷移する過程であ

る。標準模型では、このようなクォークのフレイバー混合とCP対称性の破れはカビボ-小林-益川

(CKM) 行列

VCKM =

 Vud Vus Vub

Vcd Vcs Vcb

Vtd Vts Vtb

 , (1)

で記述される。CKM行列は 3行 3列のユニタリ行列で、そこに含まれる物理的なパラメータは 3

個のフレイバー混合角と 1個の複素位相である。この 4個のパラメータでクォークのフレイバー

混合現象と (弱い相互作用における)CP対称性の破れのすべてが記述されるというのが標準模型の

1
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予言であるので、多くの観測量を測定し、それらがすべて同じ 4パラメータの値で整合的に説明

できるかどうかを調べるのが標準模型のテストになる。

4個のパラメータのうち、|Vus| は K 中間子崩壊等の s→ u 遷移過程の測定でカビボ角として

初期からよく知られていた。また、|Vcb| は b クォークのセミレプトニック崩壊 b→ c ℓ ν̄ の測定に

よって精度よく決められる。2014年版のReview of Particle Physics (PDG2014) [2] による値は

|Vus| = 0.2253± 0.0008, (2)

|Vcb| = (41.1± 1.3)× 10−3, (3)

となっている (|Vcb| の値については後で再度議論する)。

残り 2個のパラメータを次のように選ぶ。CKM行列のユニタリ性を表す式の一つに

V ∗
udVub + V ∗

cdVcb + V ∗
tdVtb = 0, (4)

がある。この式は b↔ d 遷移でのGlashow-Iliopoulos-Miani (GIM) 機構を意味しており、これを

複素平面上で図形的に表した三角形をユニタリティ三角形と呼ぶ。CKM行列では全部で 6種類の

ユニタリティ三角形を作れるが、B ファクトリー実験で測定される量に最も関係が深いのがこの

b↔ d の組み合わせである。これを用いて、2個のパラメータ ρ̄、η̄ を

ρ̄+ iη̄ = −
VudV

∗
ub

VcdV
∗
cb

, (5)

で定義する。図形的には、ユニタリティ三角形の頂点を座標平面上で (0, 0)、(1, 0)、(ρ̄, η̄) に規格

化することに対応している。ρ̄ と η̄ はクォークの場の複素位相の取り方に依存せず、物理量に直

結している。特に η̄ がゼロでないことが、CP対称性が破れていることを意味する。そして、こ

の三角形の辺と角に対応する物理量を各々測定し、すべてが同一の (ρ̄, η̄) で説明できるかどうか

をチェックするのである。もしそこで不整合があれば、標準模型を超える新物理の寄与が存在する

と解釈される。

ユニタリティ三角形の解析結果は CKM fitter グループ [3] とUTfit グループ [4] によって近況

が随時まとめられている。CKM fitter の図に用いられている観測量は、

• ユニタリティ三角形の辺の長さに対応する量として |Vub| とB0− B̄0 混合及び Bs− B̄s 混合

• ユニタリティ三角形の角 ϕ1、ϕ2、ϕ3

• K0 − K̄0 混合における CP対称性の破れのパラメータ εK

である。これらについて紹介する。

|Vub| 主に B → π ℓ ν̄、B → ρ ℓ ν̄ 等の b → u 遷移によるセミレプトニック崩壊の分岐比から決

められる。また、Belle と BaBar 実験で B− → τ− ν̄ 崩壊の分岐比も測定された。これらも含め

て PDG2014での値は

|Vub| = (4.13± 0.49)× 10−3, (6)

となっている。

2
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B0 − B̄0 混合 中性 B0 中間子は b̄ と d クォークの組み合わせの中間子で、弱い相互作用の 1

ループの効果でその反粒子 B̄0 との混合を起こす。その結果生じる二つの固有状態の質量差 ∆mB

は次のような表式で CKM行列要素 |Vtd| に関係付けられる。

∆mB ∝ |(V ∗
tdVtb)

2| × F (
m2

t

m2
W

)× ηQCD × (ハドロン行列要素), (7)

ここで F は既知の関数 (稲見-林関数)、ηQCD は摂動QCDによる補正因子である。∆mB の測定

値から |Vtd| を決めるとき、不定性の最大要因はハドロン行列要素の部分に由来しているが、近年
の格子QCD の進展に伴ってこの不定性は改善されている。また、Bs − B̄s 中間子系の同様な質

量差 ∆mBs が 2006年に CDF 及び D0 実験によって測定されたため、 ∆mB と ∆mBs の比を取

ることで更に高精度で |Vtd| の値を得ることができるようになった。

ϕ1、ϕ2 ユニタリティ三角形の角度の情報は B 中間子崩壊におけるCP対称性の破れから得られ

る。特に ϕ1 と ϕ2 の測定には時間に依存したCP非対称性が用いられる。時刻 0 で B0 であった

中性 B 中間子が時刻 t で終状態 f に崩壊する部分幅を Γ(B0(t) → f)、同様に、時刻 0 で B̄0 で

あった中性 B 中間子の場合を Γ(B̄0(t) → f) と書く。終状態として CPの固有状態 fCP を選び、

次のように時間に依存した CP非対称性を定義する。

Γ(B̄0(t) → fCP )− Γ(B0(t) → fCP )

Γ(B̄0(t) → fCP ) + Γ(B0(t) → fCP )

= ACP(f) cos |∆mB|t+ SCP(f) sin |∆mB|t. (8)

適切な終状態を選ぶことによって、SCP(f) の測定値からユニタリティ三角形の角を決めることが

できる。終状態として J/ψKS 等の b→ c c̄ s 崩壊による状態を取れば、

SCP(J/ψKS) = −Im

(
VtdV

∗
tb

V ∗
tdVtb

V ∗
cdVcb
VcdV

∗
cb

)
= sin 2ϕ1, (9)

となり ϕ1 が求められる。ϕ2 は π π 等の b→ u ū d 崩壊による終状態を用いて求められる。

ϕ3 ユニタリティ三角形のもう一つの角 ϕ3 の測定にはいろいろな崩壊モードが用いられるが、

ここでは例として B± → DK± を挙げる。クォークレベルでは、B− → DK− は b → c ūs と

b→ u c̄s のモードからなる。生じる D 中間子は前者では D0、後者では D̄0 であり、遷移振幅に

付随するCKM行列要素は各々VcbV
∗
us と VubV

∗
cs である。D 中間子の終状態として D0 と D̄0 の重

ね合わせで構成される CP の固有状態 DCP を選び、B
− → DCP K

− と B+ → DCP K
+ の間の

CP非対称性を測ることによって VcbV
∗
us と VubV

∗
cs の相対位相に現れる ϕ3 を知ることができる。

以上の量から求められた ρ̄ と η̄ をまとめて表したのが図 1で、値として ρ̄ = 0.1489+0.0158
−0.0084、

η̄ = 0.342+0.013
−0.011 が得られている。この結果から、B 中間子系でのCP対称性の破れ等が標準模型

でよく合っていることが分かる。また、標準模型を超える新物理の寄与は概ね 10% 程度以下に制

限されていると考えられる。
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図 1: CKM fitter [3] による (ρ̄, η̄) のフィット結果。

3 b → s, ℓ+ ℓ−

B ファクトリー実験の結果に加え、LHC 開始以来、LHCb 実験で b→ s ℓ+ ℓ− 過程についての

詳細なデータが得られている。ここでは Bs → µ+ µ− と B → K∗ µ+ µ− について紹介する。

b→ s ℓ+ ℓ− 過程を記述する有効ハミルトニアンは

Heff = −4GF√
2
V ∗
tsVtb

∑
i

Ci(µ)Oi(µ), (10)

と表される。Oi(µ) が有効演算子、µ が繰り込みスケール、Ci(µ) がウィルソン係数である。標準

模型では次の 3つの有効演算子が主要である。

O7 =
e

(4π)2
mb(s̄σ

µνPRb)Fµν , (11)

O9 =
e2

(4π)2
(s̄γµPLb)(ℓ̄γ

µℓ), (12)

O10 =
e2

(4π)2
(s̄γµPLb)(ℓ̄γ

µγ5ℓ). (13)

O7 は b→ s γ 崩壊の主要項、O10 は Bs → ℓ+ ℓ− の主要項になる。B → K∗ ℓ+ ℓ− には全部が寄

与する。新物理の寄与がある場合は他のタイプの演算子も寄与しうる。

標準模型では、m2
t /m

2
W ≳ 1 ≫ m2

u,c/m
2
W と |V ∗

tsVtb|, |V ∗
csVcb| ≫ |V ∗

usVub| の大小関係が知られ
ており、このことからウィルソン係数はほぼ m2

t /m
2
W (と αs) だけで決まることになる。このた

め、b→ s γ 及び b→ s ℓ+ ℓ− の物理量の標準模型での値は比較的小さい不定性で予言でき、従っ

てこれらは新物理の寄与に感度が高いと考えられている。

4
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2012年に LHCb実験から Bs → µ+ µ− の “first evidence” の報告があった。その後の CMS 等

の測定結果も合わせて、PDG2014では分岐比の値として

B(Bs → µ+ µ−) = (3.1± 0.7)× 10−9, (14)

が得られている。標準模型での分岐比を与える表式は [5]

BSM =
G2

F

π

[
αem(mZ)

4π sin2 θW

]2
τBsf

2
Bs
mBsm

2
µ

√
1−

4m2
µ

m2
Bs

|V ∗
tbVts|

2 Y 2(xtW , xht;αs), (15)

(Y はQCD補正、ヒッグス粒子の寄与も含めた稲見-林関数相当部分) で、その値は

BSM = (3.53± 0.20)× 10−9, (16)

となっている。6% 程度の理論誤差があるが、そのうち 4% 分が格子 QCDによる崩壊定数 fBs

の計算値の不定性からきている。この結果は、新物理の寄与に対して新たな制限を与えることに

なった。

超対称標準模型 (MSSM) にはヒッグス二重項が 2個あり、その中に中性の擬スカラーヒッグ

ス粒子 A0 が物理的自由度として含まれている。超対称性の破れに伴い、ループレベルで A0 と

クォークの湯川結合に非対角成分が生じ、結局 Bs → µ+ µ− の崩壊振幅に tan3 β (tanβ は 2つ

あるヒッグス場の真空期待値の比) に比例する寄与を与えることが指摘されていた [6]。そのため

“constrained” MSSM (CMSSM) の場合、tanβ ≳ 40 のときに ATLAS、CMS での超対称粒子直

接探索の制限では排除されていないが Bs → µ+ µ− の測定結果で排除されるパラメータ領域があ

ることが示されている [7]。

B → K∗ µ+ µ− 崩壊では K∗ がすぐ K π に崩壊するので実際には 4体崩壊になる。特に中性

B 中間子の崩壊の場合、終状態がK± π∓ µ+ µ− と全てが荷電粒子になるため、LHCb で測定し

やすいモードである。この崩壊では運動学的変数として µ+ µ− 対の不変質量の 2乗 q2 と、3個の

角度変数がある。これら 4個の変数についての崩壊分布が次のように定義される [8]。

d4Γ(B → K∗(→ K π)µ+ µ−)

dq2 d cos θK d cos θℓ dϕ

=
9

32π

[
J1s sin

2 θK + J1c cos
2 θK +

(
J2s sin

2 θK + J2c cos
2 θK

)
cos 2θℓ

+J3 sin
2 θK sin2 θℓ cos 2ϕ+ J4 sin 2θK sin 2θℓ cosϕ+ J5 sin 2θK sin θℓ cosϕ

+
(
J6s sin

2 θK + J6c cos
2 θK

)
cos θℓ + J7 sin 2θK sin θℓ sinϕ

+J8 sin 2θK sin 2θℓ sinϕ+ J9 sin
2 2θK sin2 2θℓ sin 2ϕ

]
, (17)

ここで、12個の係数 Ji はおのおの q2 の関数になっている。LHCb 実験ではすべての分布につい

ての解析が行われ、標準模型との整合性が検討されている。

次式で定義されるレプトン対の前方後方非対称性 AFB は B ファクトリー実験でも測定されて

きたが、 LHCb でより高精度の結果が得られた。

AFB(q
2) =

(
dΓ

dq2

)−1(∫ 1

0
−
∫ 0

−1

)
d cos θℓ

d2Γ

dq2 d cos θℓ
. (18)
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標準模型のように主要なウィルソン係数が C7、C9、C10 だけの場合、AFB のウィルソン係数へ

の依存性は概ね AFB ∼ C10(q
2C9 + 2m2

bC7) の形になる。そして、標準模型では C7 と C9 が

逆符号であるため、q2 が小さい領域と大きい領域で AFB の正負が変わる。LHCb は AFB が

q2 = 4.9± 0.9GeV2 の前後で正負が代わるという結果を出した [9]。これは標準模型の予言と整合

しており、新物理の寄与への制限になる。例えば、CMSSM のあるパラメータ領域で起こるよう

な C7 が標準模型の値と絶対値は等しいが符号が逆になる、という場合は排除される。

LHCb による B → K∗ µ+ µ− の角分布の解析では、標準模型と必ずしも整合しない結果も得ら

れている。(17) 式の J5(q
2) を規格化して定義された量 P ′

5 が q2 = 6GeV2 付近で標準模型の予言

値から 3.7σ ほどずれていると報告された [10]。今後の実験の精度向上と、理論側ではハドロン行

列要素の正確な評価が進むことによってこのずれの原因が解明されると期待される。

4 セミレプトニック崩壊

CKM行列要素 |Vcb| はセミレプトニック崩壊 b → c ℓ ν̄ (ℓ = e, µ) から精度よく決められると

先に述べたが、近年その精度が上がってきたことによって改めて疑問点が浮上してきている。B

中間子のセミレプトニック崩壊では、終状態のハドロンを D や D∗ 等に限定した exclusive モー

ドの測定と、終状態のハドロンを特定せずに B → Xc ℓ ν̄ とする inclusive モードの測定がある。

各々によって決められる |Vcb| の値は

|Vcb|exclusive = (39.5± 0.8)× 10−3, |Vcb|inclusive = (42.4± 0.9)× 10−3, (19)

であり、各々の精度が上がったことで差が目立つようになってきた。|Vub| についても、B → π ℓ ν̄

等 exclusive モードによる値と inclusive モード B → Xu ℓ ν̄ による値は各々

|Vub|exclusive = (3.23± 0.31)× 10−3, |Vub|inclusive = (4.41± 0.15+0.15
−0.17)× 10−3, (20)

となっており、|Vcb| と同じ傾向の差異が認められる。これは 2σ程度の不一致で、まだ有意な差と

は言えないが、今後の進展によって QCD 及びハドロン物理由来のものか、新物理の寄与が現れて

いるものかが明らかになると期待される。|Vub|exclusive と |Vub|inclusive の差の新物理解釈の例とし
て、b→ u 遷移に右巻きカレントを追加するものがある [12]。左巻き、右巻き各々の b→ u 荷電

カレント相互作用でのフレイバー混合行列要素を V L
ub、V

R
ub とすれば、exclusive モードB → π ℓ ν̄

の分岐比は |V L
ub + V R

ub|2 に比例するのに対し、inclusive モードの分岐比は |V L
ub|2 + |V R

ub|2 に比例
する。従って、V R

ub ̸= 0 であれば、標準模型を仮定した解析での |Vub| のずれを説明できる。
他にも、セミレプトニック崩壊の解析で標準模型から 3σ 程度のずれが報告されている量があ

る。B → D τ ν 及び B → D∗ τ ν の崩壊分岐比がBファクトリー実験で測定されているが、これ

を B → D ℓν 及びB → D∗ ℓ ν (ℓ = e, µ) の分岐比でそれぞれ規格化した量

R(D(∗)) =
B(B → D(∗) τ ν)

B(B → D(∗) ℓ ν)
, (21)

を定義する。R(D(∗)) は、標準模型では |Vcb| に依存せず、またハドロン形状因子の不定性の主
要部分も比を取ることでキャンセルするので、理論的不定性が小さいと考えられる量である。標

準模型の予言値 R(D)SM = 0.297 ± 0.017、R(D∗)SM = 0.252 ± 0.003 に対し、BaBar 実験が

6
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R(D)exp = 0.440± 0.058± 0.042、R(D∗)exp = 0.332± 0.024± 0.018 の値を得、2つを組み合わ

せた解析で標準模型と 3.7σ の不一致があると報告した [13]。新物理解釈の可能性として type-II

two Higgs doublet model の荷電ヒッグス粒子の寄与によるものがあるが、BaBar の結果は、こ

の模型では R(D) とR(D∗) の両方を同時には説明できないことを示している。

5 まとめ

B の物理を含むフレイバー物理は、標準模型を超える新物理を探索するための間接的な手段を

与え、LHC での新粒子の直接探索と相補的な役割を担っており、B ファクトリーやその他の実

験で近年多くの結果が得られた。現状の精度では、それらの測定結果は標準模型の予言値と概ね

10%程度のレベルでよく整合していると言うことができる。いくつかの観測量では 3σ 程度の「ア

ノマリー」が見つかっているものの、それらは新物理のはっきりした証拠というレベルではない。

今後、LHC の Run 2 における LHCb 他の実験や、Belle II 実験によって更に精度の高い測定が

行われる。一方、理論的にも格子QCDの進展等で標準模型の予言値の精度は更に向上すると考え

られる。これらが相まって近い将来に 1%レベルの高精度での標準模型の検証ないし新物理の発

見が可能になると期待される。
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超対称暗黒物質の対消滅における電弱制動放射の寄与

二瓶 武史

日大理工

銀河や太陽中心などに蓄えられた暗黒物質が対消滅して生成される粒子を観測することで, 暗黒

物質に対する間接的な情報が得られる可能性がある。本研究では標準模型を越える理論の候補で

ある超対称標準模型 (MSSM)において，ビーノ的なニュートラリーノ暗黒物質 (χ)の間接検出に

ついて考察する。

ビーノ的なニュートラリーノの主な崩壊モードはフェルミオン対生成χχ→ ff̄ であるが,ニュー

トラリーノがマヨラナ・フェルミオンであることから，ヘリシティー抑制により，銀河や太陽中心

における非相対論的な対消滅反応が強く抑制される。しかしながら, 光子の放出を伴う制動放射過

程 χχ → ff̄γ では, 光子がスピン 1を持つために, ヘリシティー抑制を受けず, 断面積に大きな寄

与を与えることが知られている [1]。さらに近年, レプトンとのみ相互作用する暗黒物質の模型を

用いて, 電弱制動放射と呼ばれる W ボソン放出を伴う過程 χχ → f ′f̄W の重要性が指摘されてき

た [2]。特にレプトン対生成 χχ → ℓν̄ℓW はニュートリノを用いた間接検出に大きな寄与を与え得

ると期待される。

本研究では, 特にスクォークが十分に重くスレプトンが比較的軽い場合を考え, 暗黒物質残存量

の制限を満たしつつ，電弱制動放射がニュートリノスペクトルに大きな影響を与えうる可能性を

考察した [3]。この際, 電弱制動放射に含まれる一次的ニュートリノだけではなく, Wボソン等の

崩壊から二次的に生じるニュートリノも考慮した。二次的なニュートリノの寄与は，PYTHIA と

呼ばれる数値計算コードを利用して評価した [4]。MSSMにおける電弱制動放射のうち, 主要な寄

与を与える過程を図 1に示す。Z ボソンを放出する過程もあるが, 今回は簡単のためにW ボソン

放出のみを考えた。

図 2(a) は対消滅の断面積と暗黒物質衝突の相対速度の積 σvrelを暗黒物質の質量 (mχ)の関数と

してプロットしたものである。太線が電弱制動放射の寄与であり, ニュートラリーノがスレプトン

より少し軽い領域mχ ≲ mℓ̃ において電弱制動放射が主要な寄与を与えることが分かる。さらに

灰色に塗られた領域では, スレプトン coannihilation の効果により, 暗黒物質残存量の制限 Ωχ ∼
0.1 を満たしている。

図 2(b) は横軸がヒッグシーノ質量パラメータ µ, 縦軸が SU(2)ゲージーノ質量パラメータM2

の平面内における σvrelの等高線プロットである。R = (σv)3W /(σv)2 は電弱制動放射の寄与と通

常の 2体終状態過程の寄与との比であり, Rが 1より大きな領域では電弱制動放射の寄与が主要と

なる。

図 2(c) は太陽中心における暗黒物質の対消滅により生じるニュートリノのスペクトルである。

太い実線が電弱制動放射による一次的ニュートリノの寄与で, 太い点線が電弱制動放射による二

次的ニュートリノの寄与である。また, 細い線は 2体終状態過程の寄与である。高エネルギー領域

Eν ≲ mχ において電弱制動放射による一次的ニュートリノが特徴的なピークを生じさせるため,

ニュートリノ・スペクトルの観測において電弱制動放射の効果が重要となる可能性があることが

分かった。
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図 1: 暗黒物質の対消滅における電弱制動放射の Feynman 図。

(a) (b)

(c)

図 2: (a) 対消滅の断面積と暗黒物質衝突の相対速度の積 σvrelと暗黒物質の質量 (mχ)の関係。(b)

ヒッグシーノ質量パラメータ µと SU(2)ゲージーノ質量パラメータM2 の平面内における σvrelの

等高線プロット。(c) 太陽中心における暗黒物質の対消滅により生じるニュートリノのスペクトル。
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Zero Higgs Double Model1

杉山 弘晃 ∗2, 津村 浩二 †

∗京都産業大学 益川塾3, †京都大学

1 イントロダクション

素粒子の標準模型の一角を成すワインバーグ・サラム理論 [2]では, SU(2)L × U(1)Y ゲージ対

称性を自発的に破りフェルミオンやゲージボゾンに質量を与える源として, SU(2)L の２重項スカ

ラー場 ΦSM が導入されている. 2012年 7月に LHC での発見が発表された新粒子 [3]は, 質量だ

けでなくスピンとパリティ [4] および相互作用 [5, 6]も測定されてきており, ΦSM 由来のヒッグス

粒子とみなして矛盾がないことが分かってきている. 果たして ΦSM ではないスカラー場に由来し

たヒッグス粒子である可能性は無いのだろうか？

ワインバーグ・サラム理論における ΦSM は, フェルミオンやゲージボゾンに質量を与えるため

に必要最小限のスカラー場である. 一方, 標準模型を拡張した新物理模型においては他のスカラー

場（SU(2)L の１重項や３重項, 追加の２重項など）がしばしば追加される. このことを考慮する

と, そもそもワインバーグ・サラム理論の段階で必要最小限のスカラー場にしておく必要はないと

も言える. そこで本講演では, ワインバーグ・サラム理論とは別の可能性を探るために, SU(2)L の

２重項スカラー場を導入しない模型の構築の試みを紹介する.

電弱ゲージ対称性を自発的に破る必要はあるため、SU(2)Lの２重項の次に単純なものとして３

重項スカラー場を導入する.

2 フェルミオン質量項

以後, SU(2)L のN 重項でハイパーチャージが Y であることをN Y で表わすことにする. フェ

ルミオン質量を与えるためには, 2 1/2という変換性の場が必要である. ３重項スカラー場に加えて

４重項スカラー場も導入すれば, 3⊗ 4 という積は 2⊕ 4⊕ 6 と分解できるため, ２重項の変換性を

持つ場が得られる. ハイパーチャージまで考慮すると, 以下のような積で 2 1/2 を実現できる.

3 0 ⊗ 4 1/2, 3 1 ⊗ (4 1/2)
∗, (3 1)

∗ ⊗ 4 3/2. (1)

以後, 断りが無い限りは 3 1 ⊗ (4 1/2)
∗ を使う (理由は 3章で述べる). また, 2 1/2 スカラー場の代わ

りに 3 1 と 4 1/2 が導入されるこの模型を, Zero Higgs Doublet Model (ZHDM) と呼ぶことにする.

3 1 のスカラー場を２階対称テンソル ∆ij で表現し, 4 1/2 のスカラー場を３階対称テンソル χijk

で表現しよう (i, j, k = 1, 2). 電荷を明示した成分で書き下せば次のようになる.

∆11 = ∆++, ∆12 = ∆21 =
1√
2
∆+, ∆22 = ∆0, (2)

χ111 = χ++, χ112 = χ121 = χ211 =
1√
3
χ+, χ122 = χ212 = χ221 =

1√
3
χ0, χ222 = ξ−. (3)

1本講演は [1]に基づく.
2講演者.
3４月からの所属は富山大学.

1
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図 1: 繰り込み可能な相互作用を用いてアップタイプクォークの質量を与えるダイアグラム．

標準模型の２重項スカラー場 Φi
SM の代わりとしては Φi

eff ≡ χ∗
jkℓ∆

jkϵℓi を使えばよい. ϵij は完全

反対称テンソルである. ここで, ∆0 と χ0 の真空期待値を v3 ≡
√
2⟨∆0⟩ および v4 ≡

√
2⟨χ0⟩ と定

義しておく.

クォークと荷電レプトンの質量項は

1

Λu

[
Qi

(
χijk∆∗

jk

)
uR

]
+

1

Λd

[
Qi

(
χ∗
jkℓ∆

jkϵℓi
)
dR

]
+

1

Λe

[
Li

(
χ∗
jkℓ∆

jkϵℓi
)
eR

]
(4)

という質量次元５の相互作用からmf ≡ v3v4/(2
√
3Λf ) と得られる. ただし, 世代の添え字は省略

した. 一方, ニュートリノのマヨラナ質量項 (1/2)mννL(νL)
c は

yν

[
Liϵ

ikϵjℓ∆∗
kℓL

c
j

]
(5)

という繰り込み可能な相互作用からmν =
√
2 yνv3 と得られる.

式 (4)の第一項の相互作用を繰り込み可能な相互作用から得る一例を以下に示す (第二項、第三

項についても同様に可能である). 右巻きフェルミオン UR と 左巻きフェルミオン UL を 3−1/3 と

してNU 個ずつ導入し, どちらもカラーについては３重項とする (以下ではカラーの添え字は省略

する). フェルミオン UaR と UaL (a = 1-NU ) はゲージ不変な質量項を持つことができ, また, 以

下のようにクォークとも相互作用する.

MUa

[
UaLUaR

]
+ y4Ua

[
Qiχ

ijkϵjℓϵkmU
ℓm
aR

]
+ y3Ua

[
UaLijϵ

ikϵjℓ∆∗
kℓuR

]
. (6)

簡単のために a についての依存性を無視してMUa = MU , y4Ua = y4U , y3Ua = y3U とし, MU ≫
v3, v4 とすれば, 図 1のダイアグラムから

1

Λu
≃
y4Uy3UNU

MU
(7)

が得られる.

3 ローパラメーター

ローパラメーター ρ ≡ m2
W /(m

2
Z cos2 θW ) の実験値は非常に 1 に近い値である [7]. 標準模型は

ツリーレベルで ρ = 1 を予言するが, ZHDM においてはどうなるかを確認する. 表 1は, 3 0 (また

は 3 1)と 4 1/2 (または 4 3/2)のスカラー場を導入した場合に ρ の値がどのように与えられるかを

2
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4 1/2 4 3/2

3 0 7 + 4x2 （ 2 1/2を作れない）

3 1

7 + 2x2

1 + 4x2
3 + 2x2

9 + 4x2

表 1: 3 0 (または 3 1)と 4 1/2 (または 4 3/2)のスカラー場の組み合わせによるツリーレベルのロー

パラメーターの値．ただし，x ≡ v3/v4 とした.

まとめたものである. ただし, x ≡ v3/v4 と定義した. 3 0 と 4 3/2 の組み合わせは 2 1/2を作れない

ので除外される. 残る３通りの組み合わせのうち, ρ = 1 とできるのは 3 1 と 4 1/2 の組み合わせだ

けであることがわかる. このとき, x =
√
3 が必要である. この条件とmW によって, 真空期待値

が v3 = 118GeV および v4 = 68GeV と決まる.

4 LHC で発見されたスカラー粒子との比較

ZHDM には CP-even な中性スカラー粒子が２つ存在する。軽い方を h と表わし, 重い方を H

と表わすと, これらは Re(∆0) と Re(χ0) の混合によって(
h

H

)
=

(
cos θ0 sin θ0

− sin θ0 cos θ0

)(√
2Re(∆0)√
2Re(χ0)

)
(8)

というように得られる. この h のツリーレベルでの崩壊パターンを, LHCで発見されたスカラー

粒子の崩壊パターン [5, 6] と比較する. ρ = 1 を課したことにより真空期待値の値が決まっている

ため, h のツリーレベルでの崩壊パターンは混合角 θ0 のみに依存する.

図 2は, pp 衝突実験においてグルーオン融合過程で生成された h が各粒子対にツリーレベルで

崩壊するパターンを sin θ0 の関数として示している. ただし, 縦軸の値は標準模型のヒッグス粒子

での値で割ったものである. また, sin θ0 < 0.5 の領域は観測値と大きく異なるため省略した. 赤色

の実線は ZZ∗ への崩壊に対する結果を表わす. 同様に, 青色い鎖線は WW ∗ への崩壊, 緑色の一

点鎖線はフェルミオン対への崩壊に対する結果をそれぞれ表わす. 全ての値が同時に 1 となるこ

とはないため, 標準模型への極限を持たない模型であることがわかる. LHCにおける ATLAS実

験の観測値 [5]

h→ ττ : 1.4+0.5
−0.4 , h→ ZZ∗ : 1.44+0.40

−0.35 , h→WW ∗ : 1.00+0.32
−0.29 (9)

と比較すれば, sin θ0 ≃ 0.75 のときに観測値と誤差の範囲内で無矛盾になる4.

標準模型や他の新物理模型の場合, ρ = 1 のときには h → ZZ∗ と h → WW ∗ に対する値は一

致する. それらの値が異なり得るのは ZHDM に特徴的な点であり, 実験での観測値がそのような

違いを示せば ZHDM への支持となり得る.

4h → bb に対する観測値 (0.2+0.7
−0.6) [5]を考慮すると, 0.75 より少し小さな sin θ0 が好まれる.

3
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図 2: ZHDM における h の崩壊パターン. 縦軸は ZHDM での値を標準模型での値で割ったもの.

赤色の実線は pp → h → ZZ∗ の結果を表す. 同様に, 青色い鎖線は WW ∗ への崩壊の結果, 緑色

の一点鎖線はフェルミオン対への崩壊の結果を表す.

他方, h→ γγはスカラーポテンシャル中のパラメーターにも依存するため複雑であるが, ZHDM

での値は標準模型のものに比べてかなり大きくなりがちである. しかしながら h→ γγはループレ

ベルの過程であり, １重項の荷電スカラー粒子等を追加することによって簡単に値を変化させるこ

とができるため, ツリーレベルの過程が実験と合わない場合のような深刻な問題にはならない.

5 まとめ

標準模型への極限を持たないような新物理模型の例として, SU(2)L の２重項スカラー場を導入

しない模型（Zero Higgs Doublet Model）を構築した. ZHDM においては, フェルミオン質量項

を与えることや ρ = 1 を満たすことが可能であり, LHC 実験でのスカラー粒子崩壊と無矛盾にす

ることもできる.
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T2K実験における重いニュートリノ探索

渡邊 篤史

京都産業大学益川塾

1 重いニュートリノ

これまでに行われた様々なニュートリノ振動実験の結果は、三つのフレイバー固有状態 (νe,νµ,ντ）

と三つの質量の固有状態 (ν1,ν2,ν3）による、いわゆる三世代振動の枠組みでよく記述できる。Z

ボソンの崩壊幅と宇宙論の相対論的自由度の観測も、三世代の描像と合致している。しかしニュー

トリノは、その質量の固有状態が直接観測される状態ではないため、質量の固有状態の数が三よ

り大きい可能性にはまだかなりの余地が残されている。いま、四番目の質量の固有状態N を考え

たとすると、フレイバーの固有状態 να(α = e, µ, τ)は、

να = Uαi νi + ΘαN (1)

のように書ける。ここで Uαiは牧・中川・坂田行列、iは 1から 3を走る質量固有状態のラベル、

Θαは、ναとN の混合の大きさ、したがってN の相互作用の強さを特徴づけるパラメターである

(|Θα| ≪ 1)。ここで導入したN のような中性レプトンは、標準模型を拡張した理論に頻繁に登場

する。シーソー機構などは、その最たる例である。

典型的なシーソー機構においては、右巻きニュートリノのマヨラナ質量は大統一スケール付近

の値を考える。その場合、重いニュートリノの質量は地上の実験で手の届くエネルギーよりずっ

と大きく、また混合も非常に小さいので、重いニュートリノの検出は困難である。しかし右巻き

ニュートリノのマヨラナ質量の値が電弱スケール付近や、或いはそれよりも小さい可能性もある。

その場合、重いニュートリノは、その混合の大きさによっては将来の実験で検出できるかもしれ

ない。

特に、質量が 10 MeV から 10 GeV の右巻きニュートリノは、初期宇宙における振動によって

バリオン数の非対称性を生成できることが指摘されている [1]。また、質量が 1 keV 程度の右巻き

ニュートリノは、暗黒物質の良い候補となる [2]。注目すべきことに、これらの電弱スケール以下

の質量の右巻きニュートリノを組み合わせ、ちょうど三世代の右巻きニュートリノで、ニュート

リノ質量、暗黒物質、宇宙バリオン数の三点を説明できることも知られている [3]。

そのような電弱スケール以下の質量をもつ中性レプトンN は、どのように検証できるだろうか？

まずそれを作るには、標準模型の粒子の共鳴を介して、すなわち不安定な粒子の崩壊を通して生

成するのが効率がよい。親となる粒子は、電弱ボソンからB,D,K,πメソンまで色々な場合が考え

られる。質量が軽いものが作りやすいので、まずは π,K あたりの崩壊から作られるN が最もテ

ストが容易な仮説であると考えられる。
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図 1: 重いニュートリノN の質量レンジと主な生成過程と検出過程。

例えば、N の質量が∼ 500 MeVより小さくて、K±の崩壊から生成できるとしよう。このとき

重要なK±の崩壊モードには、K± → µ±N やK± → e±N がある。N の質量に応じて、µ±と e±

のスペクトラムには標準模型のピークよりも低いエネルギーのところに別の小さなピークができ

るはずである。これを探す方法はひとつの有力な方法である [4]。

また、N が荷電粒子に崩壊する場合は、その荷電粒子のシグナルをとらえるのも有力な方法と

なる。有力な崩壊モードとしては、2体崩壊モードのN → µ±π∓、N → e±π∓、3体崩壊モード

のN → µ−µ+ν, N → µ∓e±ν, N → e−e+ν がある。図 1に、N に質量に応じて可能な、主な生

成過程と検出過程をまとめた。図では、親の粒子としてK+の場合を示している。

ところで、最近の長基線ニュートリノ振動の実験では、陽子のビームをターゲットに当てて π

やK をつくり、その崩壊から出てくるニュートリノを使って実験をしている。もし (適当な質量

レンジの)N が存在していれば、そのように生成されたニュートリノには、通常のニュートリノに

混じってN も存在しているはずであるから、最近のニュートリノ実験を使って重いニュートリノ

を検出できるのでは？ ということが問題となる。

2 T2K実験による重いニュートリノ探索の可能性

そこで本研究 [5]では、T2K実験を例に考えてみる。T2K実験では、ニュートリノソースから

280メートル離れたところに、ND280と呼ばれる近検出器を置いて、ニュートリノビームを詳細

にモニターしている。この検出器は、e, µ, πの同定が可能である。ソースから飛んできたN がこ

の検出器の中で上述のような崩壊を起こせば、一つのバーテックスから生じた二つの荷電粒子の

トラックとして観測される。そのようなイベントに対して、二つの荷電粒子の不変質量分布をと

れば、N のシグナルは、2体崩壊がメインの場合N の質量のところに集中する。
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図 2: T2K実験 (1021POT)による、重いニュートリノの各種混合に対する制限。横軸はN の質量。

図 2は、T2Kが 1021POTを達成したときに、重いニュートリノのシグナルを発見できなかった

場合の各種混合パラメターに対する上限 (90%CL)を示している。下側の青い実線がT2Kである。

比較として、この質量領域で過去に最も強い制限を与えてる、PS191実験 [6]の排除領域 (90%CL)

を、上側の赤い実線と塗りつぶされた領域で示した。三つのパネルは、ドミナントな生成過程と

検出過程の組み合わせに対応する。左のパネルは、Θeドミナントで、生成がK+ → e+N、検出

が N → e−π+ で行われた場合、右のパネルは Θµ ドミナントで、生成が K+ → µ+N、検出が

N → µ−π+ で行われた場合を示している。真ん中のパネルでは、生成が K+ → e+N、検出が

N → µ−π+で行われた場合を示した1。

図 2では、ゼロバックグラウンドの場合の結果を示した。しかし実際には、アクティブニュー

トリノの反応等によるバックグラウンドがある。例えば、

νµ + n→ µ− + π+ + n (CC− nπ+)

νµ + 16O → µ− + π+ + 16O (CC− coherentπ+) (2)

のような反応が、N → µ−π+に対する主要なバックグラウンドとなるだろう。文献 [7]によると、

このような反応はおよそ 7300イベント/1021POT/tonあるので、本格的な見積りはµ−と π+の運

動量の不変質量分布を考えて行うべきである。しかし、イベントをND280の TPCのアルゴンガ

ス中で発生するイベントに限れば、式 (2)のような反応の比率を抑えることができるはずである。

この場合、式 (2)のような反応の数はおよそ 100イベント/1021POT/ton 程度になり [7]、さらに

不変質量分布をとれば、シグナルが集中するビンに入る背景事象数はさらに減少する。ND280の

フルの体積 61.25m3のうち、TPCのガスが占める体積 9.0m3にイベントを限れば、ゼロバック

1Θµ 成分があればK+ → µ+N の寄与もあるので、これは今考えてるモデルではあり得ない状況だが、単に PS191
の文献との比較の為にこの場合も示した。
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グラウンドによる見積りもそれほど的外れではないはずである。図 2の点線は、イベントをTPC

の体積 9.0m3に限った場合の混合の上限を示している。

また、N → e−π+に対しても、式 (2)に対応する反応がある。しかし νeのフラックスは、νµの

それよりも小さい。600MeVくらいのエネルギーでは、νeは νµのおよそ 1%程度であり、この場

合はフルの体積でも、ゼロバックグラウンドの見積もりでそれほど悪くないはずである。まずは、

同じバーテックスから生じる e−と π+のイベントを選別することが、重いニュートリノ探索の第

一歩として適当である。

ここではN はディラック粒子の場合を考えたが、マヨラナ粒子の場合はさらに興味深い。とく

にT2K実験は、ホーンで前方に集めるメソンのチャージを切り替えることができる。重いニュー

トリノがディラックの場合、ホーンで集めたメソンのチャージに応じて、シグナルの荷電粒子ペ

アのチャージが決まる。しかしマヨラナの場合は、ディラックの場合とは逆チャージの荷電粒子

のペアに崩壊しうるので、シグナルの荷電粒子のペアのチャージをみることによって、原理的に

はディラックかマヨラナかの情報を得ることができる。とくに T2Kでは、生成されるN のエネ

ルギーとその質量が近いことが重要な点である。T2Kのようなセットアップが、潜在的にレプト

ン数非保存の発見の可能性を秘めていることは興味深い。

3 まとめ

標準模型にニュートリノの質量を導入するには、右巻きニュートリノの存在を仮定するのが最

も単純で自然である。ゲージ対称性からは右巻きニュートリノのマヨラナ質量は禁止されないの

で、重いニュートリノが実際に存在している可能性は高いと思われる。マヨラナ質量はいろいろ

な値を取り得るので、テストが可能な質量と混合の領域を探っていくことは重要な課題である。

この研究 [5]では、T2Kのような既存の実験施設を使って、経済的にそのような重いニュート

リノの探索を行えることを示した。過去に行われた実験は古いものが多く、重いニュートリノの

発見の余地はまだまだ残されている。
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CMB偏光観測実験: POLARBEARの最新の結果と今後の展望
長谷川雅也

高エネルギー加速器研究機構 素粒子原子核研究所

2012年初頭にチリ ·アタカマ高地にて宇宙マイクロ波背景放射 (CMB)偏光の科学観測を開始した
POLARBEAR実験は、2014年 3月に世界で初となる重力レンズ効果起源のBモード偏光パワー
スペクトルの観測を報告した。この結果は将来のニュートリノ質量和の探索に繋がる重要なステッ
プとして期待されている。現在 POLARBEARは、空の観測領域を拡大し、インフレーション起
源の Bモード偏光の発見を目指してデータを収集している。この講演では、CMB偏光と重力レ
ンズ、インフレーションの関係について述べた後、POLARBEAR実験の最新の結果と今後の展
望について述べる。また、BICEP2グループの結果についても議論したい。

1 CMB偏光の物理
宇宙マイクロ波背景放射 (Cosmic Microwave Background Radiation (CMB)) は宇宙誕生から

約 38万年後のいわゆる晴れ上がりと呼ばれる（光子の脱結合が起こった)時期に発せられ、今も宇
宙空間を漂っている光子の事である。1964年のペンジアスとウィルソンによる温度測定がビック
バン宇宙の決定的な証拠となり、1さらにCOBE衛星 (DMR検出器), WMAP衛星そして Planck

衛星による温度揺らぎの測定を通して現在我々は、宇宙の進化に関する”標準的なモデル” 2を確
立するに至っている。今後さらに宇宙誕生の謎に迫る方法として期待されているのが、Bモード
偏光と呼ばれる CMBの特殊な偏光パターンの検出である [1, 2]。
CMBは晴れ上がり時の「電子との散乱」と「温度の非一様性」によって偏光パターンを生じる。

温度の非一様性は初期宇宙における”スカラー揺らぎ”と”テンソル揺らぎ (原始重力波)”により生
じるが、スカラー揺らぎからは Eモードと呼ばれる隅パリティの偏光パターンのみが生じ、テン
ソル揺らぎからは Eモード偏光に加えて Bモード偏光と呼ばれる奇バリティの偏光パターンが生
じる。テンソル揺らぎは検出自身が大発見であり、ビックバン以前の宇宙を記述するインフレー
ション仮説の決定的な証拠となるため、Bモード偏光の探索が、今のCMB研究の最前線となって
いる。また、CMBは現在我々が観測出来うる光の中で最も遠く（古い時代）からやって来ており、
我々の所に届くまでに、宇宙の大規模構造による重力レンズ効果を受けている。この歪んだレン
ズを通して対称な（隅パリティの）Eモード偏光を見る事により、有限の Bモード偏光の信号が
観測出来る。この信号を先に述べたインフレーション起源の Bモード偏光と区別して重力レンズ
Bモード偏光と呼んでいる。重力レンズ Bモードの信号強度は大規模構造による重力レンズ効果
の大きさを反映しており、特にニュートリノの（総）質量による大規模構造の成長の抑制に感度
がある。したがって CMBを通してニュートリノの総質量を決定する事が可能となる。

1決定的な測定は 1990年の COBE衛星に踏査された FIRAS検出器によって行われた
2ΛCDM モデル。宇宙は平坦で、エネルギー密度の大部分をダークエネルギーとダークマターが担っているという

もの。現在宇宙が加速膨張している事も分かっている。
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2 POLARBEAR実験
POLARBEAR実験は南米チリ ·アタカマ高地における地上のCMB偏光観測実験である。2011

年後半に望遠鏡を設置し、2012年初頭より 150GHz帯で CMB観測を行っている。実験は米国の
カリフォルニア大学バークレー校を中心に７カ国から 70人程度の国際コラボレータで進められて
いる。日本からも高エネルギー加速器研究機構 (KEK)、東京大学 Kavli数物連携宇宙研究機構、
JAXA等から 20名近くのメンバーが参加している。
POLARBEAR実験の最大の特徴は、3.5mとミリ波帯域では比較的大きな主鏡を有する所であ

る。一般に角度分解能 (∆θ)と主鏡の直径 (D)には、

∆θ ∼ λ

D
(1)

の関係があり (λは観測する光の波長)、良い角度分解能を持つには大きな主鏡が必要になる。た
だし、角度分解能が良すぎると同じ空の領域を観測するにも時間がかかりすぎてしまい、(いわゆ
る 1/fノイズにより)大角度スケールでの感度を損なう事につながる。また、装置が大掛かりにな
り運用が難しくなるという実用的な問題もある。POLARBEARの 3.5mという主鏡は分解能にす
ると 3.5分角 (FWHM)に対応し、丁度重力レンズBモード偏光を見るのに都合が良く、また高速
なスキャン観測が可能な駆動能力も有しているため、数度∼10度の大角度スケールに現れるイン
フレーション起源の Bモード偏光も感度を失わずに見る事ができる。
焦点面には、微小な偏光信号をとらえるために、250mKにまで冷やされた 1274個の超伝導検出

器:TESボロメータが配置されている。CMBでは、実験の感度を表すのにNET(ノイズ等価温度）
という指標を用いる 3。POLARBEAR実験では 23µK

√
sの感度を実現しており、これはBICEP2

実験と並んで (BICEP2のNETは 17− 24µK
√
s)世界最高レベルの感度である。

3 POLARBEAR実験の初年度の結果
POLARBEARの初年度の観測は重力レンズ Bモード偏光の検出に的を絞り、非常に小さな空

の領域 (3◦ × 3◦)を深く観測する方針で行った。図 1は初年度に観測したデータをすべて足し上げ
て作った偏光 (ストークスパラメータ Q)のマップである。マップ上のノイズレベルは 6µK-arcmin

で 4で、ミリ波帯域でかつこの天域に限って言うとCMB偏光観測史上最も感度の高い（ノイズレ
ベルの低い）マップとなっている。また重力レンズBモード偏光に対して、予想される S/N比が
ほぼ１になるノイズレベルである。
得られたデータを元に、POLARBEARでは重力レンズ Bモード偏光に関する以下の３つの結

果を発表している。

• 宇宙赤外背景放射 (CIB)との相互相関解析による non-zeroな Bモード偏光成分の実証 [3]

• 重力レンズ deflection fieldのパワースペクトルの測定 [4]

• Bモード偏光パワースペクトルの測定 [5]

3これは１秒間の観測でどれくらい小さな偏光信号をノイズと区別して観測出来るかという事を意味する。
41分角のピクセルサイズでノイズのマップを作った時に、マップのピクセル毎の Qの値が 6µKだけばらつく事を

示している

2
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図 1: POLARBEAR 初年度の観測で
得られたストークスパラメータQのマ
ップ。
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図 2: 2014年末の時点でのBモード偏光パワースペク
トラム。実戦はインフレーション起源のBモード偏光
(r=0.2)と ΛCDMモデルによる重力レンズ Bモード
偏光を足し合わせたスペクトラムである。

CIBとの相互相関解析についてはすでに南極の SPTpol実験によって半年前に結果が報告され
ているが [6]、異なる装置かつ別の天域で我々が確認した事で、より強固に重力レンズBモード偏
光の存在が裏付けされた。Deflection fieldの測定については、CMBの偏光データのみを用いてB

モード偏光の存在を確認した初の結果である。最後に Bモード偏光パワースペクトルの測定は、
重力レンズ効果の研究には必ずしも最適な測定量では無いが、将来のインフレーション起源の B

モード偏光探索と同じ手法であり、その実現性に向けて今回の結果は大きな１歩となる。特に系
統誤差に関して非常に強固な装置較正及び解析手法を確立し、Bモード偏光パワースペクトルの
有意な検出を実現した事は特筆出来る 5。まさに、CMB偏光研究の 2014年を代表し、Bモード偏
光を用いた宇宙論の幕開けとなる歴史的な成果と言える。

4 BICEP2の結果
POLARBEARの Bモード偏光の結果発表から１週間後、2014年 3月 17日に南極の CMB偏

光観測実験BICEP2が、インフレーション起源と思われる大角度スケールのBモード偏光を発見
した、という発表を行った [7]。図 2にBICEP2が得たBモードパワースペクトルを示した。たし
かに ℓ ∼ 100の辺りで、重力レンズ Bモードでは説明出来ない Bモードパワーを観測している。
ただし、最近 Planck衛星が発表した (353GHz帯のデータを 150GHz帯に外挿してダストの寄与
を見積もった)結果によると、BICEP2が観測した Bモードパワーはダスト放射で十分説明が可
能であり [8]、BICEP2の結果はインフレーションの決定的な証拠とは言えない。将来的に、観測
した Bモードパワーを確実にインフレーション起源の物というには、(1) 多波長観測による前景
放射のより高精度な差し引き、(2) 大小角度スケールの同時観測による重力レンズ Bモード強度
の高精度な差し引き (3) 広域観測が必要となる。これらの条件を満たす次世代 CMB偏光実験の

5装置較正に関しては Kavli IPMU博士研究員の西野玄記氏が、解析に関しては KEK博士研究員の茅根裕司氏がグ
ループを主導し、結果をまとめた
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１つが、POLARBEAR実験のアップグレード計画であるPOLARBEAR-2/Simons Array計画で
ある。次章で詳細を述べる。

5 POLARBEAR-2/Simons Array計画

!"#$%&'( (2)*+4TES,-). /01&'(234.

567.

89:;.

<9.

POLARBEAR-2&'(.

TES,-.

図 3: POLARBEAR-2検出器の概観。

POLARBEARではアップグレード計画として、新しい検出器システム (POLARBEAR-2)を現
在開発している [9, 10]。図 3に POLARBEAR-2検出器の概観を示す。CMB 光子は 3.5m の主
鏡 (図には示されず) および副鏡で反射され、検出器クライオスタットに入射し超伝導転移端セン
サー (TES ボロ メータ) が敷き詰められた焦点面に到達する。POLARBEAR-2 では、焦点面の
直径を POLARBEAR検出器のおよそ 2倍に拡張 し、検出器数で 6倍となる 7588 個のTES ボロ
メータを焦点面に配置する。偏光 B モード強度の観測 精度は検出器数に比例して向上するため、
この拡張により POLARBEARと比較して 6倍の統計感度を有する 事ができる。またCMB光子
を受けるアンテナを改良し、95GHz, 150GHzの２周波数帯を同時観測できる様になっている。こ
れにより、BICEP2で議論になっている前景放射の差し引き精度が大きく向上する事が期待出来
る。POLARBEAR-2は最終的には KEKでシステムの組み上げと評価試験が行われ、2015年度
中にチリへの設置を行う予定である。
さらに POLARBEARでは望遠鏡を３台に増設し、それぞれに POLARBEAR-2検出器を搭載

して、現在観測している POLARBEARのおよそ 20倍の感度で観測を行う Simons Array計画を
進めている [11]。図 4に Simons Array計画で期待出来る結果を示した。Simons Array計画が実
現すれば、３年間の観測でインフレーション起源の Bモード偏光を r = 0.01を 5σ以上の確度で
確認できる観測感度を有し、また他の宇宙観測とあわせてニュートリノ質量和を 19meV(1σ)の精
度で決定する事ができると期待出来る 6。

参考文献
[1] U. Seljak and M. Zaldarriage, Phys. Rev. Letter, 78, 2054 (1997).

6系統誤差や前景放射の寄与は考慮されていないので目標値である

4

52

Soryushiron Kenkyu



図 4: Simons Array計画で達成出来ると予想されるスペクトラム (左図)及びニュートリノ質量和
に関する予想感度 (右図)。

[2] M. Kamionkowski et. al., Phys. Rev. Letter, 78, 2058 (1997).

[3] POLARBEAR Collaboration, Phys. Rev. Letter, 112, 131302 (2014)
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On quantum corrections of a string world sheet

for a Wilson loop in the AdS/CFT correspondence

三輪 光嗣

日本大学理工学部

1 はじめに

本講演ではAdS5×S5時空上の超弦理論と 4次元で超対称性を 4つ持った SU(N)超対称ヤン-ミ

ルズ理論 (SYM理論) の間の対応関係 (AdS/CFT対応)に関する研究を紹介した。今回注目した

のは SYM理論の 1/4 BPSウィルソンループに対する重力理論側での対応物である。詳しい計算

や議論は [1]にまとめられているが、ここでは講演で触れた内容について簡単にまとめる。

2 1/4 BPSウィルソンループ

今回扱ったウィルソンループは次のように与えられる。

W (C) =
1

N
trP exp

∮
dτ

(
iẋi(τ)Ai(x(τ)) + |ẋ(τ)|ΘI(τ)ΦI(x(τ))

)
(1)

xi(τ) = ( a cos τ, a sin τ, 0, 0 ) , (2)

ΘI(τ) = ( sin θ0 cos τ, sin θ0 sin τ, cos θ0, 0, 0, 0 ) (3)

θ0が一般的な値の場合にはこの演算子は SYM理論が持つ超対称性のうち 1/4の対称性を保つこ

とが知られている。またウィルソンループとは別に次のような SYM理論の持つ超対称性の半分を

保つ局所演算子も考えた。

OJ =
(2π)J√
JλJ

tr(Φ3 + iΦ4)
J (4)

講演で議論した物理量はウィルソンループの期待値 ⟨W (C)⟩ およびウィルソンループと局所演
算子の相関関数 ⟨W (C)OJ(x⃗)⟩であり、これらは SYM理論の平面図レベルでは次のように求めら

れている [2][3]。

⟨W (C)⟩ = 2√
λ′
I1(

√
λ′) (5)

⟨W (C)OJ(x⃗)⟩
⟨W (C)⟩

=
1

2N

aJ

ℓ2J

√
Jλ′

IJ(
√
λ′)

I1(
√
λ′)

(6)

ただし、局所演算子の位置は x⃗ = (0, 0, 0, ℓ)であり、ℓ≫ aと仮定している。また λ′はトフーフ

ト結合定数 λによって λ′ = λ cos2 θ0と定義されており、I1(
√
λ′)、IJ(

√
λ′)は変形ベッセル関数で

ある。

1

54

Soryushiron Kenkyu



3 重力理論側の解析

今回の主題は、式 (5)や式 (6) に対応する重力理論側の物理量に関して、弦の揺らぎの効果を取

り入れた計算手法を議論することであった。一般にゲージ理論側でウィルソンループを含むシス

テムを考えた場合、重力理論側ではAdS5×S5時空を伝搬する弦を考えることになる。弦の端点は

AdS5の境界に伸びており、その境界条件は (2)および (3)によって与えられる。期待値の場合は

こうした弦のディスク分配関数を考えることになるが、(6)のように点 x⃗に局所演算子の挿入があ

る場合には、AdS境界上の点 x⃗とループCの間を伝搬する弦を考えることになる。今回注目する

J ≪
√
λ′のパラメータ領域では局所演算子の影響が小さいため、次のような近似計算が正当化さ

れる。すなわち、ループ C に端を持つディスク状の弦の世界面を考え、その世界面と境界上の点

x⃗の間を局所演算子OJ に対応する局所的なモードが伝搬するという描像である。J ≪
√
λ′であ

ることに対応して、ループ C に端を持つ弦の世界面は、局所演算子の影響は無視して、ウィルソ

ンループの期待値を計算する際に用いられるものをそのまま用いることになる。

こうした研究はこれまでにも盛んに行われて来たが、多くの場合弦の世界面は古典的に扱われ

て来た。言い換えると、弦の分配関数や伝搬関数を評価する際の経路積分を、弦の古典解によっ

て評価するという手法が用いられてきた。こうした古典的な解析を超えて、弦の量子補正を取り

入れた対応の検証は大変興味深い。例えば [4][5][6][7]では弦の古典解周りの微小な揺らぎの積分

を実行する研究が行われている。今回の講演では、この手法とは違い、[2]で提案された古典近似

を超える解析手法について、その応用例も含めて紹介を行った。

文献 [2]の著者は θ0 = π/2の場合のウィルソンループを考え、対応するループ C に貼り付いた

弦の世界面がゼロモードを持つことに着目した。ゼロモードは三つのパラメータ (α, β, γ) によっ

て表され、これらのパラメータは S5の中の S3部分空間内での弦の位置に対応する。θ0 = π/2の

場合にはこれらのゼロモードは厳密なゼロモードであるため、これらのモードに関する積分を行っ

ても弦の経路積分は定数倍されるだけであり面白い結果にはつながらない。文献 [2]で提案された

のは、パラメータ θ0を π/2からずらすことであった。この場合には (α, β, γ)に対応するモード

はもはやゼロモードではなくなり、非自明なポテンシャルを獲得することになる。しかしながら

θ0が π/2に近い極限ではこれらのモードは依然として経路積分に大きな寄与を与えると期待でき

る。実際に [2]では λ′を有限に保ちつつ λ → ∞、θ0 → π/2の極限を考えることで、そのポテン

シャルが S = − cosα
√
λ′と評価され、積分を実行することでゲージ理論側の計算結果が次のよう

に再現されることが議論されている。

1

2π2

∫
dαdβdγ sin2 α sinβe−S =

2

π

∫
dα sin2 αecosα

√
λ′

=
2√
λ′
I1(

√
λ′) (7)

今回はこうした“破れたゼロモード”を用いた解析手法、およびこの手法をウィルソンループと

局所演算子の相関関数へ適用する研究の紹介を行った。

4 破れたゼロモードの具体的表式について

文献 [2]では“破れたゼロモード”に対応する弦の配位が具体的な式の形では与えられていない。

そのため、まず手始めにその具体形を考察した。(3)で与えられる境界条件を満たすこと、θ0 → π/2

でゼロモードに帰着すること、ビラソロ条件を満たすこと、等を要請することで、次のような配

2
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位が破れたゼロモードの S5部分の性質を満たすことが分かった [1]。

Y1 = f(σ, α) cos τ

Y2 = f(σ, α) sin τ

Y3 = f(σ, α)
(
coshσ0 sinhσ cosα+ sinhσ0 coshσ

)
Y4 = f(σ, α) sinhσ sinα cosβ

Y5 = f(σ, α) sinhσ sinα sinβ cos γ

Y6 = f(σ, α) sinhσ sinα sinβ sin γ

(8)

ただし、座標 YI は S5が埋め込まれた平坦 6次元空間の座標であり、(8)は YIYI = 1を満たす。ま

た、σ0は θ0と tanhσ0 = cos θ0のように関係しており、関数 f(σ, α)は次のように与えられる。

f(σ, α) = (coshσ0 coshσ + sinhσ0 sinhσ cosα)
−1 (9)

ここでは、(τ , σ)を弦の世界面の座標、(α, β, γ) を異なった弦の配位を与えるパラメータと捉え

ているが、(8)で定義される 5つのパラメータ (τ, σ, α, β, γ) は実は S5のなめらかな座標を与えて

おり、計量と各パラメータの領域は以下のとおりである。

dsS5 = dYIdYI = f(σ, α)2
[
dτ2 + dσ2 + sinh2 σ

(
dα2 + sin2 α(dβ2 + sin2 βdγ2)

)]
(10)

0 ≤ τ < 2π , 0 ≤ σ ≤ ∞ , 0 ≤ α ≤ π , 0 ≤ β ≤ π , 0 ≤ γ < 2π (11)

このことから、(α, β, γ)が違えば (8)は異なった配位を与えることが保証される。弦のAdS5部分

に関してはポアンカレ座標を用いて以下のように与えられる配位を用いた。

z = a tanhσ , x1 = asechσ cos τ , x2 = asechσ sin τ , x3 = x4 = 0 (12)

実際に (8)、(12) を用いて弦の作用を評価すると、[2] で導入された極限において関数形 S =

− cosα
√
λ′ が得られることは容易に確認できる。このため [2]で議論されたとおり、破れたゼロ

モードを足し上げることでベッセル関数 I1(
√
λ′)が得られることになる。

5 相関関数に対する破れたゼロモードの積分

講演では“破れたゼロモード”の手法の適用例としてウィルソンループと局所演算子の相関関

数に対応する重力理論側での計算を議論した。この場合に期待される対応関係は次のようになる。

⟨W (C)OJ(x⃗)⟩
⟨W (C)⟩

↔

1
2π2

∫
dαdβdγ sin2 α sinβ δ

δsJ0 (x⃗)
e−S[sJ0 (x⃗)]

∣∣∣
sJ0=0,0/−modes

1
2π2

∫
dαdβdγ sin2 α sinβ e−S[sJ0 (x⃗)]

∣∣∣
sJ0=0,0/−modes

(13)

分子はOJ に対応するモード sJ0 による微分を含み、また、分母分子とも弦の作用は破れたゼロモー

ドの配位 (8)、(12)を用いて評価されている。このことを |0/−modesと書き表している。計算の細部

は省くが、“破れたゼロモード”に対する積分を実行することで、次のような結果が得られる [1]。

⟨W (C)OJ(x⃗)⟩
⟨W (C)⟩

↔ 1

2N

aJ

ℓ2J

√
Jλ′

IJ(
√
λ′)

I1(
√
λ′)

(
1− J + 2√

λ′
IJ+1(

√
λ′)

IJ(
√
λ′)

)
(14)
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この式の括弧の中の第二項は J ≪
√
λ′であれば第一項の 1に対して無視することができる。従っ

て、この極限においてのみ (14) は (6)と一致する。3章のはじめに述べたとおり、今回の解析で

用いた弦の配位は J ≪
√
λ′の極限においてのみ正当化されるため、ここで得られた結果はもっと

もらしいと言える。ひとつ気を付けなければならないのは、この極限操作は (14)の括弧の中の第

二項だけでなく、括弧の前にかかっている因子 IJ(
√
λ′)/I1(

√
λ′) にも影響を与えるという点であ

る。このため、(14)はベッセル関数 IJ(
√
λ′) そのものが導出されたことを意味するのではなく、

あくまでもベッセル関数の極限の表式が重力理論側から導き出されたことを意味する。詳しくは

[1]で議論されているが、J2/
√
λ′ を有限に保ちつつ J ≪

√
λ′ の極限を取ることでベッセル関数

IJ(
√
λ′)の持つ非自明な λ′依存性を保持することができ、古典解を用いた解析を超えたレベルで

の AdS/CFT対応の成立を確認することができる。ベッセル関数の同様の極限はより対称性の高

いウィルソンループの場合に、古典解周りの微小な揺らぎに着目して [8]においても考えられてお

り、本研究との関係は興味深い点である。

6 まとめと今後の課題

本講演ではAdS/CFT対応における 1/4 BPSウィルソンループの重力理論側での対応物に関する

研究を紹介した。ウィルソンループの期待値の研究では、λ′を有限に保ちつつ λ→ ∞、θ0 → π/2

とする極限において、弦の“破れたゼロモード”が重要な役割を果たす。今回はウィルソンループ

と 1/2 BPS局所演算子の相関関数を考え、この“破れたゼロモード”の手法を適用した。その結

果、上述の極限に加えて J ≪
√
λ′の極限を取ることでゲージ理論側と一致する結果が得られるこ

とが分かった。ふたつ目の極限操作が必要となるのは、弦の配位が局所演算子の影響を考慮せず

に作られていることが原因であると考えられる。こうした極限をとらずにゲージ理論側の結果を

再現するためには S5上で角運動量を持つ弦の配位を考える必要があるが、文献 [9][10]で議論され

ている古典的配位はこうした解析を行う上で参考になると期待できる。
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場の理論によるブラックブレーンの解析と p-soupモデル

柴　正太郎

京都産業大学　益川塾

1 はじめに

我々は、超弦理論・M理論におけるブラックブレーンの系を記述する新たな方法として、p-soup

モデルを提唱している。このモデルでは、ブレーン上の場の理論におけるスカラーモジュライが

互いに強く相互作用をし、液体（スープ）のような系を作っていると考える。このモデルがブラッ

クブレーンの様々な性質を再現できることを紹介する。

2 p-soupモデル

まずは、ブラックDpブレーンの場合を例にとって考えてみよう [1, 2]。Dpブレーン上の場の理

論は、(p+ 1)次元 U(N)超対称Yang-Mills理論であり、その作用は

SDp =
N

λ

∫
dτdpxTr

[
1

4
F 2
µν +

1

2
(DµΦ

I)2 +
i

2
Ψ̄ΓµDµΨ− 1

4
[ΦI ,ΦJ ]2 − i

2
Ψ̄ΓI [ΦI ,Ψ]

]
(1)

である。理論の古典的な真空はすべて

Aµ,ab = aµ,aδab , ΦI
ab = ϕIaδab , Ψab = 0 (2)

にゲージ変換の下で同値である。ここで a, bは行列（U(N)の adjoint表現）の脚を表す。また、

ϕIaはスカラーモジュライと呼ばれ、Dpブレーンの位置（垂直方向の座標）を表す。このスカラー

モジュライの有効作用を求めると、古典部分と 1ループ部分は次のような形になる。

Sclassical ∼ N

λ

∫
dτdpx

N∑
a=1

1

2
(∂ϕa)

2

S1−loop ∼
∫
dτdpx

∑
a,b

(∂ϕab)
4

ϕ7−p
ab

(
1 +

(∂ϕab)
2

ϕ4ab
+ · · ·

)
(3)

2ループ以上の部分も原理的には同様にして求めることができる。

この有効作用から物理量を評価するために、次の 3つの設定を置くことにする。第一に、すべ

てのブレーンは垂直方向に関して、同じオーダーの距離 ϕだけ離れているとする。すなわち、

ϕIa ∼ ϕIa − ϕIb ∼ ϕ (4)

とする。このモデルではCoulomb phaseを考えることに注意したい。第二に、スカラーモジュラ

イの微分はすべて

∂ϕ ∼ πTϕ (5)

1
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と評価することとする。ここでTは系の温度を表す。1ループ有効作用 (3)で · · · として省略した部分
は高次微分項と温度依存項であり、これらが無視できるパラメータ領域はそれぞれ |(∂ϕ)2/ϕ4| ≪ 1

と β|ϕa − ϕb| ≫ 1 であるが、これら 2つの条件はこの設定 (5)の下で一致することに注意したい。

第三に、相互作用する有限系を考えているので、ビリアル定理を課すこととする。

Sclassical
Dp ∼ S1−loop

Dp,T=0 ∼ SDp (6)

その結果、すべてのループの次数の主要項が同じオーダーになることがわかる。これはすなわち、

強結合領域（非摂動的な領域）を見ていることに対応する。

以上の設定を p-soupモデルと呼ぶ。Dpブレーンは散らばっているが、強く相互作用している

ことから、スープのような系だと考えられる。このモデルの設定に従って、物理量を評価すると

FDp ∼ TSDp ∼ N2T
2(7−p)
5−p λ

− 3−p
5−pVp , ϕ ∼ T

2
5−pλ

1
5−p (7)

と求められる。それぞれ自由エネルギーとホライズンの半径に対応すべきものであり、実際に超

重力理論で知られている結果と（有理数係数を除いて）一致することが確かめられる。

3 応用例

3.1 ブラックMブレーン

前節ではブラックDブレーンを考えたが、ブラックMブレーンの場合も、同じ議論で超重力理

論の結果を再現することができる [3]。M2ブレーン上の場の理論はABJM理論として知られてい

るので、それを用いて解析すればよい。一方、M5ブレーン上の場の理論は、ゲージ群が知られて

いないので定式化されていない。そこで我々は、理論の真空にN 個のスカラーモジュライが存在

することを仮定して解析を行った。その結果、p-soupモデルではDブレーンとMブレーンのダイ

ナミクスはパラレルに議論できることがわかった。

Mブレーンの系の自由度は、枚数N に対して非自明な依存性を持つことが知られており、これ

をどう理解するかが長年の問題であることを考えると、我々の結果は大きな前進だと言えるだろ

う。これまでの議論は専らHiggs phase（ブレーンが重なった系）で行われてきた。M2ブレーン

については、ABJM理論に局所化の方法を用いて計算することで、O(N3/2)の自由度が正しく再

現できる。しかし、M5ブレーンについては、そうした議論はほぼ行えていない状況である。

ところが、p-soupモデルの議論を使うと、Coulomb phaseにおいて、DブレーンもMブレーン

も N 個のスカラーモジュライのダイナミクスに注目することで、系の自由度の N 依存性が正し

く説明できてしまうのである。この立場では、Dブレーンの自由度のN 依存性O(N2)も、Mブ

レーンと同様に非自明である。DブレーンとMブレーンの自由度の違いは、むしろ’t Hooft 極限

(N → ∞, λ = g2YMN : fixed)を取れるか取れないかに起因するようである。

3.2 Gregory-Laflamme相転移

Gregory-Laflamme相転移は、ブラックブレーンを円周上にコンパクト化した系で起こる現象で

あり、超重力理論においてはよく知られているものである。簡単に言うと、ホライズンの半径と

2
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コンパクト化の半径がだいたい同じになるとき、相転移が起こって、自由エネルギーの微分など

が不連続になる。

我々は p-soupモデルを用いて、この相転移が場の理論においてどのように見えるのかを議論し

た [4]。その結果、モノポール補正や Polyakovループの寄与など、有効作用に exp展開の形で現

れる効果が大きくなり、その展開が悪くなるところで相転移が起こることがわかった。さらにこ

の結果から、場の理論の知識のみを用いて、コンパクト空間に広がるブレーンの相図を正確に描

けることが示せた。

3.3 交差するブレーンの系

交差するブレーンの系の中でも、D1-D5系やD1-D5-P系はブラックホールとも関係が深く、特

に重要な系である。従って、p-soupモデルの議論をこの系に応用することは、興味深いテーマで

ある [5]。しかし、この系のスカラーモジュライの有効作用を直接求めることは大変難しいため、

我々は超重力理論におけるプローブブレーンの作用から推測して求めた。この方法だと、ブレー

ン間の相互作用（重力子交換）の形について推測が混じるため、それが今後の課題である。

ただ、モジュライの有効作用を書き下してしまえば、あとはまったく同様に p-soupモデルの議

論をすることができる。その結果、エントロピーやエネルギー、ホライズンの半径等について、超

重力理論の計算を正しく再現することができる。既存のHiggs phaseでの議論と比べると、我々の

議論はモジュライ空間の同じ点（背景場 B = 0）で解析できていることを強調したい。また、こ

の系におけるGregory-Laflamme相転移なども、やはり同様に議論することができる。

4 おわりに

以上のような状況証拠を積み上げながら、p-soupモデルをブラックブレーンの新しい描像とし

て確立させていきたいと考えている。他にもいろいろな応用がありそうなので、今後も議論を続

けていきたい。例えば、この p-soupモデルの議論は、超対称Yang-Mills理論の強結合領域におけ

る様々な期待値の評価にも使えるかもしれない [4]。どこまでが p-soupモデルの議論が有効となる

範囲なのか、貪欲に研究を続けていきたいと思っている。
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場の理論、弦理論に現れる亜群と亜代数

池田憲明

京都産業大学益川塾

1 Lie亜群、Lie亜代数

Lie 群は物理理論において大変重要な役割を果たしてきた。ゲージ対称性、ポアンカレ対称性な

ど枚挙にいとまがない。

だが、物理理論において Lie群の枠組みでは扱いきれない構造が現れることがある。近年これ

らのより一般の構造を統一的に理解する一つのアイデアとして亜群および亜代数が注目されてい

る。われわれの立場は、普遍的で基本的な数学構造に着目することによりWeylの「ゲージ原理」

のような理論の枠組みとなるような基本原理を理解することが目標である。

亜群の枠組みではLie群の一般化としてLie亜群 (Lie groupoid)[1]、Lie代数の一般化としてLie

亜代数 (Lie algebroid)[2]が自然に定義される。標準的な教科書としてたとえば [3]がある。また、

近年ではより一般の高次亜群（n-groupoid）、高次亜代数（n-algebroid）が定義されている。

ここでは頁数の関係から Lie亜代数のみ定義を述べる。

多様体M 上のベクトル束Eに２つの演算を導入する。括弧積: [e1, e2], バンドル写像 (anchor

map): ρ : E → TM。この２つの演算が以下を満たすとき、Eを Lie亜代数という。

1. [ρ(e1), ρ(e2)] = ρ([e1, e2]),

2. [e1, F e2] = F [e1, e2] + (ρ(e1)F )e2,

3. [e1, e2] = −[e2, e1].

4. [[e1, e2], e3] + (1, 2, 3 cylcic) = 0.

ここで、Γ(E)をEの切断の集合として ei ∈ Γ(E), F ∈ C∞(M)。

局所座標で [ea, eb] = f cab(x)ec, ρ(ea)F (x) = ρia(x)
∂
∂xiF (x) と書くと、これは

ρma
∂ρib
∂xm

− ρmb
∂ρia
∂xm

+ ρicf
c
ab = 0,

ρm[a

∂fdbc]

∂xm
+ fde[af

e
bc] = 0.

である。直ちにわかるように ρ = 0ならばこれは Lie代数である。

Lie亜群と Lie亜代数の関係は Lie群と Lie代数の関係と同様に Lie亜代数は Lie亜群の無限小

のオブジェクトと理解できる。ただし、Lie群のときのようなきれいな対応があるとは限らないこ

とが分かっている。対応する Lie亜群が存在しない Lie亜代数も存在する。

2 物理におけるいくつかの例

2.0.1 Wilson line

たとえば、Wilson loop は Lie群をなすが、Wilson line の集合は自然に groupoidとなる。

1
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2.0.2 ポアソン括弧

もっとも身近な Lie亜代数はポアソン括弧 {f(x), g(x)}P.B. である。ポアソン括弧は Lie代数構

造であるが、さらに微分で定義されているという特徴を考慮すると Lie亜代数構造があることが

示せる。

2.0.3 T-duality

次に、最近の研究にかかわる例をいくつか述べる。弦理論において T-duality ϕ0 → ϕ̃0 を考え

るといわゆる Buscher rule といわれる計量GとNS-B場Bの変換則が得られる。

G̃00 =
1

G00
, G̃0a =

B0a

G00
, G̃ab = Gab −

1

G00
(G0aG0b −B0aB0b),

B̃0a =
G0a

G00
, B̃ab = Bab −

1

G00
(G0aB0b −G0bB0a).

このT-dualityを不変にする亜代数の “ゲージ対称性”が存在する。これは Lie亜代数の条件 3.を

外し、代わりにいくつかの無矛盾条件を追加したCourant algebroidといわれる亜代数である。こ

のゲージ対称性を積極的に使おうという理論が double field theory である。

2.0.4 位相的場の理論

位相的場の理論の枠組みでは Lie代数を亜代数に拡張したゲージ対称性を考えることができる。

たとえば３次元 Chern-Simons理論

S =
k

4π

∫
X
tr(A ∧ dA+

2

3
A ∧A ∧A).

にスカラー場 ϕi、２階反対称テンソル場 bi =
1
2bµνidσ

µ ∧ dσν を入れて以下の作用に拡張する。

S =

∫
X
−bi ∧ dϕi +

1

2
Aa ∧ dAa + ρia(ϕ)bi ∧Aa +

1

3!
Habc(ϕ)A

a ∧Ab ∧Ac.

Aと bにゲージ対称性を課すと、ゲージ対称性の代数はCourant algebroid でなければならないこ

とが分かる。、これは Courant sigma model といわれる。[4]

すべての次元でこのような拡張が可能であり、AKSZ シグマ模型、extended TQFTといった枠

組みで研究されている。

2.0.5 カレント代数

２次元 S1×Rにおいて、xI(σ)と pJ(σ)を正準共役な場とする。{xI(σ), pJ(σ′)}P.B. = δIJδ(σ−
σ′). ここで、以下のようなカレントを考える。

J0(f)(σ) = f(x(σ)), J1(u,α)(σ) = αI(x(σ))∂σx
I(σ) + uI(x(σ))pI(σ).
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ここで、f(x(σ)) は xの任意関数、α(x) = αI(x)dx
I u(x) = uI(x)∂I はぞれぞれ target space の

任意の 1-form とベクトル場とする。これらのカレントは以下のような交換関係を満たす

{J0(f)(σ), J0(f ′)(σ
′)}P.B. = 0,

{J1(u,α)(σ), J0(f ′)(σ
′)}P.B. = −uI

∂J0(f ′)

∂xI
(x(σ))δ(σ − σ′),

{J1(u,α)(σ), J1(u′,α′)(σ
′)}P.B. = −J1([(u,α),(u′,α′)]D)(σ)δ(σ − σ′)

+⟨(u, α), (u′, α′)⟩(σ′)∂σδ(σ − σ′).

[(u, α), (u′, α′)]D はDorfman bracketといわれるCourant algebroidの括弧積で、⟨(u, α), (u′, α′)⟩ =
iu′α + iuα

′ は Courant algebroid の内積である。この（古典）カレント代数の構成を一般の次元

へ拡張することが可能である。また、超幾何学の枠組みで統一的に分類することができる。[6][7]

3 今後の課題

上記のさまざまな理論において Courant algebroid が共通の構造として現れるのは偶然であろ

うか。深い関連があると考えるのが自然であろう。現在これらの理論の関連について研究中であ

る。実際 Courant algebroid は 2-groupoid の algebroid であることが近年わかってきた。

亜代数に比べて亜群は大局的な構造を解析しなければならないため、まだ研究はあまり進んで

いない。亜群の大局的な構造は物理理論の大局的な構造に関係しているので非常に重要である。

亜群の枠組みで量子化をおこなうことはまだこれからの問題である。亜群の解析という数学的

な問題と亜群構造を持つ物理理論の解析という物理的問題は密接に絡み合っており、双方の発展

が必要である。
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無質量および有質量粒子のゲージ化されたツイスター模型 1

Gauged Twistor Models of Massless and Massive Particles

出口 真一 2

日本大学理工学部　量子科学研究所

1 はじめに

ツイスター理論は 1967年にペンローズにより提唱され，70年代から 80年代にかけて時空構造，

量子重力，素粒子の対称性を定式化するための基礎的枠組みとして主にペンローズや彼の協力者

により研究された．現在，ツイスター理論は多様な発展を遂げており，時空を伝わる粒子や弦の

ツイスター形式も研究されている．このような研究は 1983年に白藤により初めて行われ，実際に

スピンをもつ無質量粒子の作用が

S0 =

∫ τ1

τ0

dτ iZ̄A
d

dτ
ZA (1)

と与えられた [1]．ここで τ は４次元ミンコフスキー空間における無質量粒子の世界線（光線）の

パラメータ，ZA (A = 0, 1, 2, 3) はツイスターと呼ばれる複素変数，Z̄Aは双対ツイスターである．

本研究では，白藤の作用 S0やそれを拡張した有質量粒子の作用がもつ内部対称性に注目し，それ

をゲージ原理に基づいて局所化（ゲージ化）する．また，これにより定まる修正された作用が記

述する力学系の古典論と量子論を論じる．

2 無質量粒子のゲージ化されたツイスター模型

作用 S0は，大域的U(1)変換 ZA → eiθZA, Z̄A → e−iθZ̄A (θは実定数パラメータ) のもとで不

変である．そこで，ゲージ原理に従って θを τ の関数 θ(τ)とする局所的 U(1)変換を考え，作用

が局所的 U(1)変換のもとで不変になるように式 (1)の d/dτ を共変微分D = d/dτ − ia(τ)（aは

世界線上のU(1)ゲージ場）に置き換える．さらに１次元チャーン・サイモン項 −2s
∫ τ1
τ0
dτa（sは

実定数）を加えて，ゲージ化された白藤の作用を次のように定める [2]：

S′
0 =

∫ τ1

τ0

dτ
[
iZ̄ADZ

A − 2sa
]
=

∫ τ1

τ0

dτ

[
iZ̄A

d

dτ
ZA + a

(
Z̄AZ

A − 2s
)]
. (2)

この作用を aで変分すると Z̄AZ
A = 2sが導かれるが，これは S′

0で記述される無質量粒子のヘリ

シティーが sであることを意味している．実際に，S′
0を作用とする力学系の古典論と量子論は文

献 [3, 4]で詳しく調べられている．そこで論じられているように，ツイスター波動関数の一価性か

らヘリシティー sの許される値は整数か半整数に制限される．

一方で，作用 S′
0は剛性をもつ無質量粒子と呼ばれる模型の作用

Srp = −|s|
∫ τ1

τ0

dτ
√
−ẋ

√
ẋ2ẍ2 − (ẋẍ)2

(−ẋ2)3
(
ẋ2 := ẋµẋ

µ, ẍ2 := ẍµẍ
µ, ẋẍ := ẋµẍ

µ
)

(3)

1 この講演は岡野諭氏，鈴木隆史氏との共同研究に基づく．
2 E-mail: deguchi@phys.cst.nihon-u.ac.jp
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に（少なくても古典論的に）等価であることが証明されている [5]．ここで，xµ (µ = 0, 1, 2, 3) は

粒子の時空座標であり，ドットは τ に関する微分を表す．作用 Srpに含まれる大きな根号の部分は

粒子の世界線の外曲率である．作用 S′
0は Srpと異なり，s = 0の場合でも意味を持つ．

3 有質量粒子のツイスター模型

ツイスターを用いて有質量粒子を記述する場合は，少なくても２種類のツイスター変数を用い

る必要がある [6]．いま，２つのツイスター ZA
i (i = 1, 2) とそれらに双対なツイスター Z̄i

Aを導入

し，白藤の作用 S0を次のように拡張する：

Sm =

∫ τ1

τ0

dτ

[
iZ̄i

A

d

dτ
ZA
i + h

(
ϵijπiα̇π

α̇
j −

√
2meiφ

)
+ h̄

(
ϵij π̄

i
απ̄

jα −
√
2me−iφ

)]
. (4)

ここで，πiα̇ (α̇ = 0̇, 1̇) は有質量粒子の運動量スピナーであり，πi0̇ = Z2
i , πi1̇ = Z3

i のようにツ

イスターの第３成分と第４成分になっている．また，hと φはそれぞれ世界線上の複素場と実場

であり，mは質量パラメータである．作用 Smを hで変分すると ϵijπiα̇π
α̇
j −

√
2meiφ = 0 が導か

れるが，これは Fedorukと Lukierskiにより与えられた質量殻条件であり [7]，粒子の質量がmで

あることを保証する．作用 Sm は，大域的 U(1)変換 ZA
i → eiθZA

i , Z̄
i
A → e−iθZ̄i

A, h → e−2iθh,

h̄→ e2iθh̄, φ→ φ+ 2θ に加え，大域的 SU(2)変換 ZA
i → Ui

jZA
j , Z̄

i
A → Z̄j

AU
†
j
i, h→ h, h̄→ h̄,

φ→ φ [U ∈ SU(2)] のもとでも不変である．これらの大域的変換と作用の不変性については，文

献 [7]で一切言及されていない．

4 有質量粒子のゲージ化されたツイスター模型

無質量粒子の場合に習い，θと U を τ の関数 θ(τ), U(τ)とするような局所的 U(1)変換と局所

的 SU(2)変換を考える．このとき，作用がこれらの局所変換のもとで不変になるように，世界線

上の U(1)ゲージ場 aと世界線上の SU(2)ゲージ場 b = brσr を導入し，式 (4)の d/dτ を共変微

分Di
j = δi

jd/dτ − iδi
ja(τ)− ibr(τ)σri

j に置き換える．ここで，σr (r = 1, 2, 3) はパウリ行列で

ある．さらに，置き換えを行った後の作用に２つの１次元チャーン・サイモン項 −2s
∫ τ1
τ0
dτa と

−2t
∫ τ1
τ0
dτTrb（sと tは実定数）を加えるが，Trb = 0 であるために，実質上 −2s

∫ τ1
τ0
dτa のみが

付加される．このようにして定義される作用を brで変分すると，Z̄i
Aσri

jZA
j = 0 (r = 1, 2, 3) とい

う大変強い拘束条件が導かれ, この作用はスカラー粒子のみを記述するという面白みのない結果に

至ってしまう．

そこで本研究では，等質空間 SU(2)/U(1)を導入し，群 SU(2)の非線形実現を考える．等質空

間 SU(2)/U(1)上の１点の非斉次座標を ξ (∈ C)とし，この座標で指定される左剰余類の代表元を
V (ξ, ξ̄ )[∈ SU(2)] とする．また，ξは世界線上の複素場であるとする．代表元 V の左から U を作

用すると，変換則 V (ξ, ξ̄ ) → V (ξ′, ξ̄′ ) = U(τ)V (ξ, ξ̄ )e−iϑ(τ)σ3 から ξの変換則 ξ → ξ′ が決まる．

ただし，ϑ(τ)は σ3で生成される U(1)変換の実パラメータである．今後はこのような U(1)変換

全体がなす群を Ũ(1)と記し，先のU(1)群と区別する．いま，Smのゲージ化として，次の作用を

考える：

S′
m =

∫ τ1

τ0

dτ
[
iZ̄i

ADi
jZA

j − 2sa− 2t
(
brVr

3 − ξ̇eξ
3 − ˙̄ξeξ̄

3
)
− k

√
2gξξ̄DξDξ̄

+ h
(
ϵijπiα̇π

α̇
j −

√
2meiφ

)
+ h̄

(
ϵij π̄

i
απ̄

jα −
√
2me−iφ

)]
. (5)
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ここで，Vr
3, eξ

3, eξ̄
3, gξξ̄ は V から定義される量であり，sと tは実定数, kは正の定数である．

作用 S′
mは局所的U(1)変換と局所的 SU(2)変換のもとで不変であるが，2gξξ̄DξDξ̄ の根号がとら

れているために，パラメータ τ の付け替え (reparametrization)のもとでも不変になっている．式

(5)において，V (ξ0, ξ̄0) = 1 となる特殊なゲージ ξ = ξ0を採用すると，作用 S′
mは

S′
m =

∫ τ1

τ0

dτ

[
iZ̄i

A

d

dτ
ZA
i + a

(
Z̄i
AZ

A
i − 2s

)
+ b3

(
Z̄j
Aσ3j

kZA
k − 2t

)
+ biZ̄j

Aσij
kZA

k

− k
√
bibi + h

(
ϵijπiα̇π

α̇
j −

√
2meiφ

)
+ h̄

(
ϵij π̄

i
απ̄

jα −
√
2me−iφ

)]
. (6)

のような簡単な形になる．この表式において，SU(2)対称性は隠れ，Ũ(1)対称性が明白になる．

作用 (6)に基づく拘束系の正準理論を展開すると，ディラックの方法に従って一連の拘束条件が

導かれる．これらを第１類 (first class)と第２類 (second class)に分類すると

T0 − s = 0 , T3 − t = 0 , TiTi −
k2

4
= 0 ,

(
T0 :=

1

2
Z̄i
AZ

A
i , Tr :=

1

2
Z̄j
Aσrj

kZA
k

)
ϵijπiα̇π

α̇
j −

√
2meiφ = 0 , ϵij π̄

i
απ̄

jα −
√
2me−iφ = 0 , (7)

が第１類拘束条件に分類される．これらは，作用 (6)を a, b3, bi, h, h̄ の各々について変分して導

くこともできる．一方で，ポアソン括弧と第２類拘束条件からディラック括弧が定義されるが，こ

れより求まるツイスター変数 ZA
i , Z̄

i
Aに対するディラック括弧は複雑なものになる．しかし，Z

A
i

と Z̄i
Aから新たなツイスター変数（これらを再び ZA

i , Z̄
i
Aと記す）を定義することで{

ZA
i , Z̄

j
B

}
D
= −iδji δ

A
B ,

{
ZA
i , Z

B
j

}
D
=

{
Z̄i
A, Z̄

j
B

}
D
= 0 . (8)

のような簡単なディラック括弧が得られる．都合が良いことに，上述のツイスター変数の再定義

で式 (7)の拘束条件はいずれも形を変えない．

5 正準量子化

ツイスター変数 ZA
i , Z̄

i
Aに対応する演算子 ẐA

i ,
ˆ̄Zi
Aを導入し，式 (8)のディラック括弧から次の

交換関係を定義する： [
ẐA
i ,

ˆ̄Zj
B

]
= δji δ

A
B ,

[
ẐA
i , Ẑ

B
j

]
=

[
ˆ̄Zi
A,

ˆ̄Zj
B

]
= 0 . (9)

また，T0と Trに対応する演算子は，ワイル順序を考慮した上で T̂0 :=
1
4

( ˆ̄Zi
AẐ

A
i + ẐA

i
ˆ̄Zi
A

)
, T̂r :=

1
2
ˆ̄Zj
Aσrj

kẐA
k と与えられる．式 (9)の交換関係を用いると，U(1)× SU(2) のリー代数

[
T̂0, T̂r

]
= 0,[

T̂p, T̂q
]
= iϵpqrT̂r が成り立つことがわかる．いま，Ẑ

A
i を対角化する表示をとると，Ẑ

A
i と

ˆ̄Zi
Aは

ẐA
i = ZA

i ,
ˆ̄Zi
A = −∂/∂ZA

i と表現できる．このときの波動関数 f は ZA
i の関数（ツイスター関数）

であり，式 (7)の第１類拘束条件は次のような微分方程式と代数方程式に読み替えられる：(
T̂0 − s

)
f(Z) = 0 ,

(
T̂3 − t

)
f(Z) = 0 ,

(
T̂iT̂i −

k2

4

)
f(Z) = 0 , (10a)(

ϵijπiα̇π
α̇
j −

√
2meiφ

)
f(Z) = 0 ,

(
ϵij

∂2

∂ωα
i ∂ωjα

−
√
2me−iφ

)
f(Z) = 0 . (10b)
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ここで，ωα
i (α = 0, 1)は ω0

i = Z0
i , ω

1
i = Z1

i で与えられる．波動関数 f の一価性から，sと tがと

り得る値は整数か半整数に限定される．一方，SU(2)代数のカシミア演算子 T̂rT̂r = T̂iT̂i + T̂3T̂3
の固有値方程式 T̂rT̂rf(Z) = j(j +1)f(Z) (j = 0, 12 , 1,

3
2 , . . .) と式 (10a)の３番目の式から，正の

定数 kが k = 2
√
j(j + 1)− t2 (t = −j, . . . , j)と決まる．このように，チャーン・サイモン係数 2s

と 2tに加えて，係数 kも量子化される．このとき，波動関数 f は３つの量子数 (s, j, t)で特徴付け

られる．また，式 (10a)の１番目の式から，f は−2s− 4次の斉次正則関数であることがわかる．

さて，次のような f のペンローズ変換で，高階スピナー場 Ψ を定義する：

Ψ i1...im
α1...αm;j1...jn, α̇1...α̇n

(z) =
1

(2πi)2

∮
Σz

πj1α̇1 · · ·πjnα̇n

∂

∂ωα1
i1

· · · ∂

∂ωαm
im

f(Z)π1β̇dπ
β̇
1 ∧ π2γ̇dπγ̇2 . (11)

ここで，s = (n − m)/2であり，Σz は適当な複素閉曲面，z = (zµ)は複素化されたミンコフス

キー空間の１点の座標である．高階スピナー場 Ψ は，２成分スピナーの添字に加えて同じ数だけ

の SU(2)-２重項の添字をもつ．式 (10b)の第１式を用いることで

i∂ββ̇Ψ i1...im
α1...αm;j1...jn, β̇α̇2...α̇n

+
m√
2
eiφϵβγϵj1kΨ

ki1...im
γα1...αm;j2...jn, α̇2...α̇n

= 0 (12)

を示すことができ，第２式を用いることで

i∂ββ̇Ψ i1...im
βα2...αm;j1...jn, α̇1...α̇n

+
m√
2
e−iφϵβ̇γ̇ϵi1kΨ i2...im

α2...αm;kj1...jn, γ̇α̇1...α̇n
= 0 . (13)

を示すことができる．式 (12)と式 (13)の対は，ディラック方程式の自然な拡張になっている．

6 まとめと今後の課題

本研究では，無質量粒子および有質量粒子のゲージ化されたツイスター模型を考察した．無質

量粒子の模型は，ある定まったヘリシティーを持つ粒子を記述し，剛性をもつ無質量粒子模型と等

価であることがわかった．一方，有質量粒子の模型は SU(2)の非線形実現を用いて構成され，そ

こではU(1)対称性と SU(2)対称性のゲージ化により適切な拘束条件が導かれた．また，ペンロー

ズ変換により SU(2)-２重項の添字をもつ有質量高階スピナー場が得られ，それが拡張されたディ

ラック方程式を満たすことがわかった．

今後の課題として，このような高階スピナー場の性質を調べることや，上述のツイスター模型

に電磁場や重力場との相互作用を取り入れることが上げられる．
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衝撃波型背景時空におけるBi-local場

仲　滋文

日本大学理工学部

1 はじめに

プランクエネルギーに近い運動エネルギーを持つ超高エネルギー粒子間の相互作用は，興味深

い特徴を持っている。このような粒子は，その静止エネルギーが無視できるため，時間と運動量

方向（3軸とする）で決まる光円錐方向 x± = 1√
2
(x0 ± x3)に運動を行う粒子として扱うことがで

きる。ところが，このような運動を行う粒子のエネルギー・運動量テンソルは T−−成分のみが残

り，衝撃波型重力を生み出す背景時空の源となり得るのである。この事実は，電磁波などを源と

する特殊な成分を持つエネルギー・運動量テンソルと衝撃波型背景時空の関係としてかなり以前

から知られていたようであるが，光速度近くに加速された点粒子が衝撃波型背景時空の源となる

ことは，Aichelburg-Sexl(1970)により厳密に示された [1]。

このような背景の下に，1985年に Dray-’tHooft[2]は超高エネルギー粒子間の相互作用を衝撃

波型背景時空の下での粒子散乱として議論し，超高エネルギー物理学でのこの時空の意義を明ら

かにした。’tHooftにより導かれた散乱振幅は，プランクエネルギーに近い粒子間の散乱過程を表

すため現時点での実験的な検証は不可能に近いが，この試みに触発される形で衝撃波型背景時空

の下での粒子散乱の問題が多くの研究者により取り上げられた [3], [4]。また，衝撃波型背景時空

がAdS × S時空の pp-wave極限に類似した構造を持つため，このような時空への弦模型の埋め込

みも議論された [5]。本論文 [6]の目的は，標的である超高エネルギー粒子が源となって生成され

た衝撃波型背景時空に，bi-local場模型 [7]の粒子が入射して散乱される過程を調べることにある。

bi-local場模型を入射粒子とすることの理由は，多くの試みでは入射粒子を点粒子としているが，

入射粒子の非局所構造が散乱振幅に及ぼす影響も，検証すべき課題であるからである。bi-local場

模型は，弦模型に類似した構造を持っより簡単な 2粒子系の有効模型であるため，散乱問題が具

体的に計算可能となる。加えて，衝撃波型時空背景の bi-local場模型の定式化それ自体が，弦の

pp-wave極限と関連し得る興味深い問題ともなっている。

2 衝撃波型背景時空の下にあるbi-local場模型

さて，運動量 PS の超高エネルギー粒子によって作られる，衝撃波型背景時空を表す線素の形は

ds2 = gµν(x)dx
µdxν = −2dx+dx− + f(x⊥)δ(x

−)d2x− + d2x⊥, (1)

である (図１）。ここで x⊥ = (x1, x2), f(x⊥) = f0 − 2Q log
(

r
r0

)
,

(r = |x⊥|)であり，Qは重力場の源となる粒子の運動量とプランクエネ

ルギーEP との比 PS/E
2
P に比例する定数を表す。このような時空に埋

め込まれた bi-local場模型（2粒子束縛系）の作用積分の形は，平坦な

ミンコウスキー時空における作用積分の自然な拡張として，

−−g

+x
−x

)0( =−x

図１：計量の構造
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S =

∫
dτ

1

2

2∑
i=1

{
gµν

ẋµ(i)ẋ
ν
(i)

e(i)
− V

(
x(1), x(2)

)
e(i)

}
(2)

とおくことが考えられる。ここで，e(i), (i = 1, 2) は各粒子の時間パラメータ－ τ の選択の任意性

を保証する１脚子であり，V (x(1), x(2)) は粒子間の相互作用ポテンシャルに対応する。ミンコウス

キー時空では，このポテンシャルは単に V = κx̄2 + ω, (x̄ = x(1) − x(2), ω = const.) と設定される

が，曲がった時空でこれに対応するものは自明ではない。V は 2点に依存してかつスカラー量の

はずであり，以下では２粒子の位置を繋ぐ “測地線に沿った距離の 2乗の 1/2”を表す

σ(x(1), x(2)) =
∆21

2

∫ σ2

γ,σ1

dσgµν(x)
∂xµ

∂σ

∂xν

∂σ
, (∆21 = σ2 − σ1) (3)

を用いて [8]，V = 2κ2σ + ωと定義する。こうして定義された作用 (2)を e(i)につき変分すると，

正準変数の拘束条件

Hi = −2p(i)+p(i)− + p2(i)⊥ − f(x(i)⊥)δ(x
−
(i))p

2
(i)+ + V = 0, (i = 1, 2) (4)

が導かれる。ここで pµは xµ, (µ = ±,⊥)の正準共役運動量である。拘束条件 (4)には δ-関数型の

特異性が含まれているが，これは正準変換 H̃i = UHiU
†, (i = 1, 2)，ただし

U = exp

{
− i

2

2∑
i=1

f(x(i)⊥)θ(x
−
(i))p

−
(i)

}
, (5)

を使って取り除くことができる。こうして得られたH̃iには，もはや δ-関数型の特異性は含まれて

いないが，なおQ2 ∝ E2
P に比例する複雑な構造がある。しかし，Q

2は無視できる大きさである

為これを落とすと，拘束条件はミンコウスキー時空で外場と相互作用をする bi-local場模型の波動

方程式，およびその補助条件に対応する単純な形

H̃ = 4(H̃(1) + H̃(2)) = P 2 + 4
(
p̄2 + κ2x̄2

)
+ ω +∆M2 = 0, (6)

T̃ = H̃(1) − H̃(2) = P · p̄ = 0 (7)

に帰着する。ここで，P = p(1)+p(2), p̄ =
1
2(p(1)−p(2))であり，∆M

2 = −2
∑2

i=1 ({p⊥, A}θp−)(i),
(A = Qx̄⊥/r) は外場との相互作用項に対応する。量子化された系において，(6)は系の波動方程式

H̃|Φ⟩ = 0に，また (7)は期待値の意味で解釈し，p̄ = i
√

κ
2 (a

† − a)とおいて補助条件 P · a|Φ̃⟩ = 0

に対応させるのが一般的な手法である。この補助条件は負ノルムを生じる非物理的な状態を排除

するが，∆M2項のため (6)と両立しない。そこで，更に∆M2項を補助条件が定める物理的空間

に射影して∆M2 → [∆M2]の形で扱い1，結果として得られる(
P 2 + α′−1a† · a+m2

0 + [∆M2]
)
|Φ̃⟩ = 0, (8)

(α′ = 1/8κ) を最終的な波動方程式の形とする。

1[L] = 1
2π

∫ 2π

0
dθeiθNLe−iθN

(
N = (P̂ · a†)(P̂ · a)

)
と書ける。

2
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3 衝撃波型背景時空によるbi-local場模型の散乱

前章で得られた波動方程式 (8)は，相互作用項に光的時間X−が生に含まれている。そこで S行

列を求める際には，状態方程式を T− = X−を時間とする Schrödinger型波動方程式に書き変えて

扱うと，自然に摂動計算が適用できる。即ち，状態発展の基礎方程式を

i
∂

∂T− |Φ̃⟩ = 1

2α′P−

{
α′(P 2

⊥ +m2
0) + a† · a+ α′[∆M2]

}
|Φ̃⟩ = (H̃0 +∆H̃)|Φ̃⟩, (9)

とする。ここで，H̃0 = 1
2α′P−

{
α′(P 2

⊥ +m2
0) + a† · a

}
及び ∆H̃ = 1

2P− [∆M
2] である。これか得

られる S行列は，

S = lim
T−
2 → ∞

T−
1 → −∞

U †
2

Te−i
∫ T−

2

T−
1

dT−(∆H̃)D

U1 (10)

である。ここで∆H̃)Dは∆H の相互作用表示であり，T 行列は Sba = δba − i(2π)δ(P−
b − P−

a )Tba
から決定される。注意すべきは，(10)は∆H = 0の場合も意味を持ち，自明でない S行列 U †

2U1

を与えることである。これは，正準変換の中に衝撃波型背景時空による外部ポテンシャルの一部

が取り込まれており，始状態と終状態で打ち消し合わない状態変化を引き起こすからである。

(10)を基に，始状態と終状態の重心変数は運動量表示として |Φ̃i⟩ = |P−
i , P

⊥
i ⟩ ⊗ |ϕi⟩, (i = a, b)

の形におき，相対変数の状態 |ϕ̃i⟩が以下の 3つの場合につき，T 行列を計算する：

(1) 始状態と終状態共に振動子 (a−, a⊥) の基底状態

(2) 始状態：a−のコヒーレーント状態と a⊥の基底状態の直積

終状態：振動子の基底状態

(3) 始状態：振動子の基底状態

終状態：a−の基底状態と x̄⊥の固有状態の重ね合わせ

結果は，∆H の摂動展開の意味で Tba = T
(0)
ba + T

(1)
ba + · · · の形に表されるが，何れの場合も第 0

次項は’t Hooftの与えた散乱振幅を再現し，その補正項が α′ = 1/8κに依存する形で求められる。

その (1)～(3)に共通する形は，

T
(0)
ba =

e
i
2
f0P

−
a

2πi

∫
d2X⊥
(2π)2

e−i∆P⊥b·X⊥e
− i

2
P−
a Q log

(
X2

⊥
r20

) [
1 + ∆(α′)

]
(11)

である。ここで，∆(α′)は入射粒子が bi-local場模型であることの補正項で，それぞれの場合で形

は変わるが，O(α′P−
a Q) あるいは O(α′(Qp̄−a )

2) の大きさである。従って，α′ → 0とした局所場

の極限では　

lim
α′→0

T
(0)
ba =

e
i
2
f0P

−
a

(2π)3i
× r20

πΓ(1− i
2P

−
a Q)

Γ( i2P
−
a Q)

{
4

r20(∆P⊥)2

}1− i
2
P−
a Q

, (∆P⊥ = P⊥b − P⊥a) (12)

3
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を得て，’tHooftの散乱振幅に正確に一致する。この極限は，∆H = 0にも対応するので，S行列

は正準変換のみで生成されている。言いかえれば，’tHooftの散乱振幅の本質は，衝撃波型背景時

空の特異性を消去する正準変換にある。付け加えれば，“場合 (1)”の T 行列の 1次補正は b 0次

補正が求まれば演繹的に求めることができ，高次項を足し上げて非摂動効果を求める際の手掛か

りを与えている。

4 まとめ

本論文では，超高エネルギーの粒子散乱で支配的な衝撃波型背景時空による粒子散乱の S行列

を調べ，特に入射粒子が非局所構造を持つ bi-local場模型の場合に注目した。この模型は，束縛ポ

テンシャルを表すばね定数 κを含んでいるが，この定数による散乱振幅の増幅効果等を調べたもの

である。とくに，bi-local場模型を曲った時空に埋め込むに当たり，束縛ポテンシャルをDeWitt

の粒子間の測地的距離を用いて表した。こうして得られた系の作用積分は，量子化の後波動方程

式となるべき拘束条件を導いたが，そこに含まれる δ関数型の特異性は特定の正準変換 U により

取り除くことができた。さらにこの波動方程式に含まれるE−2
P に比例する項を無視し，残った外

部ポテンシャルを物理的状態に射影した後に，波動方程式は光的時間による Schrödinger型の時間

発展を行う形に帰着した。この形式による S行列は，

Sba
∆H→0−→ U †

bUa
α′→0−→ ’tHooft 振幅

の構造を持ち，α′ = 0の局所場における’tHooft 振幅の本質が，上記の正準変換にあることが分

かった。α′ ̸= 0における補正項は，O(α′P−
a Q) あるいは O(α′(Qp̄−a )

2) の形で現れ，P−, p̄−の大

きさに応じて必ずしも小さな値とはならないが，bi-local場模型が持つエネルギーの次元を持つ定

数 κ1/2 = 1/
√
8α′ を大きくすることは，むしろ補正項を小さくする方向に働くことが分かった。

これは逆に，α′ → ∞極限で散乱振幅に非局所効果が有意に働くことを示唆し，この場合はスピ
ンの異なる束縛状態が全て基底状態に縮退することから，高階スピン重力場理論との関係が伺え

る興味深い今後の課題を与えていると言える。
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