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概要

　第５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 25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、最新の LHC実験の成果やストリング現象論、さらに

は戦後における素粒子論グループの精神に関する招待講演も含め、幅広い内容であっ

た。日本大学と京都産業大学を中心に、東京大学、京都大学、名古屋大学、大阪大学、

北海道大学、理化学研究所、高エネルギー加速器研究機構、近畿大学、国士舘大学、

慶應義塾大学、北里大学、帝京大学、順天堂大学、藤田保健衛生大学、茨城県立医療

大学、埼玉大学、静岡県立大学、函館高等専門学校、千葉県立柏井高等学校などから

84名が参加し、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、日

本大学理工学部基礎科学研究助成金の援助を受けて開催された。
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第５回 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 27 年 10 月 24 日（土），10 月 25 日（日） 
場所：日本大学 理工学部 駿河台校舎 １号館 6 階 CST ホール 
 

□ プログラム 

10 月 24 日（土曜日）   「素粒子と時空」・「現象から探る素粒子」 

時 間 進 行 講演者 内  容 

12:30 受付開始  場所：１号館 ６階 CST ホール 入口 

Session 0 (20 分) 座長： 仲 滋文 (日大) 

13:00-13:10 挨拶 山本 寛 (日大理工学部長)  

13:10-13:20 挨拶 益川 敏英 (益川塾・塾頭)  

13:20-13:30 案内 主催者 シンポジウムに関する連絡事項 

Session 1 (120 分) 座長： 高杉 英一 (益川塾) 

13:30-14:30 講演 花垣 和則 (KEK) LHC および ATLAS Run2 の現状 

14:30-14:50 講演 植松 恒夫 (益川塾) 電子・光子衝突における Higgs 粒子生成 

14:50-15:10 講演 長井 稔 (益川塾) Flavor- and CP-safe minimal SUSY model 

15:10-15:30 講演 二瓶 武史 (日大) 暗黒物質の間接検出と電弱制動放射 

15:30-16:00 休憩   

Session 2 (140 分) 座長： 大谷 聡 (日大) 

16:00-17:00 講演 亀淵 迪 (日大) 終戦直後の素粒子論研究 ―「素粒子グループの精神」―

17:00-17:20 講演 仲 滋文 (日大) Bi-Local model in AdS_5 Spacetime and Higher-spin gravity 

17:20-17:40 講演 三輪 光嗣 (日大) ２次元共形場理論の非相対論的極限について 

17:40-18:00 講演 原 哲也 (益川塾) Search for dark energy potentials in quintessence 

18:00-18:20 講演 九後 汰一郎 (益川塾) 宇宙項問題の解決に向けて 

18:20-18:30 案内 主催者  

18:30 懇親会  (申込者のみ) 
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10 月 25 日（日曜日）   「素粒子と時空」・「現象から探る素粒子」 

時 間 進 行 講演者 内  容 

9:30 受付開始  場所：１号館 ６階 CST ホール 入口 

Session 3 (120 分) 座長： 三輪 光嗣 (日大) 

10:00-11:00 講演 小林 達夫 (北大) String phenomenology and cosmology 

11:00-11:20 講演 桑木野 省吾 (益川塾) ヘテロ型弦模型におけるモジュライ安定化 

11:20-11:40 講演 柴 正太郎 (益川塾) 交差ブラックブレーン系の解析と p-soup モデル 

11:40-12:00 講演 大谷 聡 (日大) Recurrence Relations for Finite-Temperature Correlators via AdS2/CFT1

12:00-13:30 昼食  場所：１号館 ２階 カフェテリア (申込者のみ) 

Session 4 (120 分) 座長： 曽我見 郁夫 (日大) 

13:30-13:50 講演 太田 信義 (近大) Asymptotic Safety and Quantum Gravity 

13:50-14:10 講演 小路田 俊子 (益川塾) Defects in Open String Field Theory 

14:10-14:30 講演 梅津 光一郎 (日大) Separability criteria with angular and Hilbert space averages 

14:30-14:50 講演 鈴木 隆史 (日大) 剛性をもつ粒子のスピナー・ツイスター形式 

14:50-15:10 講演 若山 将征 (名大) 格子 QCD による l=0 スカラーチャンネルに対する 

４クォーク状態の研究 

15:10-15:30 講演 渡邊 篤史 (益川塾) IceCube の高エネルギーニュートリノと素粒子現象論 

15:30-16:00 休憩   

Session 5 (140 分) 座長： 出口 真一 (日大) 

16:00-16:20 講演 小出 義夫 (阪大) クォーク・レプトンの質量比と混合は荷電レプトンの 

質量比だけをインプットとして統一的に理解可能か？ 

16:20-16:40 講演 高杉 英一 (益川塾) Relations between CP violation angle and mixing angles 

for some class of models 

16:40-17:00 講演 石田 晋 (日大) ローレンツ不変なハドロン分光学 

17:00-17:20 講演 前田 知人 (日大) 共変振動子クォーク模型による励起 D 中間子系の 

パイオン放出崩壊 

17:20-17:50 講演 藤川 和男 (理研, 日大) Neutron-antineutron Oscillation and CP symmetry 

17:50-18:20 講演 曽我見 郁夫 (YITP,日大) Chiral symmetry for unified gauge and Higgs interactions 

18:20-18:30 案内 主催者 シンポジウムに関する連絡事項 
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LHCおよびATLAS Run2の現状

KEK/大阪大学

花垣 和則

1 Run2開始

LHCは，重心系エネルギー 13TeVでの陽子陽子衝突をいよいよ開始した。LHCのビームエネル
ギー上限は，軌道を曲げるための超電導双極子電磁石の磁場の強さで制限されている。2013年と
2014年の 2年間にわたる長期シャットダウン中に，双極子電磁石同士を繋ぐ超電導線の接続チェッ
クと，クエンチしたときに電流を逃すための銅製のバイパス回路を増強したことにより，ビーム

エネルギーにして 6.5TeVに対応する磁場を生成するだけの電流（約 11kA）を安全に電磁石に供
給できるようになった。このような 2年間の地道な作業の末，冒頭で記したように 6.5TeVのビー
ムエネルギーを達成できるようになった。

本講演時点までに記録した最高ルミノシティは 4.6× 1033cm−2s−1で，ATLAS実験グループ
が記録した積分ルミノシティは 2.9fb−1 に到達した。ビームエネルギーを 2012年の 4TeVから
6.5TeVに上げたこと以外にもう一つ重要な達成点は，ビームのバンチ間隔を 50nsから 25nsに短
縮し，安定したデータ収集を行えるようになったことである。これにより，同じルミノシティの

場合，バンチ交叉あたりの陽子陽子衝突数が半分になるので，検出器が測定すべき粒子数が単純

には半分になる。

2015年は，収集データ量の最大化よりも，6.5TeV，25ns間隔での安定運転の確立を第一目標
として LHCは運用を行なってきた。その意味では，当初目標を十分に達成したと考えている。ま
た，年内で到達する積分ルミノシティは 3.5 fb−1を見込み，さらに 2016年から 2018年の 3年間
は毎年約 30fb−1強のデータを収集する予定で，最終的にはRun2で 100fb−1の積分ルミノシティ

に到達する予定である。

2 ATLAS検出器

2年間のシャットダウンの間に，ATLAS検出器には，IBLと呼ばれるシリコンピクセル検出器一
層が，現存する検出器の最内層に加えられた。陽子陽子衝突地点により近い場所で粒子の位置を

測定することから，インパクトパラメータ分解能が劇的に向上した。この IBLの設置作業および
運転作業においては，もともとあったピクセル検出器運用と共に日本人グループが重要な役割を

果たしている。

検出器の較正や調整作業全般は順調に進んでいるが，Run1の終わり頃ほどの精度にはまだ達
していない。たとえば，ジェットエネルギースケールの較正精度は，Run1の終わりには 100 GeV
のジェットに対して 0.5%強であったが，Run2では今のところ 1.5%程度である。しかし，Run2
が始まってまだ半年も経っていないことを考えると，順調に検出器の理解が進んでいると言って

よい。

1
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3 物理成果

本講演で示す結果は，収集したデータのほんの一部である，約 80pb−1の統計量に基づいたもので

あり，SUSYなどの新物理探索に関する結果はまだ公表されていない。それでも，dijet質量にし
て 5.2TeVという事象が観測されているなど，重心系エネルギーの増加による未知粒子探索能力の
向上は顕著である。

標準模型の物理については，すでに，幾つかの結果を公表している。陽子陽子衝突の全断面積，

ジェット生成断面積，W は Zそしてトップクォーク対生成断面積などの測定結果を公表した。い

ずれの測定においても，標準模型からの乖離は今のところ観測していない。13TeVという人類未
踏のエネルギー領域においても，標準模型は適用可能というのが現状である。

4 まとめと展望

LHC，ATLASともにRun2は順調に立ち上がった。マイナーな問題はあるものの，安定した運転
ノウハウを確立し，今後の 3年間で約 100fb−1のデータを収集予定である。

ILCが建設されるまでは，LHCが唯一のエネルギーフロンティアマシンであり，ヒッグスファ
クトリーなどの精密測定と，人類未踏のエネルギー領域での新物理探索を精力的に行なっていく。

Dijet事象に見られるように，LHCの高い発見能力が実証されており，新物理発見への期待が高
まっている。

2
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電子・光子衝突におけるHiggs粒子生成

京都産業大学益川塾/京都大学国際高等教育院

植松 恒夫

1 はじめに

LHCで質量が 125-126GeVの Higgs粒子が見つかり，観測された 2光子崩壊モード（H → 2γ）
に大いに注目が集まった。これは，Higgs の光子への結合の様子は Higgs粒子が標準模型（SM）
の Higgsボソンか，もしくは最小超対称標準模型（MSSM）や複合模型などの標準模型を超えた
理論（BSM）の粒子であるかの問いに深く関わるからである。その意味でHiggsボソンの性質を
崩壊とは逆の生成過程（2γ → H）で調べることは重要と思われる。ここでは e+e−または eγ衝

突による 2光子融合過程でHiggsの持つ性質を調べることにする。特に，2光子の一方が仮想光子
である場合に遷移形状因子（Transition Form Factor）というある種の form factorが定義される
がこの form factorのQ2に関する振る舞いを 1-loopのオーダーで調べる [1]。

γ*(k1)

γ (k2)

H

e−(e+)

e+(e−)

e−(e+)

e+(e−)

tagging

µ

ν

k1
2=-Q2

k2
2=0

γ*(k1)

γ(k2)
H

µ

ν

k1
2=-Q2

k2
2=0

e

e’
tagging

(a) (b)

Figure 1: (a) 電子・陽電子 2光子過程 (b) 電子・光子衝突過程でのHiggs粒子の生成

e+e−衝突のTreeレベルでのHiggs生成は，e+e− → Z∗ → ZHといういわゆるHiggs-strahlung
が主たる生成過程で、このほか，電子，陽電子から放出されたW−とW+（Z0とZ0）が融合して

Higgsと νと ν̄ （e−と e+）のペアを生成する過程が寄与する。2光子過程のHiggs生成では散乱
された終状態の電子（又は陽電子）を測定 (tagging）することで，仮想光子の質量の 2乗Q2を決

定する。しかし，treeレベルのうち ZZ融合過程は Figure 1(a)の電子・陽電子衝突における散乱
電子の taggingと混じることになるので，以下ではこのZZ融合過程の寄与を避けるため，Figure
1(b)で示される eγ衝突を考えることにする。

後者の過程で，特に注目されるのは e−e−衝突において数 eVのレーザー光を一方の e−に注入

する e−γLaserの衝突を経て，後方コンプトン散乱により電子のエネルギーを最大で 80%獲得する
光子と他方の電子との e−γ衝突実験である。これについての詳細は文献 [2]に譲る。
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2 HiggsのTransition Form Factor

Figure 1(c)に示すように γ∗γ → H での遷移振幅は

M = ϵµ(k1)ϵν(k2) Aµν(k1, k2)

と表される。ここで ϵµ(k1) (ϵν(k2))は仮想光子
（実光子）の偏極ベクトルで，k2

1 = −Q2 < 0，
k2

2 = 0，kν2ϵν(k2) = 0 また (k1 + k2)2 = m2
H

（mH：Higgsの質量）である。ゲージ不変性から
遷移振幅を表すテンソルAµνは以下のように 2つ
のLorentz-invariantな関数S1，S2に分解される。

γ*(k1)

γ(k2)

HAµν

µ

ν

k1
2=-Q2

k2
2=0

e(l)

e(l’)
tagging

Figure 1(c): 電子・光子衝突と遷移振幅

Aµν(k1, k2) = (gµν(k1 · k2)− k2µk1ν)S1(m2, Q2) +
(
k1µk2ν −

k2
1

k1 · k2
k2µk2ν

)
S2(m2, Q2) (1)

よって，遷移振幅 (transition amplitude)M は

M = [gµν(k1 · k2)− kµ2k
ν
1 ]S1(m2, Q2)ϵµ(k1)ϵν(k2). (2)

となる。S1を用いて以下のように，Transition Form Factor（遷移形状因子）を定義する [1]。

F (Q2,m2) = S1(m2, Q2)/
( ge2

(4π)2
1
mW

)
(3)

ここで　 eと gは電磁および弱相互作用の結合定数。mW はWボソンの質量で，mは後に述べる
ループをまわる粒子の質量を表す。

2.1 フェルミオン-ループの寄与

γ*

γ

H

k1

k2

k1+k2p

p+k1

p-k2

γµ

γν

γ*

γ

H

k1

k2

k1+k2p

p-k1

p+k2

γµ

γν

Figure 2: フェルミオン-ループ の寄与 γ∗γ → H

Figure 2のように，2光子の融合過程でHiggsを生成する振幅にはフェルミオンの triangleルー
プ・ダイアグラムが効く。ρ = Q2/4m2

f τ = 4m2
f/m

2
H として，transition form factorは
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F1/2(ρ, τ) = − 2τ
1 + ρτ

{
1 +

(
1− τ

1 + ρτ

)(
f(τ) +

1
4
g(ρ)

)
+

τ

1 + ρτ

(
2ρ
√
τ − 1

√
f(τ)−

√
ρ(ρ+ 1)

√
g(ρ)

)}
, (4)

で与えられる。ここで f(τ)と g(ρ)は

f(τ) =

[
sin−1

√
1
τ

]2

, ただし τ ≥ 1, g(ρ) =
[
log
√
ρ+ 1 +

√
ρ

√
ρ+ 1−√ρ

]2

. (5)

である。よってトップ・クォークの寄与が支配的で、軽いクォークの寄与は無視できる。

2.2 Wボソン-ループの寄与

γ*

γ

H

k1

k2

k1+k2p

p+k1

p-k2

W

W

W

γ*

γ

H

k1

k2

k1+k2p

p-k1

p+k2

W

W

W

γ*

γ

H

k1

k2

k1+k2
p-k1

p+k2

W

W

Figure 3: Wボソン-ループの寄与 γ∗γ → H

Wボソンの triangleループ・ダイアグラムの寄与は，ρ = Q2/4m2
W τ = 4m2

W /m
2
H として，

F1(ρ, τ) =
1

1 + ρτ

{
τ

1 + ρτ

(
4ρ+ 8ρ2τ + 6(1 + ρτ)− 3τ

)(
f(τ) +

1
4
g(ρ)

)
+(4ρ+ 2(1 + ρτ) + 3τ)×

(
1 +

2ρτ
1 + ρτ

√
τ − 1

√
f(τ)− τ

1 + ρτ

√
ρ(ρ+ 1)

√
g(ρ)

)}
(6)

ここで，f(τ)，g(ρ)は (5)式で与えられる。Q2がゼロに近づく極限（ρ→ 0）で F1/2，F1は

F1/2(ρ→ 0, τ) = −2τ [1 + (1− τ)f(τ)], (7)

F1(ρ→ 0, τ) = 2 + 3τ + 3τ(2− τ)f(τ) , (8)

となり，H → 2γの崩壊振幅へのトップ・クォークおよびWボソン・ループの寄与を再現する。
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3 数値的解析

全 transition form factorをFtotal(Q2) =
∑

f Nce
2
fF1/2(m2

f , Q
2)+F1(m2

W , Q
2)（Ncはcolor factor）

とすると γ∗γ-fusionによるHiggs生成の断面積は

dσ(γ∗γ fusion)

dQ2
=
α3

em

64π
g2

4π
1
Q2

[
1 +

u2

s2

]
1
m2
W

|Ftotal(Q2)|2, (9)

で表される。ここで，s = (l + k2)2，u = (k2 − l′)2。Figure 4(a)に Transition Form Factorへの
各ループの寄与を示した。これより明らかなように，Wボソン-loopの寄与が top-quark-loopの
寄与を圧倒的に上回る。一方，Figure 4(b)に微分断面積への γ∗γ（Zγ）融合過程（fusion）から
の寄与を

√
s = 200GeVについて示した。Zγ-fusionでは，Z の propagatorや全体にQ2の factor

が掛かることから，Q2/m2
H が小さい前方では，γ

∗γ-fusionに比べて無視できることが分かる。
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Figure 4: (a) 遷移形状因子への各ループの寄与 (b) γ∗γと Zγの微分断面積への寄与

4 結論と今後の課題

ここでは，標準模型の 2光子過程での Higgsボソンの生成とそれに伴う Higgsの遷移形状因子の
Q2についての振る舞いを議論した。将来の電子・光子衝突実験で，この振る舞いを調べることが
出来れば，Higgsのより詳細な情報が得られる。今後はMSSMや Composite Modelなどの BSM
での Transition Form Factorを調べることに大いに関心が持たれる。
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フレーバーとCP問題のない最小の超対称性模型

京都産業大学益川塾

長井 稔

1 Introduction

　 LHC実験が順調に稼働している中、超対称性粒子は未だ発見されていない。また観測された
126 GeV のヒッグス粒子の質量を説明する一つの方法として、ストップ粒子が数十から数百 TeV
と重い可能性がある [1]。こうした状況から、超対称性粒子が重い高エネルギー超対称性模型が注
目を浴びている。

高エネルギー超対称性模型ではその大きな超対称性粒子の質量のため、フレーバーやCPを破
る観測量からの制限は緩くなるが、K中間子混合と電気双極子能率 (EDM) からくる制限は依然と
して厳しく [2, 3, 4]、フレーバーや CPの破れを抑える何らかの機構が必要であると考えられる。
このとき、制御できない重力伝達による超対称性の破れの寄与も小さくなっていると考えるのが

自然であり、グラヴィティーノが最も軽い超対称性粒子となって暗黒物質の候補となる [5, 6]。
本研究では、カットオフスケールでフレーバーやCPを破る項が０となるシンプルな模型を考

えて超対称性模型のフレーバーとCPの問題を解決する。このとき、超対称性スケールを大きくす
ることにより、二つのヒッグス２重項の真空期待値の比 tanβ が小さいパラメータ領域が現れる。
この領域において、グラビティーノ暗黒物質の残存量を説明しつつ、ビッグバン元素合成（BBN）
の制限や EDM の制限が回避できることを示す [7]。

2 The Model

　最小超対称標準模型では、ゲージーノの質量とA term や B term との相対位相がCPの破れの
元となる。また、スフェルミオンの質量行列の非対角成分もフレーバーや CPの破れを引き起こ
す。そこで我々は、次のようにカットオフスケールにおいて A term、B term、そしてスフェルミ
オン質量が消えるような模型を考える。

Au,d,e = B = m2
q̃,ũ,d̃,l̃,ẽ

= 0 , (1)

更に、大統一理論のスケールでゲージーノ質量を統一した値にとり、簡単のためヒッグスの超対

称性を破る項も０とする。

M1 = M2 = M3 = M1/2, m2
Hu

= m2
Hd

= 0 . (2)

つまり、超対称性の破れがゲージーノのみに伝わるような模型を考えることとなり、実際にゲー

ジーノ伝達模型ではこのような状況が実現する [8]。
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図 1: （左） B termとボトム湯川結合の繰り込み群の様子。（右）tanβ の値の M1/2依存性。

この模型は一つのパラメータしかないため、繰り込み群を走らせることで他の全てのスペクト

ラムが決まることとなり、特に観測されたヒッグスの質量からM1/2 の値を決めることができる。

また、tanβ と µ はヒッグスポテンシャルの電弱対称性の破れの条件から求めることになる。こ

のとき、B term の繰り込み群の走り方が湯川結合に感度があるため tanβの大きさに依存し、以
下の３通りの解が存在することとなる（図 1、左）。

(I) µ > 0（B < 0）、大きな tanβ（小さな |B|）

(II) µ < 0（B > 0）、中程度の tanβ（中程度の |B|）

(III) µ < 0（B > 0）、小さな tanβ（大きな |B|）

超対称性スケールが低いときは、トップ湯川結合の寄与が十分大きいためB < 0 の (I) の解し
か存在しない。しかし、M1/2の十分大きな高エネルギー超対称性模型となる領域においてはトッ

プ湯川結合の寄与が小さくなるため、(II) と (III) の解が現れることがわかる（図 1、右）。
このように、この模型においてはトップ湯川結合の大きさが重要な要素となり、またヒッグスの

質量もその値に大きく依存する。そこで、ここではトップ粒子のポール質量をMt = 173.3±2 GeV
の範囲で変化させながら解析を行った。ヒッグスの質量は図 2 のようになり、超対称性スケール
がおよそ 10 TeV で観測値と合うのがわかる。特にシナリオ（III）では tanβの値が小さいため、
より大きなM1/2が必要となり、これが次に述べる BBN や EDM の制限を回避するのに役立つ。

3 The Gravitino Dark Matter and EDM Constraints

　この模型では、重力伝達機構から生じるフレーバーや CPの破れが小さくするために、グラビ
ティーノが最も軽い超対称性粒子（LSP）で暗黒物質となる。宇宙の熱史においてグラビティー
ノが、次に軽い右巻きスタウの崩壊から作られると考えると、現在の暗黒物質の残存量を説明す
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図 2: シナリオ I（左）と III（右）における軽いヒッグスの質量。灰色の部分は ATLAS と CMS
の Run 1 の測定を合わせた解析で求められた領域 [9]。

るにはグラビティーノの質量は図 3（左）とならなければならない。このようにして作られるグラ
ビティーノの残存量は、およそグラビティーノの質量とスタウの質量に比例する。従って、tanβ
が大きくて右巻きスタウが軽い (I) のシナリオで最もグラビティーノの質量が大きくなる。この
ことは、BBN や EDMからの制限を考える際に重要な意味がある。
右巻きスタウが BBN の最中や後にグラビティーノとタウ粒子に崩壊すると、その崩壊で出る

粒子により軽元素が壊れてしまい危険である。この制限はスタウ粒子の寿命に大きく依存し、BBN
の始まる 1秒より前に崩壊すれば完全に問題はない。更に、1秒から 100秒の間は崩壊粒子による
陽子と中性子の相互変換過程が問題になる。しかし、スタウの崩壊から生じるパイ粒子ではこの

変換過程はそれほど効果的ではないため、この模型で考えるスタウの残存量では問題とならない

[10]。結果として、右巻きスタウの寿命が 100秒以下であれば BBN の制限は回避される。右巻き
スタウの寿命は以下のように計算できる。

ττ̃R ≃
48πm2

3/2M
2
p

m5
τ̃R

≃ 10 sec
( m3/2

100 GeV

)2 ( mτ̃R

3 TeV

)−5
. (3)

右巻きスタウが軽くてグラビティーノの重いシナリオ (I)では、スタウの寿命が大きくなってしま
い、ヒッグスの質量を説明する領域は BBN からの制限により除外されることとなる（図 3、中）。
大きなグラビティーノの質量は重力伝達による超対称性の破れが大きいことを意味し、これが

新たな CPやフレーバーの破れの起源となる。このとき EDMに効いてくる CP位相の大きさは
ϕµ ∼ m3/2/|B| 程度となる。期待される電子の EDMは図 3（右）のようになり、シナリオ（III）
だけが EDM実験からの制限を回避できることがわかる。
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図 3: （左）グラビティーノが他の超対称性粒子の崩壊から作られたときの、予言される質量。（中）
右巻きスタウの寿命。（右）期待される電子の EDM。

4 Summary

最近の LHCの実験では超対称性粒子が未発見であり、ヒッグスの質量が 125 GeV であることか
ら高エネルギー超対称性模型が議論されているが、この場合でもCPやフレーバーの問題が残る。
ここでは、そうした CPやフレーバーを破る項がカットオフスケールで消えて、グラビティーノ
が暗黒物質となるシンプルな模型を議論した。超対称性スケールがあがったことにより tanβ が
小さいパラメータが現れ、暗黒物質の残存量を説明しつつ、BBNや EDMの制限を回避できるこ
とがわかった。
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暗黒物質の間接検出と電弱制動放射

日本大学理工学部

二瓶 武史

最近の Planck 衛星による宇宙背景放射の非等方性の観測によれば, 宇宙に存在するエネルギー
密度の約 27 % が暗黒物質である。暗黒物質を構成する素粒子 χの検出方法として, 暗黒物質が検
出器内のターゲットと衝突する効果を調べる直接検出と, 天体に集まった暗黒物質が対消滅した際
に放出される宇宙線を検出する間接検出の 2つがある。以下では太陽に捕獲された暗黒物質に由
来する宇宙線ニュートリノの間接検出に関して, 電弱制動放射と呼ばれる寄与の影響を説明する。
銀河内の暗黒物質 χは, 太陽内の物質と衝突して太陽の脱出速度∼ 600 km/s 以下になると, 重

力によって太陽中心に捕獲される。太陽中での暗黒物質の数の時間変化は

dN

dt
= C − CAN2 (1)

ここで, 捕獲率Cは, 暗黒物質の数密度 ρχ

mχ
, 太陽中の原子核の数 M⊙

mN
, 暗黒物質と原子核との単位

体積あたりの反応率 σχNvχ の積として, 大雑把に

C ∼ ρχ
mχ
· M⊙
mN
· (σχNvχ) (2)

と書ける。一方, 対消滅率 CAは

CA =
∫
d3rn(r)2⟨σχχv⟩[∫

d3rn(r)
]2 ∼ ⟨σχχv⟩

Veff
(3)

ここで, 太陽中心から距離 rの位置における χの数密度は n(r) = n0e
−Vχ(r)/T⊙ , Vχ(r) = −V0 +

G
mχ(ρ⊙· 4

3
πr3)

2r で与えられる。また, 有効体積 Veff は,

Veff =
(

3M2
PT⊙

ρ⊙mχ

) 3
2

(4)

太陽と地球の距離を L, 太陽中心における暗黒物質対消滅の反応率を ΓAとすると, 暗黒物質起源
のニュートリノの地上でのフラックスは次のように与えらえる。

dΦ
dEν

=
ΓA

4πL2

∑
k

BRk
dΦk

dEν
(5)

典型的な模型では現在における太陽中の暗黒物質の数N は飽和に達しており, このとき, 反応率は
ΓA = 1

2CAN
2 ∼ 1

2C となる。

以下では暗黒物質の素粒子が超対称模型におけるビーノ的ニュートラリーノの場合を考え, そ
の非相対論的な対消滅によって生成されるニュートリノを用いた間接検出を議論する。ビーノ的

ニュートラリーノの主な対消滅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

11

Soryushiron Kenkyu



ノはマヨラナ・フェルミオンであることから，断面積がフェルミオンの質量に比例して起こるヘ

リシティー抑制により, χχ → νν̄ はほとんど起こらない。しかしながら, 光子の放出する制動放射
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。

電弱制動放射 (図 1参照)の微分断面積は, 次のように書ける。

d2(σv)Wℓν̄

dEW dEν
=

1
512π3m2

χ

∑
spins

∣∣∣MA +MB +MC + (u-channel)
∣∣∣2 (6)

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。

図 2 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
い実線および太い点線が, それぞれ電弱制動放射による一次的および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る。
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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。

図 2: 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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終戦直後の素粒子論研究

— とくに「素粒子論グループ精神」について —

日本大学理工学部

亀淵 迪

1

はじめに上記の表題に関連して，次の 2点をお断りしておく。第１に，私がこの分野の研究に
入ったのは 1949年の春（旧制大学最終の 3年生のとき）であり，終戦からこの時点までについては先
輩の言によって外挿し，実質的には 1950年前後の情況についてお話ししたいと言うこと。第２に，
当時の研究の内容ではなく，その外型，つまり研究の仕方に焦点を当てたいということである。

先ず「素粒子論グループ」なる団体について。この名称は，当初，素粒子論研究者と言う集合

に対する普通名詞であり，組織化された団体に対する固有名詞ではなかった。恐らくは戦時中の

「中間子討論会」の参加者たちを中心にした，極めて緩い結合体だったと想像される。‘グループ’
などと片仮名英語を混ぜる言い方は，戦後の americanization の結果であり，実際，例えば 1946
年の名大では ‘名大素粒子論研究団’であり, また 1952年に発足した研究会は ‘素粒子論研究班関
東（西）地方研究連絡会（略称 REKT および REKS）’と古風で厳めしい表現が用いられていた。
因みに REKT や REKS はそれぞれ関東や関西で研究会を開いており，ときに両者の合同の研究
会が名古屋で行われていた。他方，1949年頃になると片仮名入り表記も徐々に登場してくる。例
えば「素研」 vol. 0, no. 4 (1949, 4)の発行者は ‘素粒子論研究グループ’であり，同誌 vol. 1, no.
3-2 (1949, 12) の編集後記には，初めて ‘素粒子論グループ ’なる表現が現れる。恐らくこの後者
の方が簡潔さの故に，徐々に定着化して行ったと考えられる。ただし「素粒子論グループ」の組

織化は，1952年 4月のことになる。以下では，このグループのことを SGと略記する。
さて SGについて私の着目したいのは，これに属する人々には一種独特の気風・考え方・行動

様式・· · · があったという事実である。隣接分野の物性論研究者にすら全く見られないような独特
の ‘あるもの’であった。その理由を私は，「SG精神」あるが故にと解釈致したいのである。本講
演の目的は，この ‘精神’の種々相を考察することにある。

2

それでは，SG精神とは如何なるものか。それは SGのコミューニティに流れていた，3つの大
きな流れが交差したところに出来した，言うなれば渦である。従って SG精神の本質は，それぞれ
の流れが何であったかを知ることにより，自ずと明らかになるであろう。

ここに第１の流れとは，戦後直ちに実施された研究体制の民主化である。そしてその波源，と

言うよりは震源地は，私の居た，坂田昌一教授率いる名大素粒子論研究室，こと「E研」であっ
た。戦争末期，坂田教授は研究室ともども長野県に疎開する。しかし終戦後もそこに留まり（名
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古屋に帰っても，住む所も研究する所もなかった），これから何をなすべきかについて熟考する。

翌 ’46年帰名するや，まず「研究室会議」なる制度を発足させる。一般の研究員も一定の条件を
満たせば，教授や助教授らと全く対等の立場で研究室の運営や研究方針の決定に参画できるとす

るもの。その後さらに物理教室に対しても同種の「教室会議」を設置し，運営の基本方針として

の「教室憲章」を策定する。こうした民主化の波は，SGメンバーの人々を通じて，他大学へと広
まってゆく。

第２の波は，仁科芳雄による「Copenhagen精神」の我が国への移植である。周知のように仁
科は，1923年 4月から ’29年 3月までの期間，CopenhagenのNiels Bohr研究所に滞在したが（こ
の期間は正しく同研究所の黄金時代であった），帰国後自らの研究室の運営の基礎にこの精神を

据えた。ここに Copenhagen精神とは N. Bohr の人格の反映であり，彼の研究所の文化でもあっ
た。その特質を纏めれば，i) 研究者はすべて対等である; ii) 研究は他の何物よりも優先する（多
少の礼を失しても構わない）; iii) 研究に最も大切なものは他人との討論である; iv) 研究は自らに
適した方法でやればよい; v) よく学び良く遊べ，となる。これらが研究所内で如何に具体化され
ていたかについては，興味深い出来事が多々あるが，別稿に譲りたい [1]。
理研仁科研が如何にCopenhagen精神化していたかについては，朝永のエッセイ「科学者の自

由な楽園」に活写されている [2]。仁科研のこの雰囲気が，彼の薫陶を受けた朝永・坂田・湯川・
武谷らを通じて，それぞれの研究室へと再移植されて行ったとしても，不思議ではあるまい。

第 3の波は素粒子論が若い学問だったという事実に由る。その嚆矢を Fermiのβ崩壊や湯川の
中間子の理論だとすれば，その年齢は，終戦の時点で未だ 10代であり，リーダーの湯川・朝永た
ちも，なお 30代であった。老教授の頑迷固陋に代って，彼等には若さ特有の進取・融通・冒険の
気性があった。

この事実は，独自の創造には好適だったろうが，反面，弱点をもまた具えていた。物理学会内

はもとより，世間一般での認知度が低かったということである。そのため，素粒子論講座の新設

や，研究費獲得の面では不利を招いたかとも想像される。例えば学会に「素粒子論分科会」が設

けられたのも，漸く 1949年秋のことである。こうして当初は緩い結合体だった SGも，一つの勢
力となるためには，全体としての連帯感をもつ必要が生じてくる。

しかし事態は一変する — 同年末の湯川ノーベル賞が諸々の困難を一挙に解決したのである。

素粒子論は物理のみか全科学の中でも，最も花形の研究分野と見做されることになった。とくに

大きかったのは 1953年の「基礎物理学研究所」の創設である。共同利用研究所ということから，
ここが SGの根城となり，全国的な共同研究が開始される。その結果，SG内の連帯感はいよいよ
強まってゆく。

これを要するに，第１の流れは ‘平等’を，第 2の流れは ‘自由’を，第 3の流れは ‘連帯’を SG
に付与することとなった。この３要素が SG精神の根幹をなす，と私は考えている。

3

次に SG精神が実際の研究現場に如何に反映し，如何に活かされたかについて想起してみた
い。記憶に残る SG精神的現象は枚挙に遑がないが，ここでは先ず，1955年末に行われた基研研
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究会「場の理論」（11月 15日～12月 9日）と，それに先立つ E研での勉強会について語ってみた
い。なお当時の ‘場の理論’は ‘素粒子論’と殆ど同義語であり，研究会の第１週は ‘QED’，第２週
は ‘QMD’（中間子論のこと），残りの 10日間は ‘将来の理論’（非局所場など）と ‘新粒子’とに当て
られていた [3]。
さてそのE研勉強会であるが，実体は素粒子の複合模型についての討論会であった。坂田教授

の他に 14～5名が参加していたかと思う。議論はそのうちに，‘基本粒子として何を採るか’に絞ら
れてきた。司会者の制止も無視し，あちこちで意見が噴出。文字どおり喧々諤々，場が混乱して誰

が何を言っているのか分らなくなってきた。山田（英二）氏が「P , N の他に，S = 1の粒子なら
何でもよい」と発言したのを私は聞いている。また田中（正）氏が「P , N , Λだ」と言ったという
証人も居るが，この発言は私の耳には届かなかった。夕食はどうしたのか記憶にないが，議論は

深更に及んだ。かの「坂田模型」はこのような情況から生れた。

さて基研研究会の第１週では ‘繰り込まれたQEDに ghost状態は存在するか’が中心課題であっ
た。そこで週末の打ち上げコンパでは，‘ghostの声を聞かせようではないか’との案が浮上した。
善は急げと遊び好きの面々が，夜な夜な「白川学舎」に集まってシナリオ「ghost基研にあらわる」
を書き上げた — ある夜基研に現れた ghost先生が，研究会出席者を次々と批判し揶揄するもの
で，湯川・坂田両先生とて例外ではなかった。ghostの声は皆で分担し，その録音テープをコンパ
の席上，電燈を消した中で流したのである。大いに受けたと世話人の私などは信じているのだが

· · · [4]。
何分にも期間が長いので，他にも遊びの行事がいろいろとあった：落柿舎への遠足・太泰の映

画撮影所見学（さる美人女優を見るためで，湯川先生も参加）・講堂での映画鑑賞「湯川物語」およ

び黒沢映画「生き物の記録」（原爆に関するもので，「湯川先生のご意見を伺いたい」と監督自らが封切

り前に基研にもち込み上映した），などなどである。まことに，よく学びよく遊んだ。

以上は主として SG精神の平等・自由に対する一面であるが，連帯性に関しても忘れ難い思い出
がある。既述のように 1949年前後に私は素粒子論の勉強を始めたのだが，当時米国では Schwinger
や Feynmanの論文が次々と発表されていた。しかしそれらの載った Phys. Rev. 誌などは入手で
きなかった。何分にも日本は未だ貧しく，外貨不足のため外国雑誌などの注文は許されていなかっ

たのである。ただ在京の人たちは例外であった。占領軍が日比谷（その他）にCIE(Civil Information
and Education) Libraryを開設しており，そこで米国の新刊雑誌が読めたのである。
それを如何にして複写して来たのか，手書きでか，写真でか。とにかく東大の人たちが，新論

文の謄写版刷りを作り，地方大学の私たちに配布してくれたのである。山口（嘉夫）氏に訊くと，

“そう言えば中村（誠太郎）さんや藤本（陽一）らがガリ版刷りをやっていたようだ”との由。察す
るに，これは中村氏の発案ではなかったのか。

周知のように氏は湯川教授が 1942年東大の併任になった折，助手として東大に移籍，以後も
そこに留った。そういう人であるから，何か情報が入れば，それを直ちに京都の師の許に届けね

ばと思ったに相違ない。それならば序でに名古屋の坂田やその他の人々にも，と考えたのかもし

れない。しかし最初の動機は何であれ，東大の若者たちを督促して，この困難な仕事をやってく

れたのである。余程慎重に作製されたのであろう — 綺麗な書体で手書きされ，綴りや式に何らの

ミスプリもなかった（尠くとも私には見出せなかった）。
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欲するならば東大の人たちは，先ず新情報を用いて 2,3の論文を書き，その後に情報を地方に
廻す，ということもできたであろう。しかし，そのような，言わばケチな根性の人は居なかった。

これぞまことに連帯精神の発露と言うべし。この謄写版刷りで私は Schwingerの論文を読み，そ
れによって卒論を書くことができたのであった。この東大勢の好意の程は，いま想い出しても身

に沁みる — 感謝の極みである。（日本でなら朝永理論の論文があるではないかと思われるかもし

れない。しかし Schwinger論文の方が，教科書のようによく整理して書かれており，細部にわたっ
て理解し易かったのである。）

中村氏はこの他にも SGのために多々貢献してくれた：「素研」誌の発行，SGの組織化，「読売
湯川奨学会」の世話人，自らの「素粒子奨学会」設立・運営，等々。ともあれ氏は，大ボスと若

手，関東と関西の研究者のいわば仲介者的役割を果し続けた。SG精神連帯性の具現者の，正しく
最たる存在だったと言える。SGも 2001年には，第 1回「素粒子メダル功労賞」を贈り，その労
を謝した。なお草創期の先輩たちの労苦については文献 [5]を参照されたい。

4

終わりに，本シンポジウムの二つの主催団体を，SG精神との関連から考察してみたい。先ず
は CST素粒子論研究室。私が日大のお世話になり始めた 1991年には，創設者の原治氏がなお健
在であった。私の第一印象では，原氏の研究室運営は名古屋の E研を模していたようであり，つ
まりは本質的に SG精神的であった。一例を挙げれば，コロキュウムで外部からの講師が非常に数
学的・技術的な話に終始した場合，原氏はズバリ「それはどういう物理的な意味をもつのか」と

遠慮なく質すのが常であった — 傍らの I教授らをハラハラさせながら。
思うに日大での十数年は，私の研究経歴の中でも実に楽しい期間であった。そしてその楽し

さのピークは 1992年 3月 19日～21日に軽井沢で開かれた国際シンポジウム “Extended Objects
and Bound Systems”であった。内外の研究者が起居をともにし，窓外に雪景色を見ながら，心ゆ
くまで議論を楽しんだことである [6]。
上でピークなる語を用いたが，つまりその後は下り坂になったということである。しかしこれ

は，ある意味では当然なことでもある。所詮，SG精神などといっても，それは一時代の産物であ
り，時が移れば新しい状況にそぐわない面が自ずと出て来るからである。いまや SG精神に代るべ
き，新しい精神が模索されてしかるべきであろう。

そこで，視点を益川塾に移す。新しい精神はここから生まれるのでは，と私は期待する。そも

そもCopenhagen精神や SG精神には，重かつ大なコアがあった：コアとは大物物理学者の謂であ
る。この点では益川塾には，すでにこの上ないコアが存在する。塾頭や副塾頭はもとより，一般

塾生もいろいろと協力して，新しい状況に即応した「益川塾精神」なるものを創って貰いたいの

である。それは，若い研究者たちが自由に研究できるような環境を構築するための基本方針とな

る筈である。その新精神が京都から全国に広まってゆく日を私は夢見ている — とくに若い世代に

期待したい。
本講演を私の個人的感懐でもって結ぶことをお許し願いたい：SG精神のお蔭で私は，研究者

としての青春を，あるいは思春期を，心ゆくまで享受することができた，と。
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Bi-Local Model in AdS5 Spacetime and Higher-spin Gravity 1

日本大学理工学部

仲　滋文

共同研究者：粟生田健一，豊田陽己，神田直大

1 はじめに

高階スピン場の発展の歴史は古く，1930年代の Fierz-Pauli による自由な massive スピン場の理
論までさかのぼることができるが，その後の発展で相互作用を導入することの難しさが浮き彫りに

なった。とくに massless の高階スピン場の理論は，ゲージ理論の発展形として興味を持たれ，超
重力理論のような成功例もあって研究が進められたが，やがて自明でない相互作用を許す massless
の高階スピン場の理論として，0でない曲率を持つ背景時空にある無限高階のスピン場全体を組
にする試みが発展した [1]。とりわけ，Klebanov-Polyakov等の推測に始まるAdS時空にある共形
場を源場として生じる高階スピン場の理論は，AdS/CFT の視点からも多くの試みがなされたが
[2]，このような共形場がある種の極限で bi-local場と呼ばれる集団場を形成し，本質的な役割を
果すことが明らかになった [3]。例えば，Fronsdalの考え方に従えば，AdSn+1空間の高階スピン

場 hµ1···µs(xµ)は，背景となる d+ 2次元の双曲面上の双局所場K(xα, yα)に

hµ1···µs(x
µ)︸ ︷︷ ︸

HSF in AdSd+1

→ K(xα, yα)︸ ︷︷ ︸
d+2 hyperboloid

=
∂xµ1

∂xα1
· · · ∂xµs

∂xαs
hµ1···µs(x

µ)yα1 · · · yαs (1)

の形で写像することができ，hµ1···µs(xµ)の満たすべき方程式からK の従う方程式

∂2
xK(x, y) = ∂2

yK(x, y) = 0, ∂x · ∂yK(x, y) = 0, · · · (2)

が導かれる。また，3次元O(N)ベクトル型共形場の理論に基づく Das-Jevicki の試みでは，その
ような集団場が具体的に

Φ(x1, x2) =
N∑
α=1

ϕα(x1)ϕα(x2) (3)

と与えられ，その有効作用もO(N)ベクトル場の理論を基に導かれる。
ところで，(2)は基本的に自由２粒子系の波動方程式に拘束条件を付け加えたものであり，半

世紀以上も前に湯川博士が非局所場理論の建設を目差して最初に提案した bi-local場の理論が，こ
の形の方程式を導いていた [4]。当時は，非局所場理論と言う高邁な構想を掲げながら，結局は自
由粒子系に帰着することへの批判があり [5]，粒子間の相互作用を取り入れる方向に理論の修正が
なされた。この結果，多くは拘束条件との整合性から粒子間に（４次元）調和振動子型のポテン

シャルを取り入れる形となり，共変的２粒子束縛系の模型に発展していった [6]。これ自体は，弦
1本論文は，arXiv:1603.09542 に基づく。
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模型を単純化した構造で，(2)はその“張力”を 0 (→Regge スロープを∞)にとった極限として
見直すことができる。そこで，この仕事の目的は，AdS5時空 (Randall-Sundrum理論 [7]のwarp
計量で表現)に埋め込まれた２粒子束縛系（双局所場）の励起で生じる高階スピン場が，低エネル
ギーの４次元時空で (3)の構造を生じるかどうかを検証するものである。

2 AdS5時空における２粒子束縛系

AdS5 時空 {XA}, (A = µ, 4, 5) は，拘束条件 ηABX
AXB = ηµνX

µXν + (X4)2 − (X5)2 = l2 ，

(diag(ηµν) = (−+ ++))を満たす双曲面であるが，以下の議論ではこれを独立変数で表し，Randall-
Sundrum型の階層構造をもたらす warp計量

ηABdX
AdXB = gµ̂ν̂dx

µ̂dxν̂ = e−2kyηµνdx
µdxν + dy2, (4)

に結び付いた 5次元座標 (xµ̂) = (xµ, y)で記述する。このような時空に埋め込まれた 2粒子系の作
用は，それぞれの粒子の座標変数を xµ̂(i), (i = 1, 2)として

S =
∫
dτ

1
2

2∑
i=1

{
e−1
(i) gµ̂ν̂ ẋ

µ̂
(i)ẋ

ν̂
(i) − U2,1e(i)

}
,

(
ẋµ̂ =

dxµ̂

dτ

)

=
∫
dτ

1
2

2∑
i=1

{
e−1
(i)

(
ηµνe

−2ky(i) ẋµ(i)ẋ
ν
(i) + ẏ2

(i)

)
− U2,1e(i)

}
, (5)

とおける。ここで，τ は粒子の運動を記述する時間発展のパラメーターであり，e(i)(τ)は τ の選び

方の任意性を保証する一脚子である。また，U2,1 = U(x(2), x(1))は粒子間の相互作用を表し，各
粒子位置での座標変換の下で不変な bi-scalar関数である。本論文では，これが曲がった時空の測
地的間隔 σ2,1を用いて

U2,1 = 2κ2σ2,1 + ω (κ, ω = const.) (6)

と表される場合を調べる [8]。ここで測地的間隔 σ2,1は，2点 2, 1を結ぶ測地線を γとして

σ2,1 = (ξ2 − ξ1)
∫ ξ2

γ,ξ1

dξL ,
(
L =

1
2
gµ̂,ν̂

dxµ̂

dξ

dxν̂

dξ

)
. (7)

で定義される [9]。測地線の方程式は，ξを時間に見立てた場合のラグランジアン Lから得られる
運動方程式であり，k = l−1として二つの保存量

V µ = e−2ky(ξ)x′µ(ξ), (8)

K =
1
2

(
y′2(ξ) + e2ky(ξ)V 2

)
, (9)

を導くことが確められる (Fig.1)。
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Figure 1: y(ξ)の可動領域

測地線 γ において，x′µは常に一定方向 V̂ = V µ/
√
V 2を向いているが，y(ξ)はK で決まる可動

領域を往復する周期解となり，ξの多価関数となっている。

さて，y(ξ)は ξの多価関数であるが，x(ξ)は ξの一価関数であることから yは xの関数として

求まり，σ2,1は L = K に注意して σ2,1 = (ξ2 − ξ1)Kから x(i), (i = 1, 2)の関数として決まる。結
果は，yの多価性を反映して複雑であり，時空の曲率のため移動不変な x2,1 = x(2) − x(1)の関数

とすらならない。しかし，粒子間の距離が |x2,1| =
√
x2,1|2 > eL̃l ≫ lであれば形は簡単になり2，

ポテンシャルは

U2,1 = (κL̃)2e−2L̃|x2,1|2 + ω (10)

と近似できる。これは，IR-brane（あるいはこの近傍にある brane）上にある粒子の束縛状態を考
える場合に自然な近似であり，またこの場合の y(i)は，微細な質量構造を与える力学変数である

が，大概の質量構造を決定する x(i)とは独立な変数として扱って良い。以上の前提の下で，作用

(5)の e(i), (i = 1, 2)に関する変分から導かれる拘束条件の組み合わせが，bi-local場の波動方程式
と物理的部分空間を決定する

1
4
H|Ψ⟩ ≡

[
1
4
P 2 + p̄2 +

1
2

2∑
i=1

e−2ky(i)
(
π2

(i) + U2,1

)]
|Ψ⟩ = 0, (11)

T |Ψ⟩ ≡

[
P · p̄− 1

2

2∑
i=1

(−1)ie−2ky(i)
(
π2

(i) + U2,1

)]
|Ψ⟩ = 0 (12)

に表される。これら２つの条件は，このままでは両立していない。そこでさらに，2粒子が yの固

定された同一 brane上にあるという付加条件を付ける。これにより，(12)は P · p̄|Φ⟩ = 0と単純化
される3 。また，(11)の

∑
i e

−2ky(i)π2
(i)は演算子の順序に依存する項であるが，Weyl順序をとって

W = e−2ky
(

1
2π + ik

)2
の形に帰着させる。この後，以下の手順を経て波動方程式を brane上の波動

2以下，長さの次元を持つ物理量 Aを，Ã = kA = l−1Aの形で無次元表記する。
3x(i), (i = 1, 2)の重心変数と相対変数は，それぞれ X = 1

2
(x(1) + x(2))及び x̄ = x(1) − x(2) で定義され，P と p̄

はそれらに正準共役な対変数である。y に関する重心・相対変数も，同様に定義される。
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方程式に帰着させる。まず，固有関数Wϕn(y) = λnϕn(y)を求め，Ψ(X, x̄, y) =
∑

n Φn(X, x̄)ϕn(y)
と展開してW を固有値 {λn}で置き換える。次いで，(12)を期待値の意味で解釈し，振動子変数

x̄µ =

√
1

2κy

(
a†µ + aµ

)
, p̄µ = i

√
κy
2

(
a†µ − aµ

)
, (13)

(κy = κ0e
−ỹ, κ0 = (κL̃)e−L̃) (14)

を導入して，十分条件
∑

n ϕnP · a|Φn⟩ = 0に置き換える。結果として得られる波動方程式は，ま
だ yに依存している。しかし，考えているのは固定された y上での波動方程式であるので，yを方

程式に含まれるパラメーターと考えて固定し，元の波動方程式の十分条件となる{
1
4
P 2 + 2κy

(
a† · a+ 2

)
+ e−2ỹω + λn

}
Φn,y(X, x̄) = 0, (15)

P · aΦn,y(X, x̄) = 0 (16)

をもって，bi-local場の波動方程式とする。ただし，波動関数は nに依存して yをパラメーターと

して持つため，改めて Φ→ Φn,y と記した。

(15)と (16)は互いに両立し，a|0⟩ = 0を満たす基底状態に対し 2乗質量Mn,y(0)2 = 4(4κy +
e−2ỹω + λn)を与える。また，重心静止系でスピン J を有する励起状態は，

|Φ(m)
µ1,··· ,µJ ⟩ = (â†2)mâ†(µ1

â†µ2
· · · â†µJ )|0⟩ (m = 0, 1, · · · ; J = 0, 1, · · · ) , (17)

の形に書くことができる。ここで â†µ = (ηµν − PµPν/P 2)a†ν であり，â†(µ1
â†µ2 · · · â

†
µJ )はベクトル

添え字に関して完全対称で任意の添え字対の縮約（トレース）が 0になる組み合わせを表す。(17)
は固有値方程式 N |Φ(m)

µ1···µJ ⟩ = (2m + J)|Φ(m)
µ1···µJ ⟩ を満たし，２乗質量 Mn,y(J,m)2 = (8κy)(J +

2m) +Mn,y(0)2の状態を表す。従って，m = 0の状態が，スロープパラメータ α′
y = (8κy)−1の親

Regge軌道上の粒子状態を表し，m > 0の状態がスピン J で質量の異なる娘軌道上の粒子を表す

(Fig.2)。スピンの異なる状態は互いに独立であり，波動方程式を満たすスピン J の状態は

Φn,y;µ1···µJ (X, x̄) =
∞∑
m=0

∫
d4Pδ(4)

(
P 2 +Mn,y(J,m)2

)
eiP ·X

× C(m)(P )
(
π

κy

)
⟨x̄|Φ(m)

µ1µ2···µJ ⟩, (18)

と書ける。ここで

|x̄⟩ =
(κy
π

)
e−

1
2
a†·a†+

√
2κya†·x̄|0⟩e−

1
2
κy x̄2

(19)

は，固有値方程式 x̄|x̄′⟩ = x̄′|x̄⟩ の解であり，⟨x̄′|x̄′′⟩ = δ4(x̄′ − x̄′′) を満たす。これを用いて，
⟨x̄|Φ(m)

µ1µ2···µJ ⟩は具体的に(
π

κy

)
⟨x̄|Φ(m)

µ1µ2···µJ ⟩ =
(
π

κy

)(
∂

∂k
· ∂
∂k

)m ∂

∂k(µ1
· · · ∂

∂kµJ )
⟨x̄|ek·â† |0⟩

∣∣∣∣
k=0

≡ e
1
2
κy ˆ̄x2

S
(m)
µ1···µJ

(√
2κy ˆ̄x

)
(20)
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Figure 2: Bi-Local 場のRegge軌道

左端の直線上に親 Regge軌道の粒子が存在し，縮約によりこのスピンを下げた状態に対応する娘
軌道上の粒子が内側に存在する。粒子の質量は，α′

y →∞の極限で基底状態の質量に縮退する。

の手順で求めることができる。結果は単純ではないが，κL = 0となる IR-brane場ではΦ(m)
µ1µ2···µJ の

対称性により簡単になり，J = 0の状態に対してはS
(m)
0 (0) = (−1)m(2m+1)!!であるが，J ̸= 0の

状態に対しては S
(m)
µ1···µJ (0) = 0となってしまう。かくして，IR-brane場にある bi-local場は J = 0

の状態のみが残り，

Φn,y;0(X, x̄) =
∞∑
m=0

∫
dµ(P )C(m)(P )S(m)

0 (0)eiP ·X (21)

=
∞∑
m=0

∫
dµ(P )ϕ(m)

P (x(1))ϕ(m)
P (x(2)), (22)

ただし

dµ(P ) = d4Pδ(4)
(
P 2 +Mn,y(J,m)2

)
,

ϕ
(m)
P (x(i)) = e

i
2
P ·x(i)

√
C(m)(P )S(m)

0 (0)

(23)

の形に求まる。J = 0の粒子の質量はすべてMn,L(0)2(≃ 0)に縮退しており，mに関する和をNで

切断すれば，(22)がO(N)対称場を背景とする集団場のN →∞極限であることが分かる。かくし
て，(22)が (3)と比べるべき結果であり，AdS5時空を表すwarp計量の階層構造により，IR-brane
上でテンションの無い bi-local系が自然に実現されることの結論である。

3 まとめ

この仕事では，Randall-Sundrum型の AdS5時空に埋め込まれた bi-local系の理論を調べ，その
一粒子波動関数（bi-local場）の性質を調べた。その際，bi-local系の粒子間ポテンシャルは測地
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的間隔の一次関数として定義した。この結果，各 brane上に切り出された bi-local場の波動方程
式は，brane位置に依存する基底状態の質量とReggeスロープパラメーターをもつことを除けば，
平坦な時空の bi-local場と同等のものになることが示された。このような bi-local場は，bulk内で
は粒子間の振動により高階スピン場を生成するが，braneの位置が IR-braneに近づくにつれwarp
計量の階層構造によりスロープパラメーターが無限大に近づき，自然に０スピンの状態のみが生

き残ることが分かった。ただし，bi-local系の構成子が bulk内で束縛状態を作っていた履歴とし
て，構成子は IR-braneにおいても同一の運動量を持つと言う特徴を持った。上に得られた結果の
意味や，波動方程式を導出するにあたって加えた幾つかの要請の本質を明らかにすることは，今

後の検討を加えるべき重要で興味深い課題と言える。
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2次元共形場理論の非相対論的極限について

日本大学理工学部

三輪光嗣

1 導入

共形対称性を持つ場の理論と反ドジッター時空上の超弦理論の間の対応関係は、ハドロン物理か

ら物性物理に至る広い領域で応用されている。過去にはBPS演算子やBPSから少し外れたBMN
演算子等の可解な系に着目することで、この対応関係に対する理解の進展があった。共形場理論

側と超弦理論側双方における可解性は、この対応関係を理解する上で重要な役割を担うと考えら

れる。こうした視点に立つと、反ドジッター時空上の超弦理論や共形場理論において解析可能な

新しい系を探す研究は興味深い。参考文献 [1]ではこうした動機に基づいた試みの一つとして共形
場理論の非相対論的極限に関する研究が行われた。ローレンツ不変な d次元の共形場理論は d ≥ 3
では有限次元の共形代数を理論の対称性として持っている。その共形代数に対して適当な極限操作

を施すことで、ガリレイ変換を含む代数であるガリレイ共形代数（GCA）が得られる。このとき、
元のローレンツ変換を含む共形代数が有限次元であるため、極限操作によって得られるGCAも有
限次元の代数となる。参考文献 [1]において見出された興味深い事実は、この有限次元のGCAが
自然な形で無限次元代数に拡張できるということであった。本講演では著者とR.Gopakumar氏、
A.Bagchi氏、I.Mandal氏との共同研究 [2]に基づいて２次元共形場理論における非相対論的極限
に関する研究を紹介した。この報告書では講演の内容を簡単にまとめる。

2 ２次元共形代数の非相対論的極限

２次元共形場理論の場合には、非相対論的極限を取らずともローレンツ共変的な理論の段階で、無

限次元の代数であるビラソロ代数が理論の対称性として存在する。このため、参考文献 [1]で見出
された無限次元 GCAとビラソロ代数の間の関係を理解することが一つの目標となる。２次元座
標 t、xを組み替えた座標 z = t+ x、z̄ = t− xを用いてビラソロ代数の生成子は Ln = −zn+1∂z、

L̄n = −z̄n+1∂z̄ （n = 0, ±1, ±2, . . .）のように与えることができる。ここで Ln ± L̄nという組み
合わせを考えて参考文献 [1]で議論された極限操作 t→ t、x→ ϵx、（ϵ→ 0）を考える。

Ln + L̄n → −tn+1∂t − (n+ 1)tnx∂x +O(ϵ2), Ln − L̄n → −
1
ϵ
tn+1∂x +O(ϵ) (1)

これら２つの式の第１項目に現れる演算子を新たにLn = −tn+1∂t−(n+1)tnx∂x，Mn = tn+1∂xと

して定義すると、これらの演算子の間には [Lm, Ln] = (m−n)Lm+n、[Lm,Mn] = (m−n)Mm+n、

[Mm,Mn] = 0という交換関係が成り立つ。また、より興味深い設定として、セントラルチャージ c、

c̄を持つビラソロ代数の生成子Ln、L̄nに対してLn = limϵ→0(Ln+ L̄n)、Mn = limϵ→0 ϵ(L̄n−Ln)
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によって Ln、Mnを定義すると、これらの間の交換関係は以下のようになる。

[Lm, Ln] = (m− n)Lm+n + C1m(m2 − 1)δm+n,0, (2)

[Lm,Mn] = (m− n)Mm+n + C2m(m2 − 1)δm+n,0, (3)

[Mm,Mn] = 0 (4)

ただし、C1、C2は元のビラソロ代数のセントラルチャージ c、c̄を用いて C1 = c+c̄
12 、C2 = ϵ c̄−c12

のように定義した。こうして得られた代数は [1]において見出された無限次元GCAの２次元のも
のとなっている。C1と C2の定義から分かるように、極限操作の後に有限の C1、C2を残すため

には cと c̄を逆符号でそれぞれ ϵ−1のオーダーに取る必要がある。論文 [2]では、まずこの代数の
表現を議論した。またこの代数を対称性として持つ２次元場の理論を仮定して、その２点関数お

よび３点関数やヌル状態、フュージョンルール、４点関数等を解析した。講演では時間の都合上、

表現、２点関数、３点関数についてレビューを行った。

3 ２次元GCAの表現

２次元GCAの表現を構成するにあたって、通常の共形代数同様 L0の固有状態に着目する。

L0|∆⟩ = ∆|∆⟩ (5)

交換関係から容易に分かるように LnやMnが |∆⟩に作用すると、n ≤ −1の上昇演算子の場合は
L0の固有値が一つ上がり、n ≥ 1の下降演算子の場合は固有値が一つ下がる。そこでプライマリー
状態 |∆⟩を、下降演算子によって消える状態として次の条件式によって定義する。

Ln|∆⟩ = 0, Mn|∆⟩ = 0, (n = 1, 2, . . . , ) (6)

M0と下降演算子との交換関係が下降演算子のみを含むことを考慮すると、プライマリー状態 |∆⟩
に対してM0|∆⟩はやはりプライマリー状態であることが分かる。ここでプライマリー状態はM0

の固有状態に取ることができると仮定し、その固有値を ξと書くことにする。

L0|∆, ξ⟩ = ∆|∆, ξ⟩, M0|∆, ξ⟩ = ξ|∆, ξ⟩ (7)

こうして定義されたプライマリー状態に対して上昇演算子を作用させることでセカンダリー状態

を定義する。一般的なセカンダリー状態は次のような形をしている。

L−n1 · · ·L−nk
M−m1 · · ·M−mℓ

|∆, ξ⟩ (8)

セカンダリー状態の持つ注意すべき性質として、この状態が L0 の固有状態ではあるが一般には

M0の固有状態ではなく、しかも状態の線形結合を取り直してもM0の作用を対角化することがで

きないという点が挙げられる。このことはレベル１のセカンダリー状態において確認することが
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できる。レベル１のセカンダリー状態としては L−1|∆, ξ⟩とM−1|∆, ξ⟩ の二つが存在し、これら
に対する演算子M0の作用は次のようになる。

M0

(
L−1|∆, ξ⟩
M−1|∆, ξ⟩

)
=
(
ξ 1
0 ξ

)(
L−1|∆, ξ⟩
M−1|∆, ξ⟩

)
(9)

この式の右辺の行列は対角化することができない。M0のこうした性質はセカンダリー状態を前節

の極限操作に基づいて考え直すことで理解できる。まず、前節の極限操作に基づくと L0、M0は

次のように定義されることになる。

L0 = lim
ϵ→0

(L0 + L̄0), M0 = lim
ϵ→0

ϵ(L̄0 − L0) (10)

このためL0、L̄0の固有値をそれぞれ h、h̄と書くと、これらと∆、ξとの関係およびプライマリー
状態の間の関係は次のように与えられる。

∆ = lim
ϵ→0

(h+ h̄), ξ = lim
ϵ→0

ϵ(h̄− h), |∆, ξ⟩ = lim
ϵ→0
|h, h̄⟩ (11)

同様にレベル１のセカンダリー状態も極限操作によって次のように導入される。

L−1|∆, ξ⟩ = lim
ϵ→0

(L−1 + L̄−1)|h, h̄⟩, M−1|∆, ξ⟩ = lim
ϵ→0

ϵ(L̄−1 − L−1)|h, h̄⟩ (12)

ここで注意すべきことは、セカンダリー状態の式の右辺に現れた極限操作を施す前の状態がL0+L̄0

の固有状態ではあるが、L̄0−L0の固有状態ではないということである。極限をとる前は状態の線

形結合を取り直すことで L̄0 − L0の固有状態を作ることができるが、一旦極限をとってしまうと

有限係数の線形結合ではM0の固有状態を作ることができない。このことがGCAのセカンダリー
状態がM0の作用を対角化できないことに対する一つの説明である。

論文 [2]では状態の内積や演算子のエルミート共役を極限操作に基づいて導入し、その場合に
はここで与えた表現が一般的には非ユニタリーとなることを議論している。このことはセントラ

ルチャージ C1、C2や∆、ξを定義する際の極限操作からも容易に期待されることである。
この節の最後に状態と演算子の対応について触れておく。極限をとる前の共形場理論ではプラ

イマリー状態 |h, h̄⟩ に対応してプライマリー演算子 ϕh,h̄(z, z̄)が存在する。ここではこの演算子に
対しても極限操作が可能であると仮定し、極限で得られる演算子を ϕ∆,ξ(t, x)と書くことにする。

4 相関関数

次にGCAを用いて相関関数の形を議論する。この報告書では研究会でも触れた２点関数と３点関
数の解析のみを紹介する。高次元のGCAにおいても同様の議論が可能であり、２次元の研究 [2]
以前に共同研究者であるA.Bagchi氏と I.Mandal氏によって一般次元での２点関数と３点関数の
形が求められていた [3]。また [2]では４点関数の形も議論しているが、ここでは触れない。
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GCAの下での場の変換性に基づいて相関関数を計算するが、場の変換性はローレンツ共変的
な場の理論の極限を考えることで以下のように定める。

δLnϕ∆,ξ(t, x) =
[
tn+1∂t + (n+ 1)tnx∂x + (n+ 1)(∆tn − nξtn−1x)

]
ϕ∆,ξ(t, x) (13)

δMnϕ∆,ξ(t, x) =
[
− tn+1∂x + (n+ 1)ξtn

]
ϕ∆,ξ(t, x) (14)

また、以下の議論は L0、L±1、M0、M±1によって消える真空の存在を仮定している。

２点関数の議論から始める。プライマリー演算子の２点関数をG(2) = ⟨ϕ∆0,ξ0(t0, x0)ϕ∆1,ξ1(t1, x1)⟩
のように書く。時空の並進に対応する L−1、M−1およびスケール変換 L0の下での不変性を要請

してG(2)を次の形に書く。

G(2) = t01
−∆0−∆1G(2)

(x01

t01

)
(15)

ただし、G(2)は未知関数であり、t01 = t0 − t1、x01 = x0 − x1である。次にブーストに対応する

変換M0の下での不変性を課すと未知関数 G(2)の形が G(2) ∝ e(ξ0+ξ1)
x01
t01 と定まる。最後に特殊共

形変換に対応する L1、M1の下での不変性により∆0 = ∆1、ξ0 = ξ1となる。以上よりGCAを対
称性として持つ理論におけるプライマリー演算子の２点関数の形は以下のように定まる。

⟨ϕ∆,ξ(t0, x0)ϕ∆,ξ(t1, x1)⟩ ∝ t−2∆
01 e2ξ

x01
t01 (16)

次に３点関数の説明をする。２点関数の場合同様 L−1、M−1、L0の下での不変性によって３

点関数G(3) = ⟨ϕ∆0,ξ0(t0, x0)ϕ∆1,ξ1(t1, x1)ϕ∆2,ξ2(t2, x2)⟩ の形は以下のように書くことができる。

G(3) = t01
−∆0−∆1−∆2G(3)

( t02

t01
,
x01

t01
,
x02

t02

)
(17)

G(3)は未知関数である。M0、L1、M1の下での不変性を課すと未知関数の形が定まり、最終的に

３点関数の形は以下のように決まる。

⟨ϕ∆0,ξ0(t0, x0)ϕ∆1,ξ1(t1, x1)ϕ∆2,ξ2(t2, x2)⟩ ∝ t01
−(∆0+∆1−∆2)t02

−(∆0+∆2−∆1)t12
−(∆1+∆2−∆0)

× exp
(
(ξ0 + ξ1 − ξ2)

x01

t01
+ (ξ0 + ξ2 − ξ1)

x02

t02
+ (ξ1 + ξ2 − ξ0)

x12

t12

)
(18)

[2]で議論されているように、このようにして求まった２点関数、３点関数の形はローレンツ共変
的な相関関数に対して極限操作を施すことでも求めることができる。
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On the quest for dark energy potentials in quintessence
－ Thawing model is preferable? －

Tetsuya Hara, Daiki Okada, and Yutaka Itoh

Department of Physics, Kyoto Sangyo University, Kyoto 603-8555, Japan

1 Introduction

Two theoretical viewpoints have been proposed so far to explain the accelerated universe.
One is associated with modification of gravity. The other is associated with vacuum energy
and/or matter field theories. From the latter viewpoint, we explore the possibilities of the scalar
fields in quintessence models and study how relevant to the dark energy.

Since the scalar field theories involve n independent parameters, we notice that in principle
n time derivatives of the equation of state with observable ΩQ and w are enough to specify the
scalar potentials and to predict the higher derivatives. In the paper [1], we have carried out the
calculations of the third derivative of the equation of state for five scalar potentials to identify
the models and to predict the future observations. The first and second derivatives have been
reported in the paper [2].

Figure 1: From the observations, the reconstructed equation of state w(z) as a function of red
shift z where 1 + z = 1/a [3]. The simulated curves in Table 1 are designated by signs.

Recent Planck and other observations for w(z) are shown in Fig. 1 [3]. The typical values
for each z are adopted and the derived values of dw/da and d2w/da2 are estimated in Table 1.
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z = 0.1 z = 0.3 z = 0.5 dw/da d2w/da2 sign

w(z) -0.90 -0.91 -0.85 0.45 5.42 a)
w(z) -0.90 -0.91 -0.90 0.17 1.39 b)
w(z) -0.90 -0.93 -0.95 0.23 0.16 c)
w(z) -0.90 -0.93 -0.958 0.18 -0.48 d)

Table 1: The values of w(z) for each z are adopted and the values dw/da and dw2/da2 are
estimated. The typical values are designated by signs, which are shown in Fig. 1 and plotted in
Fig.2

Usually, the variation of the equation of state w for the dark energy is described by [4]

w(a) = w0 + wa(1− a), (1)

where a,w0, and wa are the scale factor (a = 1 at current), the current value of w(a) and the
first derivative of w(a) by wa = −dw/da, respectively.

We have extended the parameter space, in the paper [1],

w(a) = w0 + wa(1− a) +
1
2
wa2(1− a)2 +

1
3!
wa3(1− a)3, (2)

where wa2 = −d2w/da2 and wa3 = −d3w/da3.
We follow the single scalar field formalism of Steinhardt et al. (1999) [5, 6] and investigate

three potentials for so-called freezing model [7], in which the field is rolling towards down its po-
tential minimum, as V = M4+α/Qα (inverse power law) [8], V = M4 exp(βM/Q) (exponential),
and V = M4+γ/Qγ exp(ζQ2/M2

pl) (mixed). In this freezing model, w(z) approaches to -1.
We study other two potentials for so-called thawing model, in which the field is nearly

constant at first and then starts to evolve slowly down the potential; V = M4(cos(Q/f) + 1))
(cosine) and V = M4 exp(−Q2/σ2) (Gaussian). In this thawing model, w(z) starts from -1 and
increases later.

Because four of the above mentioned potentials have two parameters, it is necessary to
calculate the third derivative of w for them to estimate the predict values. If they are the
predicted one, it will be understood that the dark energy could be described by the scalar field
with this potential. At least it will satisfy the necessary conditions. Numerical analysis are
made for d3w/da3 under some specified parameters in the investigated potentials except mixed
one which has three parameters [1].
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2 Equation of state wQ by a scalar field

For the dark energy, we consider a scalar field Q(x, t), where the action for this field in the
gravitational field is described by

S =
∫
d4x
√
−g
[
− 1

16πG
R+

1
2
gµν∂µQ∂νQ− V (Q)

]
+ SM , (3)

where SM is the action of the matter field and G is the gravitational constant, occasionally
putting G = 1 [4] . Neglecting the coordinate dependence, the equation for Q(t) becomes

Q̈+ 3HQ̇+ V ′ = 0, (4)

where H is the Hubble parameter, over-dot is the derivative with time, and V ′ is the derivative
with Q. The equation of state wQ due to the scalar field is described by

wQ ≡
pQ
ρQ

=
1
2Q̇

2 − V
1
2Q̇

2 + V
. (5)

We put wQ = −1 + ∆ for the later convenience (0 < ∆ < 0.2).

3 Second, and Third derivative of wQ

The detailed calculations of the second, and third derivatives of wQ for potentials are dis-
played in the paper [1]. The numerical calculations for the freezing and thawing models under
limited parameters are analyzed there.

In Fig. 2, the curve for α = 0 is presented for the case of V = M4+α/Qα with ∆ = 0.1 by the
red solid curve in the dwQ/da and d2wQ/da

2 coordinates. The signature of α will change beyond
the parabolic curve. We assume α > 0, so that the upper part of the red curve is forbidden for
this potential and the freezing type potentials as well. The green (inner) dotted curve is the
case of V = M4(cos(Q/f) + 1) with ∆ = 0.1. Upper part of the green dotted curve is allowed
region for this potential. The allowed region of the other thawing potential (Gaussian) is the
upper part of the red curve.

The interesting point is that the forbidden regions for the freezing type potentials are allowed
region for the thawing type potentials and the reverse is also true. It is possible to distinguish
the potentials among each type due to the different predicted values of d3wQ/da

3 [1], however it
is necessary to make accurate observations for the values of dwQ/da, d2wQ/da

2, d3wQ/da
3 and

other parameters such as ∆.
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Figure 2: The curve for α = 0 is presented for the case of V = M4+α/Qα with ∆ = 0.1 by
the red solid curve in the dwQ/da and d2wQ/da

2 coordinates. The signature of α will change
beyond the parabolic curve and the upper part is forbidden for the freezing model. The lower
part of this curve is forbidden for the thawing model (Gausssian type). The upper part of the
green (inner) dotted curve is allowed region for thawing model of V = M4(cos(Q/f) + 1) with
∆ = 0.1. The typical values adopted in Table 1 are plotted. Notice that the values of d2wQ/da

2

for a) and b) are out of frame.

4 Conclusion

At present, backward observations, such as Planck, baryon acoustic oscillation, Supernova
Ia, Hubble constant, weak lensing, and red shift distortion, have been undertaken to estimate
wQ at the age (1 + z) as in Fig. 1 [3]. From Fig. 1, the rough values of w(a = a0), dw/da and
d2w/da2 have been estimated which are presented in Table 1. They are pointed in the dwQ/da
and d2wQ/da

2 plane in Fig. 2.
The adopted values from observation show −0.5 < dw2

Q/da
2 < 6 within the region 0.1 <

dwQ/da < 0.5. Although there is a lot of uncertainty, at the moment, it seems to be preferable
for the thawing model against the freezing model under the comparison with the numerical
results and the observations [3].

If ∆ < 0 is correct in Fig. 1, we must consider fully different models such as phantoms,
quintom, k-essence, chameleon, tachyon, dilaton, modified gravity theory, and so on [9].
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宇宙項問題の解決に向けて

京都産業大学 理学部/益川塾

九後 太一

1 はじめに：宇宙項問題とは何か？

宇宙項問題は、ともに良く確立した

標準模型（場の量子論）⇐⇒ Einstein 重力理論

の二つの理論にまたがる黒い雲として広く認識されている。しかし、問題の本質は決して正しく

認識されていない。問題設定が正しくなされていない問題は決して解くことはできないので、正

しい問題設定の仕方を先ず明らかにしたい、というのがこの話の目的である。

最近観測された暗黒エネルギー Λ0は、ほとんど宇宙定数 (CC) と見なせるようである：

現在の CCの観測値 10−29gr/cm3 ∼ 10−47GeV4 ≡ Λ0 (1)

この極めて小さなCCは、我々の問題にする宇宙項問題のスケールからすれば実質ゼロであって、
その存在と値は我々の問題が解けた暁に理解される筈で、ここでは問題にしない。しかし、以下

の我々の議論のスケール単位として Λ0を使うこととする。

宇宙項問題の本質的な問題点は、そこに多くのエネルギースケールが含まれている点にある!
ということを先ず指摘しておきたい。すなわち、この自然界にはスケールの異なる対称性のダイ

ナミカル (自発的)な破れが多重に存在し、それらが必然的に真空凝縮エネルギーを伴っている、
という点である。

特に、標準模型 (Standard Model)の成功から、少なくとも二つの対称性の自発的破れがある
ことは間違いない。すなわち、Higgs凝縮による電弱対称性の破れと、クォーク対凝縮によるカイ
ラル対称性の破れ、である。その凝縮エネルギーのスケールは、

Higgs 凝縮 ∼ ( 200 GeV )4 ∼ 109GeV4 ∼ 1056Λ0

QCD カイラル凝縮 ⟨q̄q⟩4/3 ∼ ( 200 MeV )4 ∼ 10−3GeV4 ∼ 1044Λ0 (2)

現在観測されているCC値 Λ0に比べてそれぞれ 56桁、44桁大きい。我々のこの平坦で静かな宇
宙が存在しているという事実は、間違いなく存在するはずのこれらの凝縮エネルギーが全く宇宙

定数に効いていない!ことを意味する。すなわち、Einstein重力は、これらの凝縮エネルギーを全
く感知していないのである。

これは実は Super fine tuning problem（超微細調整問題）なのである。
今簡単のため、自然界の対称性の破れが上の二つだけだとしよう。そうして高エネルギー側か

らエネルギーを下げて行く方向で、実際に自然界で起こっていることを考えて見よう。そうする
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と、先ず 100GeVあたりまで降りてくると、電弱対称性の破れが起こるが、それに付随した真空
凝縮エネルギー 1056Λ0は、最初に用意した宇宙定数 cで相殺されなければならない。しかも実は

完全に相殺させてはダメで、1/1012部分は残しておかないといけない。それは、さらに 3桁下がっ
た 100MeVあたりまで降りて来たときには、QCD相互作用でカイラル対称性の自発的破れが起こ
るので、そのクォーク対凝縮のエネルギー 1044Λ0を相殺させる量だけを残しておく必要があるか

らである。しかもまた、ここでも完全な相殺はダメで、現在の値Λ0は残しておかねばならないの

で、1/1044部分を残しての相殺である。すなわち、図示すると、高エネルギー側から順次次の様

なことが起こっているのである:

c : 最初用意された宇宙定数

c+ 1056Λ0 : 1/1012部分を残して、相殺が起こるべき

(c+ 1056Λ0) + 1044Λ0 : 1/1044部分を残して、相殺が起こるべき

c+ 1056Λ0 + 1044Λ0 ∼ Λ0 :現在のダークエネルギー (3)

2 真空エネルギー≃ 真空凝縮エネルギー

上で言ってきた対称性の自発的破れに付随する真空凝縮エネルギーというのは、分かり易く言え

ば、凝縮するスカラー場 ϕのポテンシャルエネルギーである：

真空凝縮エネルギー： V (ϕ) (4)

一方、言葉がよく似ている場の理論の真空エネルギーというのがある：

場の真空エネルギー：
∑
k,s

1
2

~ωk −
∑
k,s

~Ek (5)

後者は、ボソン場の零点振動エネルギーやDirac場の負エネルギーレベルに詰まった粒子（Dirac
sea）のエネルギーの総和で、場の理論を習いだした初めに出会う無限大の場の真空の持つエネル
ギーである。昔の筆者を含め、多分多くの読者の頭に「別概念」として納められているこの二つ

のエネルギーが、実はほとんど同じ概念だということの説明から始めよう。

例としてQCDにおけるカイラル凝縮を考えよう。さらに簡単の為、現実のQCDの代わりに、
その平行モデルとして南部-Jona-Lasinio (NJL)模型 [1]を考える:

LNJL = q̄iγµ∂µq +
G

4
[
(q̄q)2 + (q̄iγ5q)2

]
→ q̄(iγµ∂µ − σ − iγ5π)q − 1

G
(σ2 + π2) (6)
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補助スカラー場 σ ∼ ψ̄ψと π ∼ ψ̄iγ5ψを導入すれば、そのポテンシャル V (σ, π)は、カイラル対
称性から σ2 + π2の関数になるので、π = 0断面で V (σ) = V (σ, π = 0)を計算すれば良い:

V (σ) =
1
G
σ2 −

∫
d4p

i(2π)4
ln det(/p− σ) (7)

しかし、この第 2項は、⟨σ⟩の質量を持つDirac粒子の真空エネルギー

−
∫

d4k

i(2π)4
ln det(/k − σ) = −

∑
k,s

~
√

k2 + σ2 + (σ-independent const)

になっているので、少なくともカイラル凝縮エネルギーの例では、

⟨q̄q⟩ 凝縮エネルギー ≃ Dirac seaの真空エネルギー (8)

がほとんど同じだとわかる。さらに、現実の QCD に対する Shwinger-Dyson アプローチでは、
クォーク質量は運動量 pの関数 Σ(p)として計算され、それは |p| <∼ ΛQCDあたりでしかサポート

を持たないので、この真空凝縮エネルギーはmasslessの場合 σ = 0に比べて有限に計算されるの
である。

3 量子重力は無関係！

このトークで最も強調したいのは「宇宙項問題を議論するべき土俵は Einstein重力理論であっ
て、量子重力理論で解決されると考えるのは全く筋違い」ということである。これを説明しよう。

先ず

Einstein重力理論は、一意的な低エネルギー有効理論 (9)

であることを認識すべきである。これはカイラル Lagrangian

L = fπ tr
(
∂µU

†∂µU
)
, U = exp(iπ/fπ), π = πa(x)T a

が低エネルギー領域 E <∼ fπ で（最低次の 2階微分では）一意的な有効理論であったのと同じ
意味で、である。我々は、強い相互作用の基本理論が QCDだということを知っているが、E >

fπ の高エネルギー領域での基本理論が何であれ、 E <∼ fπ の低エネルギー領域では系は商空間

SU(3)L×SU(3)R/SU(3)V に基づく南部-Goldstone (NG) ボソン場 π⃗で記述され、そのダイナミ

クスはこの非線形シグマ模型で記述される。非線形に実現されるカイラル対称性が一意的に NG
ボソンの低エネルギーダイナミクス（自己結合や他の物質への結合の仕方）を決める。さらに、こ

の Lagarangianで量子補正も計算でき、Weinberg[2]の意味でくり込める。
全く同じように、一般座標 (GC)不変性が微分の最低次（2次）での Lagrangianを一意的に

決定し、それが Einstein-Hilbert作用なのである。このアナロジーでついでに注目すべきは、
Nakanishi-Ojima[3] により示されたように

Graviton は、自発的破れGL(4) → SO(3,1)に伴うNG テンソルボソンである (10)
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ので、低エネルギー有効 Lagrangianを記述する場の変数がNGボソンであることも同じである。
それ故、Einstein-Hilbert作用はカイラル Lagrangianと全く類似のもので、MPlはパイオンの崩

壊定数 fπ の対応物である:

Seff =
∫
d4x
√
−g
{
M4

Plc0 +M2
PlR+ c2R

2 + c3RµνR
µν + · · ·

}
gµν = ηµν + hµν/MPl

微分無しの第 1項はGC不変性と矛盾しない宇宙項であり、その自然なスケールはO(M4
Pl)である。

PlanckエネルギースケールMPl 以下では、グラヴィトンのダイナミクスは E-H作用プラス
物質場との相互作用項で一意的に記述される。Planckスケールより遥かに小さなエネルギー領域
E ≪MPlにおいては、量子重力理論は全く無関係である、特にHiggs凝縮だとかQCDカイラル
凝縮の引き起こす、電弱対称性・カイラル対称性の自発的破れに付随した宇宙項問題に対しては、

MPl以上で問題になる量子重力理論がどんなものであれ、何の関係も無い。たとえその基本理論

が 0の宇宙定数を与える機構を備えるものであったとしても、それは単に重力の低エネルギー有
効理論に対して、E = MPlでの境界条件を与えるくらいのものであり、それから遥か下の低エネ

ルギーで生じる新たな真空凝縮エネルギーがどうして宇宙定数として効かないのか？ということ

を何も説明しない。

4 解の理想形の例: Peccei-Quinn for the strong CP problem

宇宙項問題の「解」として想定するものの一つの理想のタイプを例示しよう。良く知られている

ように、インスタントンは真空の巻き付き数を nから n± 1へ遷移させ、実効的にCPを破る θ項

を与える:

S → S + θν with ν ≡ g2

32π2

∫
d4xF aµνF̃

aµν

カイラルU(1) (Peccei-Quinn)対称性を導入して、あるスカラー場 ϕ = ρ exp(ia/fa)の位相自由度
(アクシオン場 a(x))を θにカップルさせれば、インスタントンにより誘起されるポテンシャルが

V (α) ∼ cosα, α = θ + Argm︸ ︷︷ ︸
= θtotal

+
a(x)
fa

(11)

の形をとる。そうすると α = 0がダイナミカルに選ばれ、CPを破る全位相 θtotalがアクシオンの

凝縮

⟨a(x)⟩ = −faθtotal (12)

によって相殺される。アクシオンは、θtotalを相殺する U(1)Peccei−Quinn対称性の NGボソン、と
いうことである。このPeccei-Quinn機構においてインスタントン相互作用がCP対称性を破る位
相全体 θtotalを感じていることが重要な点である。
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5 宇宙定数：部分と全体

ここまで話した宇宙項問題で関連する項は
√
−g
(

c + V (H) + V (⟨q̄q⟩) + · · ·
)

↑
field?

全ての場が宇宙定数に効くので、

全てを感じる相互作用 → 重力自身しかないだろう

相殺が必要 → 超重力 (古典論)が役割を果たすはず

宇宙定数 c部分は常に、すなわち、どのエネルギースケールでも、あるいはどの対称性の破れに

おいても、（その下のオーダーのエネルギーを無視する限り）常に、宇宙定数への真空凝縮の寄与

V (H)、V (⟨q̄q⟩)、· · · を相殺していなければならない。
このような c項の役割は hidden sectorにより与えられるかもしれない。
解は、量子重力ではなく、（古典論の）超重力に存在するだろう。超重力 (SUGRA)に宇宙定

数を消す自動調節機能があるのか?

6 おわりに：考えるべき素朴な疑問の数々

「宇宙の歴史」的観点

・Boundary Condition:

宇宙定数＝０ ＠ inflationが終わったとき = GUT scale? (13)

・Inflaton は何？ Higgsとの関係？ ← すべてが CCに効くので！
・Thermal energy と 真空エネルギー：　有限温度の時の Einstein方程式

もっと基礎的なこと

・effective Einstein gravity, effective SUGRA とは何か？ 温度とは？
・Running CC, running G とは？　RGEで微視的重力とマクロ重力をつなげるのか？
・例えば、⟨eaµηabebν⟩ = gµν なのか?
How to derive Einstein equation from “quantum Einstein equation”?
Einstein方程式の他の解の可能性：inflation や deflationが必ず起こるのか？
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String phenomenology and cosmology
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1 はじめに

超弦理論は、重力を含むすべての相互作用、そしてクォーク・レプトンやヒッグス粒子まで含め

た素粒子の世界を記述する統一理論の有力な候補である。本当に超弦理論が素粒子物理として意

味があるのなら、低エネルギーにおいて素粒子の標準理論を導出するはずである。ここでの導出

とは、標準理論が含む実験からでしか決まらないパラメータの値も含めての導出である。さらに

は、標準模型では解明さらていない暗黒物質の謎などを含め標準理論を越える素粒子論や宇宙論

の謎を解明し、将来検証可能な予言へつなげることが重要である。

超弦理論は、我々の４次元時空に加え６次元のコンパクト空間を”予言”する。このコンパク

ト空間は重要であり、コンパクト次元方向への振動やコンパクト次元方向の量子化された運動量、

さらに弦の巻きつき数など内部量子数の起源となる要素を含んでいる。また、特定のモードはコ

ンパクト空間内で（準）局所的に存在している可能性もある。このように様々な４次元粒子のも

つ異なる性質は、弦のコンパクト空間上の状態で決まっている。

１つの弦理論を指定ということは、コンパクト空間の背景幾何をCalabi-Yau多様体や orbifold
などに決め、コンパクト空間上の背景場、wilson line や背景磁場、3-form flux などを指定するこ
とである。さらに、ＩＩ型超弦理論においてはD-braneを導入し、その配位によりゲージ群や物
質場の構造が決定されるので、上述の背景幾何、背景場に加えて、D-brane の配位をコンパクト
空間上にどうなっているか、D-brane 上の背景磁場がどのような値になっているかを指定するこ
とである。

このような形で、超弦理論を１つ決めれば、どのような弦の状態が現れるかが（原理的に）完

全に決定され、どのような４次元のモードが現れるか完全に決定される。弦理論においては、勝

手にそのようなモードを足したり、引いたりすると弦理論の整合性がくずれ、弦理論と矛盾する

もとのなる。とにかく、このような意味で超弦理論を一つきめて、それが現実的な素粒子の世界

を記述するかどうかを研究していく。

一口に”現実的な”模型といってもその意味は様々あるであろうが、とにかく、標準模型のモー

ドを含むようなものを導きだすコンパクト化が多く探されてきた。具体的には、ゲージ群として

は、標準模型のゲージ群である SU(3)×SU(2)×U(1)となっているもの、あるいは低エネルギー
においてこのゲージ群になっていればよいので、コンパクト化のスケールではそれを含むような

大きな群。そして、カイラルなスペクトルとして、そのゲージ群のもとでクォーク・レプトンに

対応する表現をもつ３世代が現れることを”現実的な”スペクトルとして、そのようなコンパク

ト化を探してきた。それ以外に標準模型のゲージ群のもとで vector-like な表現のものは、質量項
を生成する可能性があり、また、singlets は一般には多数スペクトルには現れるが、vector-like な
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もや singlets はコンパクト化のスケールでいくら現れてもよいとし、それらの有無や数を問わず
に”現実的”スペクトルと呼ぶことにする。

これまで、様々なコンパクト化が研究され、多くの現実的なスペクトルをもつ模型が構築され

た。詳細は [1]参照。その中で、筆者がここ１０年手がけてきた模型に関して挙げれば、E8 ×E8

ヘテロ型超弦理論に関しては、orbifold上のコンパクト化、あるいは、asymmetric orbifold 上の
コンパクト化。SO(32) ヘテロ型超弦理論に関しては、背景磁場のあるトーラスコンパクト化。II
型超弦理論では、orbifold 上の D-brane 模型やトーラス上の交叉する D-brane模型などである。
このトークでは、そのなかのいくつかを紹介する。さらに、現実的なスペクトルが導出できれば、

次の課題は、３つのゲージ結合の値の導出、現実的な湯川結合の導出のような量的な研究である。

そして、暗黒物質の候補の研究やインフレーションなどの研究である。これらの研究の中で、モ

ジュライは重要である。モジュライは超弦理論の特徴的なモードであり、そのモードの様々な物

理への影響を研究していくことは重要である。

2 模型構築

これまでさまざまなコンパクト化が研究されてきたが、ここではコンパクト空間内に一様な背景

磁場のある模型について述べることにする。たとえば、２次元のトーラス上のU(1)理論に一様な
背景磁場を考える。トーラスの体積を簡単のために１と規格化するとその背景磁場は、F = 2πM
（ここでM は整数）と量子化される。このコンパクト空間内のスピナー場のゼロモードを考える。

その電荷を１としよう。２次元のスピナーは２成分で、ψ+, ψ− とすれば、M > 0 のとき、ψ+に

のみゼロモードが存在し、その数は、M であり、ψ−にはゼロモードが存在しない。このように

chiral な理論を構築することができる。ゼロモードの縮退度は、”世代数”となる。ゼロモードの
波動関数自体は、ガウス型の関数を集めて、ϑ関数で表わされ、準局在した形になっている。

まずは D-braneの系を考える。N枚の D-brane が重なっていると U(N)のゲージボソンが現
れ、超対称性が存在する系では、超対称 Yang-Mills 理論が現れる。この N枚のうち、N1 枚と

N2 枚の D-brane のコンパクト空間の U(1) 方向に異なる一様背景磁場があると、U(N) 群は、
U(N1)×U(N2) 群へ破れる。さてその gaugino を見てみる。もともとの U(N) gaugino は、破れ
ていないゲージ群の U(N1) × U(N2) のゲージボソンの相棒のゲージーノとこのゲージ群のもと
で、(N1, N̄2) と (N̄1, N2) 表現をもつフェルミオンに分解される。ここで、U(N1), U(N1)方向に
導入した一応磁場をM1, M2 とそれぞれし、M1 −M2 > 0 とすれば、ψ+のゼロモードとして、

(N1, N̄2)表現をもつもの ψ−のゼロモードとしては、(N̄1, N2) 表現をもつもののみが現れる。そ
れぞれの縮退度は　M1 −M2 である。

上のようなことを踏まえるとたとえば、D9ー braneから出発し、現実的なゲージ群とカイラル
３世代構造を導くことができる。D9ー brane の低エネルギー有効理論は、１０次元U(N)超対称
Yang-Mills理論であるので、たとえば　１０次元U(8)超対称Yang-Mills理論をT 2×T 2×T 2 にコ

ンパクト化し、i番目のT 2 のU(8)群のU(1)方向にdiag(Mi
1,M

i
1,M

i
1,M

i
1,M

i
2,M

i
2,M

i
3,M

i
3)と一様

磁場を導入する。この背景磁場により、U(8)群は U(4)×U(2)×U(2)へ破れる。この群はU(1)因
子を除いて、Pati-Salam模型の SU(4)c×SU(2)L×SU(2)R に対応する。さらに、もとものU(8)の
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ゲージーノはU(4)×U(2)×U(2)のゲージーノに加え、(4, 2, 1) (4̄, 2, 1) (4, 1, 2) (4̄, 1, 2) (1, 2, 2)表
現をもったフェルミオンに分解される。実際に、Pati-Salam模型では、(4, 2, 1)が左巻きのクォーク・
レプトンに対応し、 (4̄, 1, 2)がニュートリノも含め右巻きのクォーク・レプトンに対応する。ちなみ
に、(1, 2, 2)は、ヒッグスセクターに対応する。したがって、(4, 2, 1)　 (4̄, 1, 2)のゼロモードを３世
代導出するように背景磁場を設定すれば、４次元において３世代のPati-Salam模型のスペクトルを
再現することができる。さらに、Wilson lineを導入し、SU(4)c×SU(2)R をSU(3)c×U(1)Y ×U(1)
と破れば、U(1)因子を除いて、標準模型のゲージ群 SU(3)c×SU(2)L×U(1)Y が再現でき、その
もとで　 (4, 2, 1)は、　 (3, 2)1/6, (1, 2)−1/2 と左巻きのクォークとレプトンに分かれる。(4̄, 1, 2)
も同様に、右巻きの up-sector クォーク、down-sector クォーク、右巻きニュートリノと荷電レプ
トンの分かれる。これで、標準模型のカイラル３世代を再現することができる。ここで、注意とし

て、背景磁場で生じたゼロモードの数（縮退度）は、Wilson line の導入では、その数は変わらな
い。ただし、波動関数の位置が電荷によりずれる。つまり、(4, 2, 1)表現の中のクォークとレプト
ンは、Wilson line による、対称性の破れの前までは、同じ場所に準局在しているが、Wilson line
によって Pati-Salam 群が SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y への破れるとクォークとレプトンは、別々
の位置に準局在するようになる。

上の例では、U(8)群を出発点にとったが、他の群でも同様で、たとえば、ヘテロ型弦理論で
は、SO(32)ゲージ群が現れるので、10次元 SO(32)　超対称 Yang-Mills 理論を出発点にするこ
とも可能である。実際に [2]では、ヘテロ型弦理論の１０次元有効場の理論から出発し、背景磁場
をもつ　 T 2 × T 2 × T 2 コンパクト化を行い、背景磁場を調整することで、標準模型のゲージ群

SU(3)c × SU(2)L × U(1)Y を導出し、そのもとでのカイラル３世代をもつような多くの模型を導
いた。この模型では、ゲージ群 SU(3)c × SU(2)L ×U(1)Y の下で、vector-like 表現となっている
フェルミオンが多く現れるが、それらは、高エネルギーで質量をもつと期待される。

その他、別の構成法により、同様にゲージ群が SU(3)c× SU(2)L×U(1)Y を含み、クォーク・
レプトン３世代のスペクトルを含むような模型が数多く構成せれている。

このようにスペクトルとして現実的なものがえられれば、次の段階は得られた模型の詳細な定

量的な解析をすることである。

3 ４次元低エネルギー有効理論

ここでは、超弦理論から導き出される４次元低エネルギー有効理論について議論する。

3.1 ゲージ結合

まず、ゲージ結合であるが、余剰 d次元理論におけるゲージボソンの運動項

− 1
4g2

4+d

∫
d4xdy(FMN )2 (1)
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より dimensional reduction をして得られる４次元理論は、

− V

4g2
4+d

∫
d4x(Fµν)2 (2)

となり、ここで、V は、余剰 d次元理論の体積である。つまり、４次元のゲージ結合は、

1
g2
4

=
V

g2
4+d

(3)

で与えられ、もともとゲージボソンがどのような余剰次元に広がっていたかで決まっている。ヘ

テロ型弦理論においては、すべてゲージ群はもともと１０次元のE8×E8 または、SO(32)ゲージ
理論から起因していて、U(1)理論の規格化の自由度があるが、SU(3)× SU(2) など non-Abelian
群のゲージ結合はストリングスケールで同じ値を予言する。また、ヘテロ型弦理論は、重力とゲー

ジ理論が閉弦から由来しているので、ストリングスケールは　MS = 1017 GeV とほぼ決まって
しまう。つまり、Msでのゲージ結合の一致を予言する。具体的には、すべてのゲージ群の gauge
kinetic function は fa = kaS と表わすことができ、non-Abelina 群では、ka = 1で、U(1)群の場
合は、kaはその規格化因子である。

しかし、標準模型がMsまで続く、あるいはMSSMがMsまで続くと仮定し、MZ でのゲージ

結合の実験値を繰りこみ群で解析してみるとそのような一致はみられず、上の理論の予言とは整

合しない。ただし、前章で議論した　背景磁場をもつ SO(32)ヘテロ型弦理論においては、コンパ
クト空間内の磁場により補正が現れ [3]

fa = S + βakTk, (4)

と SU(3) と SU(2)の gauge kinetic function が表わされる。ここで、a = SU(3), SU(2) で、Tk
は、k番目の T 2の体積を表わすKähler moduliであり、 βak は、その T 2上の背景磁場で、SU(3)
と SU(2) で一般に異なる値となる。このような補正項のおかげで背景磁場をもつ SO(32)ヘテロ
型弦理論においては、実験値と整合させる可能性があり、具体的な模型に適応し、ゲージ結合の

実験値を再現できる模型とできない模型を選別することができる [3]。
一方で、D-brane 模型においては、SU(3)と SU(2)のゲージセクターは一般に異なるD-brane

の束に対応していて、それらのコンパクト空間中で体積も異なり、実験結果を自由に再現できる

ように想像できるが、具体的な模型でそのことを調べてみるとやはりゲージ結合の実験値を再現

できる模型とできない模型に選別できることがわかる [4]。

3.2 世代構造：質量・湯川結合の階層構造

なぜクォーク・レプトンは３世代の繰り返しとなっているのかは標準模型の大きな謎である。ま

た、その質量は大きくかけ離れ、階層構造をもっている。その質量や混合角は、ヒッグス粒子と

の湯川結合で与えられる訳であるがその値が階層構造を示すことを意味している。実際に、湯川

セクターは標準模型において最多のパラメータを含んでいる。
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超弦理論において、様々なコンパクト空間上で３点結合が計算されている。たとえば、その中

にはコンパクト空間内に（準）局在したモードが存在し、遠く離れているモード間の結合は弱く、

近いモード間の結合は強いことが容易に想像できるので、湯川結合の強弱をそのような幾何学的

ピクチャーで直感的に理解することはできる。

また、最近レプトンセクターの大きな混合角をnon-Abelian discrete flavor symmetryで理解で
きるではないかというアイデアが盛んに研究されている [5]。一方で、特定の non-Abelian discrete
flavor symmetry が orbifold 上のヘテロ型弦理論 [6]やD-brane 模型 [7]で現れることがしられて
いる。

このように、フレーバー構造の再現への第一歩は整っているように思える。たとえば、具体的

な模型でクォークの質量と混合角と荷電レプトンの質量の再現を試みた例が [8]である。その模型
では、ヒッグスが５組存在し、内アップセクターでは２つのVEVを仮定し, ダウンセクターでは
３つのVEVを仮定し、その比をパラメータにとっている。また、湯川結合の比自身には１つのモ
ジュライパラメータ依存性がある。それらの４つのパラメータをうまくとれば、クォーク・レプ

トンの質量比６つと CKMを実験値と整合する値にできることを示している。この模型の段階で
は、満足できる結果となっているが、フレーバーの謎はまだチャレンジングな課題であると言わ

ざるを得ない。

さらに、フレーバーの謎の中で、ニュートリノ質量の問題は重要な課題である。軽いニュート

リノ質量の導出には、右巻きニュートリノを導入し、大きなマヨラナ質量を仮定する。一般に、弦

模型においては、右巻きニュートリノに対応する標準模型のゲージ群のもとで一切のチャージを

持たない粒子は存在するが、多くの場合に余分なU(1)対称性が存在し、そのもとで右巻きニュー
トリノはチャージをもっている。そのU(1)対称性がマヨラナ質量を禁止する。ただし、非摂動論
的効果により、その対称性は破れることが可能で、その場合、たとえば D-brane instanton 効果
でマヨラナ質量で生成される。その際、様々なD-brane instantonが可能で、その全体として幾何
学的な対称性がある場合は、その対称性が生成されるマヨラナ質量行列に反映される。たとえば、

[9]や [10]では、それぞれ Z3,Z2 対称なマヨラナ質量行列が生成され、trimaximalや bimaximal
混合の起源になる可能性が指摘されている。実際のレプトンセクターの混合角は、荷電レプトン

とニュートリノのDirac 質量行列の混合角にもよるので、trimaximalや bimaximal 混合から一般
にずれが生じる。

4 Moduli physics

超弦理論は、６次元コンパクト空間の存在を予言するが、そのコンパクト空間の大きさや形を表

わすモードをモジュライとよぶ。モジュライ場は、弦理論の特徴的なモードであり、その物理が

重要である。特に、ゲージ結合や湯川結合はモジュライの関数となっていて、それらの結合の具

体的な値は、モジュライの値による。モジュライは、摂動論の範囲ではフラットなポテンシャル

であり、どのようにモジュライに質量を与えて、その値を決めるかは　moduli stabilization とよ
ばれ、盛んに研究されている。とにかく、摂動論の範囲でフラットポテンシャルであるなら、非摂

動論的効果によりポテンシャルを生成する必要がある。たとえば、そのポテンシャルのために超
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対称性が破れていて超対称粒子の特徴的なスペクトルを示すのであれば、検証可能性はある。ま

た、もともとフラットポテンシャルをもつようなモジュライはインフラトンの候補である。たと

えば、モジュライの虚部はシフト対称性によってフラットポテンシャルが保障されているが、そ

の破れをコントロールすることでインフレーションへつながるかもしれない。

このように string-derived supergravity の枠組みで素粒子物理学や宇宙論においてモジュライ
が関連する物理を研究し、ゆくゆくは実験で検証できる可能性を探っていくことが今後重要であ

ると思える。

5 まとめ

現状では、超弦理論のコンパクト化を考えて、４次元低エネルギー有効理論の質量ゼロスペクト

ルをみると標準模型のゲージ群で３世代のクォーク・レプトン、そしてヒッグス粒子を含むよう

なコンパクト化はかなり知られている。また、新たなタイプの模型構築も行われている。

上のような段階の意味では現実的模型構築に近づいている。次の課題としては、上のような模

型においてゲージ結合や湯川結合など定量的な標準模型の性質が再現できるかということである。

また、最終的には、超弦理論の痕跡をどのように実験的にとらえるかということは非常に重要で

あるが、超弦理論の重要な特徴はコンパクト空間でありそれに付随したモジュライの存在である。

モジュライの物理を探求していくことが今後の課題となる。
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ヘテロ型弦模型におけるモジュライ安定化1

京都産業大学益川塾

桑木野 省吾

1 はじめに

超弦理論は重力を量子力学的に含むため究極の統一理論の候補と考えられている。超弦理論の

コンパクト化により得られた低エネルギー有効理論において、標準模型のクオーク・レプトンの

質量・混合などの現象論的な性質を説明することが求められている。そのうち、湯川結合定数ま

たはゲージ結合定数は超弦理論のモジュライ場に依存しており、モジュライ場の安定化が問題と

なる。Ｄブレーンを含んだタイプ II理論やＦ理論などではモジュライ安定化のシナリオが知られ
ているが、ヘテロ型弦模型におけるモジュライの安定化は一般に難しい問題だと考えられている。

本研究ではヘテロ型弦理論におけるモジュライの安定化と SUSY breakingを非対称オービフォ
ルドコンパクト化 [1, 2, 3]の枠組みで考察した。

2 ３世代非対称オービフォルド模型

非対称オービフォルドコンパクト化の枠組みは、ナライン格子に対する非対称オービフォルド

作用で構成される。出発点として、まず１０次元のヘテロ型弦理論をナライン格子にコンパクト

化する。ナラインコンパクト化はモジュライ空間においてエンハンス点にとったもので、４次元

でのゲージ群は最大ランク２２までエンハンスされる。ナライン格子は左右方向の運動量 (pL, pR)
が even self-dual条件を満たすときにモジュラー不変となり、６次元空間の計量や B場、Wilson
lineによっても記述される。４次元のナライン模型は SUSYがN = 4であるため、SUSYを落と
すためにオービフォルド作用を考える。このときナライン格子は左右非対称な構造を持っている

ため、オービフォルド作用も左右非対称なものとなる、つまり θL ̸= θRととる。このとき適当な

組み合わせのオービフォルド作用をとることによりモジュラー不変となる。左右非対称なオービ

フォルド作用はモジュライ空間でのエンハンス点のみで可能であるため、ケーラーモジュライな

どの幾何的なモジュライはオービフォルド後にはフリーズする [4]。
今回はN = 1を実現する最も簡単な Z3非対称オービフォルドコンパクト化を考える。具体的

な模型構築法は [3]を参照してほしい。出発点として、A7
3 ×U(1)×E6型ナライン格子を採用し、

左向きへのシフト作用 VLと右向きへのツイスト作用 tR

VL = (0, αA3
1 + 2αA3

2 ,−αA3
1 − 2αA3

2 ,−αA3
1 − 2αA3

2 , αA3
3 , αA3

3 , αA3
3 , 0, 0)/3, (1)

tR = (0,
1
3
,
1
3
,−2

3
) (2)

を行う。この作用はモジュラー不変条件

3V 2
L ∈ 2Z (3)

1この講演は小林達夫氏 (北海道大学)、Florian Beye氏 (名古屋大学)との共同研究に基づく。
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Label Irrep. # Label Irrep. #

Qi (3,2,1,1,1)1/6 3 U i (3,1,1,1,1)−2/3 3

Di (3,1,1,1,1)1/3 6 Di (3,1,1,1,1)−1/3 3

Li (1,2,1,1,1)−1/2 9 Li (1,2,1,1,1)1/2 6

Ei (1,1,1,1,1)1 6 Ei (1,1,1,1,1)−1 3

Q1i (1,1,3,1,1)0 9 Q1i (1,1,3,1,1)0 9

Q2i (1,1,1,3,1)0 6 Q2i (1,1,1,3,1)0 6

Q′
i (1,1,1,1,4)−1/2 3 Q

′
i (1,1,1,1,4)1/2 3

Q′′
i (1,1,1,1,4)1/2 3 Q

′′
i (1,1,1,1,4)−1/2 3

S (1,1,1,1,1)0 12

表 1: Ｄフラット条件を解いた後の３世代模型の有効理論の持つ場。SU(3)C×SU(2)L×SU(3)1×
SU(3)2 × SU(4)× U(1)Yにおける表現を示す。

を満たすため無矛盾な弦模型が構成される。

この模型の零質量スペクトルを読み取ると、４次元模型の持つゲージ群は

SU(3)C × SU(2)L × SU(2)2 × SU(3)2 × SU(4)× U(1)10 (4)

とランク２２のゲージ群となる。この群の下で、アンツイストセクターに 12× 3個の場、Z3ツイ

ストセクターに 36× 3個の場が存在する。ここで 3のファクターは Z3作用に関する degeneracy
からくる。１０個のU(1)対称性のうちの一つはアノマラスU(1)A対称性であり、ループの効果に
よって FI項を作り出す。その効果を含めたＤフラット条件を解くと、effectiveなゲージ群は

SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y × SU(3)2 × SU(4) (5)

となる。この時の有効理論の持つ場をTabel 1に示す。この模型は標準模型群 SU(3)c×SU(2)L×
U(1)Y において３世代のクオーク・レプトンを持ち、余分な粒子はベクターライクもしくは１重
項である。また SU(3)1 × SU(3)2 × SU(4)は hiddenセクターであり、それぞれの群について９、
６、６個のフレーバーを持っている。

3 ディラトン安定化

次に、得られた有効理論の持つ SU(3)2 × SU(4) hidden セクターに注目しディラトンの安定化
を議論する。SU(3)2 hidden セクターは６フレーバー (Q2i, Q2i)を持ち、SU(4)セクターもまた
６フレーバー (Q′

i, Q
′
i), (Q

′′
i , Q

′′
i )を持つ。これらのベクターライクペアはスーパーポテンシャルの

高次元項から effectiveな質量項を持ちうる∑
i,j=1...6

m2ij(Sk)Q2iQ2j +
∑

i,j=1...3

m′
ij(Sk)Q

′
iQ

′
j +

∑
i,j=1...3

m′′
ij(Sk)Q

′′
iQ

′′
j . (6)

ここで質量行列m2ij ,m
′
ij ,m

′′
ijは１重項場 Siの真空期待値に依存する。以下では簡単のために、質

量行列が対角的なものm2ij = m2I,m
′
ij = m′′

ij = m′Iに限って議論する。二つの hiddenセクター
のダイナミクスにより、ゲージーノ凝縮が起こり以下のような racetrack型の非摂動的なスーパー
ポテンシャルが加わる

W = Msm
2
2e

−8π2S/N1 +M3/2
s m′3/2e−8π2S/N2 . (7)
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図 1: (m2,m
′)の allowed region。ディラトンの真空期待値が 1 ≤ Re(S) ≤ 3.5の範囲を示す。

Ｆフラット条件を解くと、ディラトン場の真空期待値は

Re(S) =
3 ln(10)

2π2

[
log10

(
4
3

)
+ 2 log10

(
m2

Ms

)
− 3

2
log10

(
m′

Ms

)]
(8)

となる。Figure 1に (m2,m
′)の allowed regionを示す。ディラトンの真空期待値がRe(S) ∼ 2で

現実的なゲージ結合を与える。色付きの部分が可能な質量の組み合わせを示しており、m2とm′

の間には 104ほどの差が必要であることがわかる。

4 結論

本研究では非対称オービフォルドコンパクト化の手法により、エンハンスしたゲージ群を持つ３

世代超対称標準模型を具体的に構成し、模型の hiddenセクターを解析することによって racetrack
メカニズムによりディラトン場を現実的な値に安定化できることを示した。この模型はもう一つ

SU(3)1hiddenセクターを含んでおり、それによって Intriligator-Seiberg-Shih型の準安定な真空
による SUSY breakingを埋め込める可能性がある。これについては引き続き具体的な模型での研
究を行う。
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交差ブラックブレーン系の解析とp-soupモデル

京都産業大学益川塾

柴 正太郎

1 はじめに

超弦理論は 10次元（以上）の時空で定義されることが特徴であり、私たちが認識する 4次元時
空との関係を明らかにする必要がある。そのアプローチは大きく分けて 2つあると思われる。1つ
は、余分な 6次元空間はコンパクト化されているという考え方である。もう 1つは、私たちが 4次
元時空に広がったブラックホールのような領域に閉じ込められているという考え方である。

そう考えると、高次元時空のブラックホール（ブラックブレーン）の性質を研究することは重

要であろうと思われる。ブラックブレーンとは超重力理論の解であり、特異領域が様々な次元に

広がるものである。超弦理論などのブレーンが局所的に多数集まった系だと考えられる。

我々は、このブラックブレーンに関して新しい描像を提案しており、p-soupモデルと呼んでい
る。このモデルでは、ブレーン同士は垂直方向に離れていて、温度に比例した速さで動き回り、束

縛状態を作っていると考える。

具体的な議論の手順は次の通りである。まずは、ブレーンが相互作用する系の有効作用を求め

る。ブレーン上のゲージ理論から求める場合は、スカラーモジュライの有効作用を考える。超重

力理論から求める場合は、プローブブレーンの作用を使う。次に、その有効作用をブラックブレー

ンに相応しい方法で評価する。有限領域に広がる系であるため、一種のビリアル定理を使うのが

自然である。また、一般に有限温度の系であるので、場は松原モードで展開できる。例えば、垂

直方向を表すスカラー場 r⃗(t) =
∑

n r⃗ne
2πinT tを考えたとき、時間微分 v = ∂trは v ∼ πTrを満た

す。こうしたことを使って、物理量を評価していくのである。

この p-soupモデルの評価方法を使うと、様々なブラックブレーンの系がパラレルに議論できる。
これがこのモデルの特長であると私は考えている。本稿では、平行ブレーン系と垂直ブレーン系

の解析を簡単に紹介したいと思う。

2 平行ブレーン系の解析

例として、平行なDブレーン系を考えよう [1]。ブラックDpブレーン系のゲージ理論は (p+ 1)
次元 super Yang-Mills理論であり、その有効作用を使って議論する。まず、真空解まわりのスカ
ラーモジュライ ϕの有効作用を求める。（ϕは垂直方向のブレーンの位置を表す。）有効作用の古

典部分は

Sclassical
Dp =

N

λ

∫
dτdpx

∑
a

(
1
2
∂µϕIa∂µϕ

I
a

)
(1)

であり、1ループ部分は

Sone-loop
Dp, T=0 = −

∫
dτdpx

∑
a<b

Γ(7−p
2 )

(4π)
1+p
2

(
2
(∂µϕIab∂νϕ

I
ab)

2

|ϕab|7−p
−

(∂µϕIab∂
µϕIab)

2

|ϕab|7−p

)
+ · · · (2)
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である。ここで、ϕIab := ϕIa − ϕIb である。2ループ以上も原理的には求められる。
この有効作用をブラックブレーンの系において評価するために、次の 3つの設定をおく。

設定 1 ブラックブレーンの典型的なスケール ϕを設定する。（このスケールがホライズン半径と

対応することになる。）すべてのブレーンが同じオーダーの距離だけ離れているとする。

ϕIa ∼ ϕIa − ϕIb ∼ ϕ (3)

設定 2 有限温度系であることより、松原モード展開を考えて、場の温度依存性を設定する。

∂ϕIa ∼ ∂(ϕIa − ϕIb) ∼ πTϕ (4)

設定 3 有限領域に広がる系であるから、ある種のビリアル定理を課すのが自然である。

Sclassical
Dp ∼ Sone-loop

Dp, T=0 ∼ SDp (5)

これらの設定の下で物理量を評価することを、p-soupモデルと呼んでいる。Dpブレーン同士
は離れていて（ϕ ̸= 0, クーロン相）、温度に比例した速さで動き回る。このとき、有効作用を評価
すると

Sclassical
Dp ∼

∫
dpx

N2Tϕ2

λ
, Sone-loop

Dp, T=0 ∼
∫
dpx

N2T 3

ϕ3−p (6)

となる。さらに、ループ展開の各次数が同じオーダーであることより、Dpブレーン同士は強く相
互作用している。このとき、超重力理論から既に知られている結果を再現することができる。例

えば、free energyとホライズン半径は

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。平行なブラックMブレーン系も、まったく同様に議論することができる [2]。

3 交差ブレーン系の解析

垂直に交差するブレーン系では、一般にゲージ理論を書き下すことは難しい。従って、超重力

理論において、プローブブレーンの有効作用を使って議論することにしよう [3, 4]。このとき、ブ
ラックブレーンを構成しているブレーンを一枚ずつ選んでプローブと見做す。プローブの背景時

空はブラックブレーン解そのものを使う。この解は一般に

ds2D =
∏
A

H
qA+1

D−2

A

[
−
∏
A

H−1
A K−1dt2 +

∏
A

H−1
A Kdŷ2

1 +
D−d−3∑
α=2

∏
A

H
−δ(α)

A
A dy2

α +
d+2∑
i=1

dx2
i

]
(8)

というような形をしている。ここでは細かい記法は説明しないが、大切なのは各々のブレーンが広

がる方向にはH−1
A が付くことである。（HA = 1+ QA

rd は、d+2次元の調和関数である。K = 1+ P
rd

も同様であり、ブーストした系においてその寄与を表す。）
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具体例として、D1/D5ブレーン系を考えよう。ブレーンが広がる方向はすべてコンパクト化す
ることとして、残った 5次元時空でのブレーンの振る舞いを議論する。まずは、D1（またはD5）
ブレーンを 1枚、プローブとして選ぶ。そして、D1/D5ブラックブレーンの重力解を背景時空と
する。このとき、プローブブレーンのDBI作用は

Sprobe
D1 = −m1

∫
dt

(
1
H1

√
1−H1H5v⃗2 −

(
1
H1
− 1
))

(9)

となる。ここで、

H1 = 1 +
r21
r⃗2
, H5 = 1 +

r25
r⃗2
, r21 =

4m1G5Q1

π
, r25 =

4m5G5Q5

π
(10)

である。この作用を、超重力理論の記述が良くなる領域、すなわち重力定数 G5 とブレーンの曲

率が小さな領域 v = ∂tr ≪ 1で展開する。後者の条件は低エネルギー領域を示すと同時に、near-
extremal領域 r2 ≪ r21, r

2
5 をも意味する。このとき、有効作用の主要項は

Sprobe
D1 =

∫
dt

(
m1

2
r25
r2
v⃗2 +

m1

8
r21r

4
5

r6
v⃗4 + · · ·

)
Sprobe

D5 =
∫
dt

(
m5

2
r21
r2
v⃗2 +

m5

8
r25r

4
1

r6
v⃗4 + · · ·

)
(11)

となる。重力定数G5やチャージQ1, Q5の依存性を見ると、両者ともに第 1項は 1枚のD1と 1枚
のD5が 1個の重力子を交換する相互作用、第 2項は 2枚のD1と 2枚のD5が 3個の重力子を交
換する相互作用を表していることが読み取れる。従って、すべてのブレーンに対するプローブブ

レーン作用を足し上げると、重力子交換の有効作用を次のように書き下すことができる。

SD1D5 =
∫
dt

∞∑
n=1

Ln , Ln ∼
Q1∑

i1,...,in=1

Q5∑
j1,...,jn=1

(
G2n−1

5

mn
1m

n
5

π2n−1

n∏
k=2

n∏
l=1

1
r⃗ 2
i1ik

r⃗ 2
i1jl

v⃗2n + · · ·

)
(12)

あらわに示した項は、n枚のD1と n枚のD5が (2n− 1)個の重力子を交換する相互作用である。
残念ながら、この議論では有効作用の各項の係数まで決めることはできない。これを決めるには

重力子交換の詳細を議論する必要があるので、今後の研究課題としたい。

さて、こうして得られた有効作用を使って、系の物理量を評価しよう。その方法は、平行ブレー

ン系の場合と同じである。

• 典型的なスケールの設定： r⃗i − r⃗j ∼ r, v⃗i − v⃗j ∼ v

• ビリアル定理（強結合領域）： L1 ∼ L2 ∼ · · · ∼
∑

n Ln

• 温度依存性の設定（松原モード展開）： v ∼ πTr

D1/D5ブレーン系で実際に評価すると、

F ∼ L1 ∼
πr2

G5
, r ∼ G5T

√
m1m5Q1Q5 , Sentropy = −∂F

∂T
∼ πG5m1m5Q1Q5T (13)

となり、超重力理論から知られている結果と一致している。これは D1/D5ブレーン系に限らず、
一般の次元の Einstein-Maxwell-Dilaton系で extremal極限を持つ系であれば、まったく同様に議
論することができる。
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4 おわりに

本稿において、p-soup モデルは平行なブラックブレーンの系だけでなく、垂直に交差した系に
も用いて議論できることを紹介した。様々なブラックブレーンの系がパラレルに議論できるのは、

このモデルが持つ大きな利点である。また、従来の議論（ブレーンが重なった、ヒッグス相での

議論）とは異なり、重力のUVでの性質（双対性やゲージ・重力対応など）を用いる必要もない。
従って、ブラックブレーンの系をよりダイレクトに見て、解析が行えている可能性があると考え

られる。しかしながら、数係数まで合わせられないのは大きな欠点である。今後の研究で是非と

も克服していきたいと思う。
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Thermal Correlators from Rindler-AdS2/CFT1
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1 Introduction

The purpose of this paper is to report a simple Lie algebraic approach to momentum-space
two-point functions of finite-temperature conformal field theory initiated in Refs. [1, 2]. For the
sake of simplicity, in this paper we would like to focus on frequency-space thermal two-point
functions for a scalar primary operator of one-dimensional conformal field theory (CFT1). We
shall show that conformal symmetry for thermal two-point functions G∆(ω) in frequency space
manifests itself in the form of linear functional relations (or recurrence relations in the complex
ω-plane)

G∆(ω) =
−1 + ∆± iω

2πT

−∆± iω
2πT

G∆(ω ± i2πT ), (1)

where ∆ is the scaling dimension of scalar primary operator and T is the temperature. All
the real-time two-point functions are turned out to satisfy these recurrence relations. To de-
rive Eq. (1), we utilize the AdS/CFT correspondence and consider the two-dimensional anti-de
Sitter spacetime in the Rindler coordinates (Rindler-AdS2). The Rindler-AdS2 (aka the AdS2

black hole [5]) is just a portion of AdS2 where the time-translation Killing vector generates the
noncompact Lorentz group SO(1, 1); see Table 1. In an appropriate parameterization such an
AdS2 portion can be described by the following black-hole-like metric:

ds2Rindler-AdS2
= −

(
r2

ℓ2
− 1
)
dt2 +

dr2

r2/ℓ2 − 1
, r ∈ (ℓ,∞), (2)

where r = ∞ corresponds to the AdS2 boundary while r = ℓ the Rindler horizon with ℓ being
the AdS2 radius. In contrast to the well-known global and Poincaré coordinate patches, the
Rindler-AdS2 becomes thermal thanks to the SO(1, 1) time-translation group and is known to
be dual to a finite-temperature CFT1 with nonzero temperature T = 1/(2πℓ).1 The goal of this
paper is to show that, with the aid of the real-time prescription of the AdS/CFT correspondence
[6, 7], the recurrence relations (1) just follow from the SO(2, 1) isometry of Rindler-AdS2. To
see this, it is convenient to introduce a new spatial coordinate x via

r = ℓ coth(x/ℓ), x ∈ (0,∞), (3)

1Thermal aspects of Rindler-AdS have also been studied in [3, 4].
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coordinate patch
time-translation group frequency spectrum
Lorentzian Euclidean Lorentzian Euclidean

global SO(2) SO(1, 1) discrete continuous
Poincaré E(1) E(1) continuous continuous
Rindler SO(1, 1) SO(2) continuous discrete

Table 1: Three distinct AdS2 coordinate patches. The time-translation Killing vectors in the
global, Poincaré and Rindler coordinates in Lorentzian signature generate the one-parameter subgroups
SO(2), E(1), SO(1, 1) ⊂ SO(2, 1), respectively. It can be understood from the following that the Rindler-
AdS2 becomes thermal: i) the noncompact Lorentz group SO(1, 1) becomes the compact rotation
group SO(2) under the Wick rotation; ii) the spectrum of compact SO(2) is always discretized; and
iii) discretized frequencies in Euclidean signature are nothing but the Matsubara frequencies in finite-
temperature field theory.

where x = 0 corresponds to the AdS2 boundary while x =∞ the Rindler horizon. It is easy to
check that in this new coordinate system (t, x) the metric becomes conformally flat:

ds2Rindler-AdS2
=
−dt2 + dx2

sinh2(x/ℓ)
. (4)

In the following we shall analyze a finite-temperature CFT1 residing on the boundary x = 0.
The rest of the paper is organized as follows. In Section 2 we first briefly discuss unitary

representations of the Lie algebra so(2, 1) in the basis in which the SO(1, 1) generator becomes
diagonal and then introduce a coordinate realization of SO(2, 1) generators which are given by
the Killing vectors of Rindler-AdS2. We then derive the recurrence relations (1) for frequency-
space two-point functions in Section 3. We shall see that two-point Wightman functions and
advanced/retarded two-point functions are obtained as “minimal” solutions of Eq. (1).

In the rest of the paper we will work in the units ℓ = 1 (i.e., 2πT = 1).

2 UIR of SO(2, 1) in the SO(1, 1) diagonal basis

Let us start with the Lie algebra so(2, 1) of the one-dimensional conformal group SO(2, 1), which
is spanned by the three self-adjoint generators {J1, J2, J3} satisfying the commutation relations

[J1, J2] = +iJ3, [J2, J3] = −iJ1, [J3, J1] = −iJ2. (5)

Note that J3 generates the compact rotation group SO(2), whereas J1 and J2 generate the
noncompact Lorentz group SO(1, 1). We are interested in Unitary Irreducible Representations
(UIRs) of SO(2, 1) in the basis in which the SO(1, 1) generator becomes diagonal, because, as
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mentioned in Section 1, in the Rindler-AdS2 the time-translation Killing vector generates the
noncompact subgroup SO(1, 1) ⊂ SO(2, 1). In order to study the UIRs in the SO(1, 1) diagonal
basis, we introduce the following hermitian linear combinations:

J± := J2 ± J3, (6)

which satisfy the commutation relations

[J1, J±] = ±iJ±, [J+, J−] = 2iJ1. (7)

The quadratic Casimir C of the Lie algebra so(2, 1) is given by

C = −(J1)2 − (J2)2 + (J3)2 = −J1(J1 ± i)− J∓J±, (8)

which commutes with all the generators, [C, Ja] = 0 (a = 1, 2, 3), as it should. Let |∆, ω⟩ be a
simultaneous eigenstate of the Casimir operator C and the SO(1, 1) generator J1 that satisfy
the eigenvalue equations

C|∆, ω⟩ = ∆(∆− 1)|∆, ω⟩, (9a)

J1|∆, ω⟩ = ω|∆, ω⟩. (9b)

It then follows from the commutation relations [J1, J±] = ±iJ± that the states J±|∆, ω⟩ satisfy
the relations J1J±|∆, ω⟩ = ([J1, J±] + J±J1)|∆, ω⟩ = (ω ± i)J±|∆, ω⟩, which imply that J±

raises and lowers the eigenvalue ω by ±i:

J±|∆, ω⟩ ∝ |∆, ω ± i⟩. (10)

Let us now turn to the Rindler-AdS2 problem. In the Rindler coordinates the Killing vectors
of AdS2 are turned out to be given by the following first-order differential operators:

J1 = i∂t, (11a)

J± = e±t [sinhx(i∂x)± coshx(i∂t)] , (11b)

which indeed satisfy the commutation relations (7) and are (formally) self-adjoint with respect to
the integration measure

√
|g|d2x = dtdx/ sinh2 x. A straightforward calculation shows that the

quadratic Casimir just gives the d’Alembertian � = (1/
√
|g|)∂µ

√
|g|gµν∂ν on the Rindler-AdS2

C = sinh2 x
(
−∂2

t + ∂2
x

)
= �. (12)

The eigenvalue equations (9a) and (9b) then reduce to the following differential equations:

i∂tΦ∆,ω(t, x) = ωΦ∆,ω(t, x), (13a)(
−∂2

x +
∆(∆− 1)
sinh2 x

)
Φ∆,ω(t, x) = ω2Φ∆,ω(t, x). (13b)

Notice that Eq. (13b) is nothing but the Klein-Gordon equation (�−m2)Φ∆,ω = 0 for a scalar
field of definite frequency, Φ∆,ω(t, x) = e−iωtΦ∆,ω(x), where the bulk mass m2 and the scaling
dimension ∆ of dual CFT1 operator are related as ∆(∆− 1) = m2.
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3 Thermal two-point functions

A finite-temperature CFT1 dual to the Rindler-AdS2 lives on the boundary x = 0. To analyze
this, let us consider the following asymptotic near-boundary behaviors of Killing vectors:

J1
near := lim

x→0
J1 = i∂t, (14a)

J±
near := lim

x→0
J± = e±t (ix∂x ± i∂t) , (14b)

which of course satisfy the commutation relations (7). The near-boundary quadratic Casimir
Cnear = −J1

near(J
1
near ± i)− J∓

nearJ
±
near takes the following simple form:

Cnear = x2∂2
x. (15)

The eigenvalue equations (9a) and (9b) near the boundary then become

i∂tΦnear
∆,ω (t, x) = ωΦnear

∆,ω (t, x), (16a)(
−∂2

x +
∆(∆− 1)

x2

)
Φnear

∆,ω (t, x) = 0, (16b)

which are easily solved with the result

Φnear
∆,ω (t, x) = A∆(ω)x∆e−iωt +B∆(ω)x1−∆e−iωt, (17)

where A∆(ω) and B∆(ω) are integration constants which may depend on ∆ and ω. Substituting
this into the ladder equations J±

nearΦ
near
∆,ω ∝ Φnear

∆,ω±i we get

(i∆± ω)A∆(ω)x∆e−i(ω±i)t + (i(1−∆)± ω)B∆(ω)x1−∆e−i(ω±i)t

∝ A∆(ω ± i)x∆e−i(ω±i)t + B∆(ω ± i)x1−∆e−i(ω±i)t, (18)

which imply the following relations:

(i∆± ω)A∆(ω) ∝ A∆(ω ± i), (19a)

(i(1−∆)± ω)B∆(ω) ∝ B∆(ω ± i). (19b)

Now we are in a position to derive thermal two-point functions for a scalar primary operator of
scaling dimension ∆. According to the real-time prescription of the AdS/CFT correspondence,
the frequency-space two-point function for a scalar primary operator O∆ of scaling dimension
∆ in the dual CFT1 is given by the ratio [6, 7]

G∆(ω) = (2∆− 1)
A∆(ω)
B∆(ω)

. (20)
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It follows immediately from the relations (19a) and (19b) that the ratio (20) satisfies the recur-
rence relations

G∆(ω) =
−1 + ∆± iω
−∆± iω

G∆(ω ± i). (21)

We emphasize that, in contrast to the Euclidean case [1], ω-dependence of G∆(ω) is not uniquely
determined from Eq. (21) and there are a number of nontrivial solutions that satisfy the recur-
rence relations. Among them are the following “minimal” solutions:2

G±
∆(ω) ∝ e±πωΓ(∆− iω)Γ(∆ + iω), (22a)

G
A/R
∆ (ω) ∝ Γ(∆± iω)

Γ(1−∆± iω)
, (22b)

where proportional coefficients are ω-independent. The solutions G±
∆(ω) correspond to the

Fourier transforms of positive- and negative-frequency two-point Wightman functions, G+
∆(ω) =∫∞

−∞ dt eiωt⟨O∆(t)O∆(0)⟩ and G−
∆(ω) =

∫∞
−∞ dt eiωt⟨O∆(0)O∆(t)⟩,3 both of which have simple

poles at ω = ±i(∆ + n) (n = 0, 1, 2, · · · ). On the other hand, the solutions GA/R∆ (ω) cor-
respond to the Fourier transforms of advanced and retarded two-point functions, GA∆(ω) =
i
∫∞
−∞ dt θ(−t)eiωt⟨[O∆(t),O∆(0)]⟩ andGR∆(ω) = −i

∫∞
−∞ dt θ(t)eiωt⟨[O∆(t),O∆(0)]⟩, each of which

has simple poles only on the positive and negative imaginary ω-axis, ω = i(∆ + n) and
ω = −i(∆ + n) (n = 0, 1, 2, · · · ), respectively. It should be noted that the Fourier trans-
forms of other real-time two-point functions such as the Pauli-Jordan commutator function
⟨[O∆(t),O∆(0)]⟩, the two-point Hadamard function ⟨{O∆(t),O∆(0)}⟩ and the Feynman propa-
gator θ(t)⟨O∆(t)O∆(0)⟩+ θ(−t)⟨O∆(0)O∆(t)⟩ are all given by appropriate linear combinations
of (22a) and (22b).
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Abstract
ワインバーグ・サラム対称性に対するフェルミオン場の自由度を利用して「カイラリティを

具現化する空間と代数」を導入する。その代数に基づく “弱いカイラル対称群”の下で不変な
微分は、電弱ゲージ場と共にヒッグス場をも含む。そのように一般化された共変微分の交換子

から、ゲージ場とヒッグス場に対する曲率（場の強度テンソル）を導出することにより全ボー

ズ場のラグランジュ密度を構成することが可能となる。

1 序論

カイラリティは、標準模型の相互作用を特徴づける基本概念の一つである。電弱ゲージ相互作用

はカイラルなワインバーグ・サラム対称性 GWS = SUL(2)×UY (1) を保つように構成される。そ
れに対して、湯川相互作用は局所対称性を持たずカイラルなフェルミ場成分が交差するように規

定される。このように対照的な相互作用に共通な特性を見出すためには、“カイラリティの自由度
を表現する空間”を具体的に設定しなければならない。
そのような表現空間を求めて、Connes は [1, 2]通常のミンコフスキー時空 M4 の拡張を試

み、二重化された時空 M4 ×Z2 を導入した。通常のゲージ場が時空 M4 内の連続な方向への “接
続”であるのに対して、ヒッグス場は二重化された時空を結ぶ不連続な方向への “接続”と見做さ
れるのである。彼の理論に刺激されて、ヒッグス場をゲージ場的に取り扱おうとする多くの試み

[3, 4, 5, 6, 7, 8, 9] がなされた。
ここでは、時空概念を変更することなく、GWS 対称性に対するフェルミオン場の自由度を利

用して「カイラリティを具現化する空間と代数」を設定する。その代数に基づく “弱いカイラル対
称群”の下で不変な微分は、電弱ゲージ場と共にヒッグス場をも含む。このように一般化された共
変微分から、全ボーズ場の曲率テンソルが導出されてラグランジュ密度が構成される。

2 拡張されたワインバーグ・サラム理論と一般化された共変微分

まず、ニュートリノ場の右手カイラル一重項を含むようにワインバーグ・サラム理論を拡張する。

そのために、以下のような４階（４＝２＋１＋１）建てのスピノール場

Ψ =

 ψL

νR
eR

 , Ψ̄ = Ψ†γ0 =
(
ψ̄L, ν̄R, ēR

)
. (1)
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を導入する。以下、この場を “全フェルミオン場”と呼ぶ。ここで

ψL =

(
ν

e

)
L

; νR , eR (2)

は、電弱対称群 SUL(2) の左手二重項およびニュートリノ場と電子場の右手一重項である。全フェ
ルミオン場は、恒等関係式 Ψ̄Ψ = Ψ̄σµνΨ = Ψ̄γ5Ψ = 0 を満たすことに注意しよう。
全フェルミオン場を用いると、拡張されたワインバーグ・サラム理論の運動項とゲージ相互作

用部分のラグランジュ密度は

Lkg = iΨγµDµΨ

= ψLγ
µ
(
i∂µ + g2A

(2)a
µ

1
2τa − g1A

(1)
µ

1
2

)
ψL + νRγ

µi∂µνR + eRγ
µ
(
i∂µ − g1A(1)

µ

)
eR

(3)

と表される。全フェルミオン場に対する共変微分は

Dµ = ∂µ − ig2A(2)a
µ

1
2
τa − ig1A(1)

µ

1
2
Y (4)

であり、A
(2)a
µ および A

(1)
µ は、結合定数 g2 と g1 を持つ対称群 SUL(2) および UY (1) のゲージ

場である。

湯川相互作用のラグランジュ密度は、カイラル成分場を用いて

LY = gνψLφ̃νR + geψLφeR + h.c. (5)

と与えられる。ここで

φ =

(
φ+

φ0

)
, φ̃ = iτ2φ

∗ =

(
φ0∗

−φ−

)
. (6)

はヒッグス場とその共役場であり、gν と ge は湯川結合定数である。この密度を、全フェルミオン

場で表すために、ヒッグス場 φ とその共役場 φ̃ を縦ベクトルとして含む２行２列の行列関数

(gνφ̃, geφ) =

(
gνφ

0∗ geφ
+

−gνφ− geφ
0

)
= (φ̃, φ)

(
gν 0

0 ge

)
(7)

を導入する。そして、この行列とそのエルミート共役行列を非対角成分とするブロック行列

ΦG =

(
0 ( gνφ̃, geφ )

( gνφ̃, geφ )† 0

)
(8)

を構成する。この４行４列の行列を用いると、湯川相互作用のラグランジュ密度が

LY = ΨΦGΨ (9)
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のように、全フェルミオン場によって簡潔に表現される。

次に、我々は、ゲージ場と共にヒッグス場を含むように共変微分の概念を拡張しなければなら

ない。そこで、全フェルミオン場に対する拡張された共変微分 Dµ が

Dµ = Dµ{· · · } − i
1
4
γµ{Higgs field + α} (10)

の形を持つと要請する。ここで、ディラック行列 γµ はスカラー場に対する “vector (運び屋)”の
役割を演じ、シンボル α はヒッグス場以外のスカラー場が存在する可能性を示している。

ラグランジュ密度 Lkg および LY は、全フェルミオン場を用いて、それぞれ (3)式および (9)
のように簡潔に “因数分解”されている。以下では、全ラグランジュ密度

Lf = Lkg + LY (11)

が全フェルミオン場を用いて “因数分解”されるように、(10) 式の右辺にある二つの大括弧の内部
構造 {· · · } を決定するのである。

3 カイラル自由度の表現空間と弱カイラル U(1) 対称性

「カイラリティを具現化する空間と代数」を構成するために、カイラル演算子 L = 1
2(I − γ5) およ

び R = 1
2(I + γ5) から成る４行４列のブロック行列

ϖ =

(
0 LI ′

RI ′ 0

)
, ϖ† =

(
0 RI ′

LI ′ 0

)
(12)

を導入する。これらの行列は関係式

ϖϖ† +ϖ†ϖ = I, ϖ2 = ϖ†2 = 0 (13)

を満足する。ただし I ′ (I) は２行２列 (４行４列) の単位行列である。
演算子 ϖ と ϖ† は全フェルミオン場に対して生成演算子と消滅演算子のように作用する：

ϖ ϖ† ϖ†

0 ←− Ψ −→ ϖ†Ψ −→ 0
(14)

そこで、ディラック代数 Aγ =< γµ >= { I, γµ, σµν , γ5γµ, γ5 } とワインバーグ・サラム代数
AWS = su(2)× u(1) =

{
1
2τa, Y

}
の元を係数とし、行列 ϖ およびϖ† を生成子とする代数

Awch =< ϖ, ϖ† > (15)

を構成しよう。これが、全フェルミオン場に作用し「カイラリティを具現化する代数」である。
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生成子 ϖ と ϖ† の積は、自己エルミート共役な対角行列

ϖϖ† =

(
LI ′ 0

0 RI ′

)
= I −ϖ†ϖ (16)

である。これの指数関数によって、ユニタリー行列

U(θ) = eiθϖϖ
†

= ϖ†ϖ + eiθϖϖ†=
(
eiθL 0
0 eiθR

)
(17)

を定義しよう。これから形成される群

Uwch = {U(θ) } (18)

を弱カイラル U(1) 対称群と名付ける。この対称群は (10)式の一般化された共変微分の構造を決
定する上で、重要な役割を演じる。

弱カイラル対称群 Uwch の作用の下で不変な Awch の元を求めよう。まず、元 ϖϖ† が不変量

であることは、自明である。ディラック行列 γµ を含む関係式

U(θ)†γµϖ†U(θ) = γµϖ
†, U(θ)†γµϖU(θ) = γµϖ (19)

や更に (8)式の ΦG をも含む関係式

U(θ)†γµΦGU(θ) = γµΦG , U(θ)†γµΦGϖϖ†U(θ) = γµΦGϖϖ† (20)

から、一般化された共変微分の (10)式でディラック行列 γµ によって運ばれる部分の構成要素が

決定される。

4 一般化された共変微分と曲率（場の強度テンソル）

我々は、全フェルミオン場に対する一般化された共変微分 Dµ は (10)式の形を取ると要請してい
る。その具体的な構造は、(11)式のラグランジュ密度を

Lf =: Ψ̄iγµDµΨ := − : Tr
{
[iγµDµΨ]Ψ̄

}
: (21)

のように因数分解すること決定される。ここで Tr は、Tr = tr(4)tr(2)tr(2) のように、ディラック

スピノールに関するトレース tr(4) とカイラル空間に関するトレース tr(2)tr(2)から成る。

一般化された共変微分は、ワインバーグ・サラム群 GWS の下で不変であると共に、弱カイラ

ル変換の下でも

U(θ)†DµU(θ) = Dµ
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のように不変である。それらの交換子から

[Dµ,Dν ] = −iρ2g2F (2)
µν − iρ1g1F (1)

µν − i
1
4
ρ0F (0)

µν

と定義される曲率テンソルは

U(θ)†F (k)
µν U(θ) = F (k)

µν

のように、弱カイラル変換の下で不変である。ここで、F (k)
µν (k = 1, 2) と F (0)

µν は、ゲージ場と

ヒッグス場に対する曲率テンソルである。

条件式 (21)は、一般化された共変微分を一意的に決定することはなく、演算子 ϖ を右端に含

む因子が不定項として残る。そのような不定因子が、ヒッグス場の運動項やポテンシャルの形を

決定する役割を果たすのである。演算子ϖϖ† や (19)式および (20)式の不変量を用いると、一般
化された共変微分の一例が以下のように定まる：

Dµ = Dµϖϖ
† − i1

4
γµ

{
ΦGϖϖ† +

[
A(φ†φ)L+ (C + C5γ5)

]
ϖ
}

(22)

ここで、A、C、C5 はヒッグスポテンシャルの形を定める未知定数である。

この共変微分からゲージ場の曲率テンソルが

ρ1F (1)
µν = {∂µA(1)

ν − ∂µA(1)
ν }ϖϖ† (23)

および

ρ2F (2)
µν = {∂µA(2)

ν − ∂µA(2)
ν − ig2[A(2)

µ , A(2)
ν ]}ϖϖ† (24)

と求められる。ヒッグス場の曲率テンソルは、定数を C = µ sinhβ、C5 = µ coshβと置き、

ρ0F (0)
µν = {(DµΦG )γν − (DνΦG )γµ }ϖϖ†

−1
2σµν

{
ΦGΦGϖϖ† + [aµeβ(φ†φ)− µ2]ϖ†ϖ

} (25)

と決定される。これらの曲率から、ボソン系のラグランジュ密度は

Lb = − 1
16

2∑
k=0

Tr
[
γ5F (k)

µν γ5F (k)µν
]

と構成される。ここで、γ5 はゲージ場とヒッグス場の運動項が正しい符号を持つために必要であ

る。(22)式の共変微分の場合、ラグランジュ密度は

Lb = −1
4

∑
k=1,2

F (k)
µν F (k)µν + (Dµφ)†(Dµφ) + µ2φ†φ− λ(φ†φ)2. (26)

となる。ヒッグスポテンシャルの係数 µ2 と λ は、共変微分に含まれる湯川結合定数 gν と ge や

未定係数 a と β に依存するため、値が不定であることに注意しよう。そのため、ヒッグス場の自

己相互作用は繰り込み可能性が保証される。
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5 結果と議論

このように、フェルミオン場のラグランジュ密度 Lf を “因数分解” して定めた一般化された共変
微分からボーズ場のラグランジュ密度 Lb を構成することが出来た。この「一般化された共変微
分」の形式は、標準模型や多重スピノール理論による標準模型の一般化 [10]にも、容易に適用す
ることが出来る。

Connes等の理論では、ヒッグスポテンシャルの 4次項の係数と湯川相互作用定数が関係づけら
れる。その強い関係は、電弱対称性が破られるエネルギースケールでのヒッグス粒子の質量 [11, 12]
を予言する。しかし、その繰り込み群が規定する値は、実験値と一致しない。ここで定式化され

た形式は、Connes 等の理論と異なり、湯川相互作用定数とヒッグスポテンシャルの係数の間には
関係がない。そのため、予言能力は持たないが、繰り込み可能性は保証される。

この報告で示された (22)式の一般化された共変微分は、更に一般化することが出来ることに
注意しよう。例えば、ヒッグス場 φ と共に新たなスカラー場 ϕ を含む理論を構成する場合には、

一般化された共変微分は

Dµ = Dµϖϖ
† − i1

4
γµ

{
ΦGϖϖ† +B1Lϕϖ

†ϖ +
[
AL(φ†φ) + LB2ϕ+ (C + C5γ5)

]
ϖ
}

(27)

のような形で与えられる。このスカラー場 ϕ はインフラトンの役割を演じることが出来る。
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Asymptotic Safety and Quantum Gravity
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1 始めに

現在の素粒子論において最も重要な問題は量子重力を如何にして定式化し、重力の量子効果を

取り入れることである。アインシュタイン理論は繰り込み可能ではないため、低エネルギー有効

理論と考えるしかない。ここで、例えば弦理論を考えると高次項がいつでも現れることに注目す

る。通常はそのような高次項は、量子効果による小さな補正項としか考えないが、ここで立場を

変えてその項があると理論がどのようになるかを考えることも有効であろう。その場合、これは

紫外まで有効な理論を与えるかもしれない。なぜなら、4次元では、曲率の 2次理論は繰り込み可
能であることが Stelleによって示されているからである。しかし、理論がユニタリーではないこ
ともわかっているので、通常は考えない。

ところが最近、3次元重力での大きな進展があった。それは 3次元ではユニタリーな高階微分重
力が可能であることがわかったのである [1]。

S =
1
κ2

∫
d3x
√
−g
[
σR− 2Λ0 + αR2 + βR2

µν +
1
2µ
LLCS

]
, (1)

3次元アインシュタイン理論には自由度はないが、それに高階微分項を付け加えると、重力はダイ
ナミクスを得てユニタリーにあるのである。しかも、この場合繰り込み可能である可能性がある

と考えられる。したがって、3次元ではあるが、初めてユニタリーで繰り込み可能な重力理論がで
きるかもしれないことになる。

これを調べるために、まず作用のスペクトラムを調べる事により (off-shell analysis) すべての係
数の場合のユニタリーで安定な理論の解析っを行った [2]。さらに解析の結果、残念ながら繰り込
み可能性は、まさにユニタリーな理論の場合にはうまくいかないこともわかった [3]。この場合、
重力の量子効果を考えるには the asymptotic safety によるしかなさそうだと考えられる。

asymptotic safetyとは、以下のような考えである。繰り込み不可能な理論において、摂動展開
の和の取り方を変えたり、高階微分を付け加えると繰り込み可能になることがある。また、繰り

込み可能と言われる理論でも、摂動論では Landau poleのような非物理的特異性が表れるが、高
エネルギーで結合定数が固定点に近づくとそのような問題は無く、理論がwell-definedにできると
考えられる。これはWeinbergにより提唱され、このような理論を asymptotic safetyと呼ぶ。
ここで、asymptotic safetyは繰り込み可能性より広い概念であることに注意する。なぜなら、

どんな理論でも結合定数の原点は固定点になっているが、もしもこれだけが理論の固定点である

なら（質量で）負の次元の結合定数は 0でないといけないことになる。なぜなら、その結合定数は
繰り込み群により高エネルギーで原点から離れていくからである。その場合、負の次元の結合定

数を持つ繰り込み不可能な相互作用はないということになり、理論は繰り込み可能ということに

なる。つまり asymptotic safetyは繰り込み可能な理論を含むのである。(QEDのような理論は、
asymptotic safeではないが、高エネルギーで有効な理論とは考えられない。）要するに asymptotic
safetyとは、摂動論的ユニタリー性にこだわらず、不安定性などの問題がない有効理論が定義でき
ればよいという立場である。
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2 繰り込み群のWilson理論

繰り込み群を考える際に重要なのが、Wilson的有効理論である。運動量スケール kでの物理を

記述する有効理論は、kより大きい場の揺らぎについて積分して得られる。kは汎関数積分の下限

を与え、得られた有効理論の k依存性がWilsonの繰り込み群を与える。この汎関数方程式から
ベータ関数が得られる。この方法を任意の背景、任意の次元の場合に適用した。

ベータ関数を最大対称空間に対して、アインシュタイン重力理論に宇宙項がある 3次元の高階
微分理論に対して計算した結果、理論の中のすべての結合定数に対して、非自明な固定点がある

ことがわかった [4]。しかし背景場を最大対称空間にしては、R2
µν とR2の項を区別できないので、

任意の次元で、任意の背景の場合の完全なベータ関数をRoberto Percacciとともに求めた [5]。
作用は

S =
∫
ddx
√
−g
[ 1
κ2

(σR− 2Λ) +
1
2λ
C2 − 1

ρ
E +

1
ξ
R2 + τ�R

]
, (2)

ここでC2はWeyl tensorの 2乗、EはGauss-Bonnet項を表す。この解析により、4次元のベータ
関数より固定点を求めた。ここで、宇宙項の固定点の値はゲージ不変であることも確認したが、正

確な値自身は重要かどうかはわからない。というのは物質場の寄与も考えないといけないからであ

る。また、3次元や 5次元以上の次元でも固定点があることを確認した。このことは、asymptotic
safety という考え方が、重力に対して有効であることを強く示唆している。

3 f(R) 重力

繰り込み群の方法は、厳密に定式化できるが、具体的にβ関数を求めるには、理論を制限しなけ

ればならない。例えば、微分展開や多項式展開などを使う。その結果、厳密な意味で asymptotic
safetyが成り立つことを結論するのはなかなか難しい。ただ、今までの解析では、常に非自明な
固定点が見つかっており、asymptotic safety は正しい方向ではないかと考えられている。
一方、その他の今までの試みの問題点として、ゲージ依存性、計量のパラメトリゼーション依

存性などが挙げられる。そこで今回我々が考えたのは、d 次元におけるより一般の作用

S =
∫
ddx
√
−gf(R), (3)

を考え、f(R)に対する繰り込み群方程式を出すということである。これまでのような、個々の項
を考えるのではなく、曲率 Rの任意関数を考える。また、2つの計量の揺らぎのパラメトリゼー
ションとして

gµν = ḡµρ(eh)ρν , (4)

を用い、その結果も比較した。後者は 結果がゲージ不変になるという利点があることがわかった。

以下では、その詳細を報告する。

背景は d次元球面とする。

R̄µρνσ =
R̄

d(d− 1)
(ḡµν ḡρσ − ḡµσ ḡνρ) (5)
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揺らぎの 2次の項は

I(2) =
1
2
f ′′(R̄)

[
�h−∇µ∇νhµν + R̄µνh

µν
]2

+
1
2
f ′(R̄)

[1
2
hµν�hµν + (∇µhµν)2

+h(∇µ∇νhµν − R̄µνhµν) + R̄µαh
µνhαν −

1
2
h�h+ R̄µανβh

µνhαβ
]

+
1
8
f(R̄)(h2 − 2h2

µν) +
1
2

[1
2
f(R̄)ḡµν − f ′(R̄)R̄µν

]
h2
µν , (6)

となる。ゲージ不変性を見るには、次のYork 分解を使うのが良いことがわかった。

hµν = hTTµν +∇µξν +∇νξµ +∇µ∇νσ −
1
d
ḡµν∇2σ +

1
d
ḡµνh, (7)

ただし

∇µhTTµν = ḡµνhTTµν = ∇µξµ = 0. (8)

である。そうすると、作用のゲージ不変な部分は

I(2)
exp = −1

4
f ′(R̄)hTTµν

(
−∇2 +

2
d(d− 1)

R̄
)
hTT µν + h

(1
8
f(R̄)− 1

4d
f ′(R̄)R̄

)
h

+
d− 1
4d

s
[2(d− 1)

d
f ′′(R̄)

(
−∇2 − R̄

d− 1

)
+
d− 2
d

f ′(R̄)
](
−∇2 − R̄

d− 1

)
s (9)

となる。ここで s = h−∇̄2σはゲージ不変な場である。exponential parametrizationの場合、ゲー
ジ自由度 ξµ は消える! ゲージ固定を

SGF =
Z

2α

∫
ddx
√
ḡ ḡµνFµFν ; Fµ = ∇̄ρhρµ −

β + 1
d
∇̄µh . (10)

とすると、ゴーストの作用は

Sgh =
∫
dx
√
ḡC̄µ

(
δνµ∇̄2 +

(
1− 2

β + 1
d

)
∇̄µ∇̄ν + R̄µ

ν

)
Cν (11)

となる。ゲージ固定項とゲージ自由度の寄与、ゴーストの寄与、York分解の Jacobianの寄与を考
慮するとゲージによる部分はすべて打ち消し、結果はゲージ不変になることが確かめられる。こ

れは上記の exponential parametrizationを使った結果である。

4 汎関数繰り込み群方程式

今の場合、結果として汎関数繰り込み群方程式は

Γ̇k =
1
2
Tr(2)

 ḟ ′(R̄)Rk(�) + f ′(R̄)Ṙk(�)

f ′(R̄)
(
Pk(�)− E(2) + 2

d(d−1)R̄
)
− 1

2
Tr(1)

[
Ṙk(�)

Pk(�)− E(1) − 1
dR̄

]
,

+
1
2
Tr(0)

 ḟ ′′(R̄)Rk(�) + f ′′(R̄)Ṙk(�)

f ′′(R̄)
(
Pk(�)− E(0) − 1

d−1R̄
)

+ d−2
2(d−1)f

′(R̄)

 (12)
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で与えられることになる。ドットはスケール kの対数微分、E(s) (s = 0, 1, 2) はスカラー曲率の線
形項、Rk(�)は切断関数である。

E(2) = −αR̄, E(0) = −βR̄, E(1) = −γR̄, (13)

Pk(�) = � +Rk(�), � = −∇̄2 + E(s), (14)

(添え字は異なるスピンの寄与を表す。) Heat kernel 展開を用いて計算すると、4次元での主要な
結果として

32π2(φ̇− 2rφ′ + 4φ)

=
c1(φ̇′ − 2rφ′′) + c2φ

′

φ′[6 + (6α+ 1)r]
+

c3(φ̇′′ − 2rφ′′′) + c4φ
′′

2{φ′′[3 + (3β − 1)r] + φ′}
− c5

4 + (4γ − 1)r
, (15)

を得る。ただし

c1 = 5 + 5
(
3α− 1

2

)
r +

(
15α2 − 5α− 1

72

)
r2 +

(
5α3 − 5

2
α2 − α

72
+

311
9072

)
r3,

c2 = 40 + 15(6α− 1)r +
(
60α2 − 20α− 1

18

)
r2 +

(
10α3 − 5α2 − α

36
+

311
4536

)
r3,

c3 = 1 +
(
3β +

1
2

)
r +

(
3β2 + β − 511

360

)
r2 +

(
β3 +

1
2
β2 − 511

360
β +

3817
9072

)
r3,

c4 = 2
[
3 + (6β + 1)r +

(
3β2 + β − 511

360

)
r2
]
,

c5 = 12 + 2(12γ + 1)r +
(
12γ2 + 2γ − 607

180

)
r2. (16)

5 Scaling solutions in 4D

φ̇ = 0の条件より、固定点における関数が満たすべき微分方程式を得る。それから、φの大きな
rでの振る舞いは高々2次

φ ∼ a2r
2 + a1r + a0 + a−1/r + · · · (17)

であることがわかる。また、厳密解として 2次の多項式最も簡単な形

φ(r) = g0 + g1r + g2r
2 (18)

があることがわかり、これはインフレーション模型として良いと言われている Starobinsky model
に近いという意味で面白い結果である（表 1）。より一般には

φ(r) =
N∑
m=0

gmr
m, φ̇(r) =

N∑
m=0

βgmr
m, (19)

のように、rのべきでN 次まで展開すると、ベータ関数に対するN + 1個の代数方程式を得る。
それらをゼロにすると固定点が求まる。たとえば α = β = γ = 0の場合の解として表 2のものが
得られる。

また、α, β, γがいろいろな場合の数値解については、固定点に対応する微分方程式が一般に 3
階となるが、3階の項の係数 rc3のゼロ点が特異点になるので難しいが、現在解析中である。

また、他の次元も調べられるが、いつも紫外固定点があることは間違いなさそうである。
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103α 103β 103γ 103g̃0∗ 103g̃1∗ 103g̃2∗ θ

−593 −73.5 −177 7.28 −8.42 1.71 3.78
−616 −70.7 −154 7.42 −8.64 1.74 3.75
−564 −80.3 −168 6.82 −8.77 1.83 3.70
−543 −87.4 −126 6.31 −9.47 2.06 3.43
−420 −100.5 −3.19 4.90 −10.2 2.83 2.93
−173 −2.98 244 4.53 −8.34 2.70 2.18
−146 −64973 250 2.90 −10.7 0.0006 2.58
−109 −22267 307 2.90 −10.4 0.0045 2.45

109 −3564 526 2.84 −7.83 0.094 C
377 −1305 794 2.57 −4.37 0.214 > 4

表 1: 厳密解

N g∗0 g∗1 g∗2 105g∗3 106g∗4 107g∗5 107g∗6 108g∗7 109g∗8

1 0.00290 −0.00770
2 0.00467 −0.00492 0.00148
3 0.00466 −0.00472 0.00143 −1.78
4 0.00478 −0.00473 0.00136 −1.39 −4.17
5 0.00479 −0.00466 0.00134 −1.79 −4.34 −7.09
6 0.00481 −0.00465 0.00132 −1.79 −4.83 −7.72 −1.53
7 0.00482 −0.00464 0.00132 −1.85 −4.93 −8.81 −1.73 −3.60
8 0.00482 −0.00463 0.00131 −1.86 −5.02 −9.11 −2.00 −4.23 −9.51

表 2: α = β = γ = 0の場合の固定点。

6 結論

ここでは、一般の関数 f(R)に対する新しい繰り込み群方程式を与えた。特に面白いのは、新し
い計量の指数的なパラメトリゼーションを用いてゲージ不変な結果を得ており、それには、今ま

であった非物理的な特異点がないことである。また、一般の f(R)に対し、Asymptotic Safetyに
重要な紫外固定点があることを示した。厳密解として、現在のインフレーション模型として良い

と言われている Starobinsky model (R+R2) のような厳密解があることを発見した。
今後の課題としては、数値解析、より一般の理論、背景場非依存性（双曲空間）について調べ

ることが重要であると考えられる。
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Defects in open string field theory

京都産業大学益川塾

小路田 俊子

1 はじめに

World sheet defect は異なる二つの共形場理論 (CFT)を結びつけるオブジェクトである。例えば、
複素平面の上半面に CFT1を、下半面に CFT2をおいたとする。この時、全体で共形対称性を保

つためには、ストレステンソル T − T̄ が実軸で連続的になる必要がある。

lim
y→+0

T1(x+ iy)− T̄1(x+ iy) = lim
y→−0

T2(x− iy)− T̄2(x− iy) (1)

このような条件を満たす実軸を conformal defect と呼ぶ。(1) の自明な解として、完全反射型
T1(x) = T̄1(x), T2(x) = T̄2(x)と、完全透過型 T1(x) = T2(x), T̄1(x) = T̄2(x) がある。完全反射型
は通常の境界条件であり、CFT1と CFT2は分離する。一方、完全透過型は CFT1 = CFT2であ

る。(1)の一般解は両者の性質を持ったもので、カレントを部分的に反射し、部分的に透過する。
一般解の解析は難しく、現在よく調べられているのは完全透過型の場合である。CFT1 = CFT2で

は何も面白くないように見えるかもしれないが、このタイプの defect でも深い内容を持っている
ということが本文で述べたい内容である。

Defect 演算子Dを導入し、完全透過型の条件をモード展開で表すと

[Ln, D] =
[
L̄n, D

]
= 0 (2)

となる。この条件は defect が tensionlessであることを示しており、Dは topological defect と呼
ばれる。topological defect は、他の defect や、演算子とぶつからない限り、相関関数の値を変え
ることなく自由に動かせるのである。(2)から、Schurの補題によりDは Verma module への射
影演算子の線形結合でかかれることが導かれる。[1]は、defect の挿入されたトーラス分配関数の
モジュラー不変性から、その係数が S行列で書けることを指摘した1。

Da =
∑
i

S0i

Sai
P i (3)

ここで defect演算子の aのラベルは defectの種類を表すものであるが、(3)から Verma module
の添え字と同じになることが分かる。(3)は、境界状態に非常に良く似た表式である。(3)よりシ
ンプルな関係式

DdDc =
∑
e

N e
dcDe, Da||α⟩⟩ =

∑
β

N β
dα||β⟩⟩ (4)

1ここでは diagonal minimal model について議論する。
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が導ける。N e
cdは Verma module 間のOPEを定めるもので、fusion 係数と呼ばれる。(4)は正に

fusion rule そのものである。また境界状態と defectは同じ代数を満たすことも分かる。

さてこの topological defect を弦の場の理論へ導入することを考える。その理由を以下に述べ
る。ボゾニックな開弦の場の理論の作用と運動方程式は

SOSFT = − 1
g2
o

[
1
2
⟨Ψ ∗QBΨ ⟩+ 1

3
⟨Ψ ∗Ψ ∗Ψ ⟩

]
(5)

QBΨ + Ψ ∗Ψ = 0 (6)

で与えられる。ここでQBは世界面のBRST電荷で、*積と
∫
は弦の場の特殊な貼り合わせ方を指

定する。ここで開弦の場に作用する演算子Dが、ghost sector に依らず、topological [Ln,D] = 0
とする。これは即ち [QB,D] = 0を意味する。また ∗積に対する分配則

D(ψ ∗ χ) = D(ψ) ∗ D(χ). (7)

を満たすとする。この時Ψが解ならばDΨもまた解であることが (6)よりただちに分かる。topo-
logical defect は (1) の解の内、CFT1 = CFT2であるような簡単な解であると述べたが、異なる

boundary conformal field theory (BCFT) を結びつけることが出来るのである。

開弦の状態は、境界に住む演算子によって生成される。上記の演算子Dを得るためには、topo-
logical defect を、bulk から境界の方へ移動し、境界に住む演算子にどのように働くかを調べる必
要がある。境界演算子に作用する defect を bulk に作用するDと区別してDと書くことにする。

2 open string defect

境界上の演算子を ϕ
(ab)
i (x)と書く。iは Virasoroの表現の足、a, bはそれぞれ演算子の左側と右側

の境界条件である。まず境界上に演算子の挿入が無い場合、defect は fusion rule (4)に従って境
界条件を変えることを既にみた。

closed string defect は射影演算子で書かれ、closed string のヒルベルト空間の元を同じヒルベ
ルト空間へ写像するものであった。しかし open string defect の場合射影演算子では書けない。そ
れは defectが境界条件を変更するためである。そこで defect演算子を作用させると、(4) で与え
られる適切な境界条件を持つ場の線形結合で書かれるだろうと予測し

Ddϕ(ab)
i =

∑
a′,b′

Xdab
ia′b′ϕ

(a′b′)
i (8)

と置く。topological という条件から Virasoroのラベルは D の作用で変わらない。 この D に、
(7)を課すことで係数X を決めていく。開弦の場の理論の ∗積は、二つの弦の貼り合わせと、二
つの弦の波動関数を生成する境界演算子同士の OPEから成り立つ。弦の貼り合わせについては

71

Soryushiron Kenkyu



topological defect を導入しても何も変更が無いので、ここではOPEに対して defectが分配則を
満たすか、つまり

Dd
(
ϕabi (x)ϕ(bc)

j

)
= Dd

(
ϕabi (x)

)
Dd
(
ϕ

(bc)
j

)
(9)

が成り立つかどうかを調べる。これは [2]の方法を一般の境界演算子に拡張したものである。
(8)を (7)に代入し、Cabcijk = Fbk

[
i j
a c

]
[3, 5]を使う。ここでCabcijk は境界演算子 ϕ

(ab)
i 同士のOPE

係数であり、Fbk
[
i j
a c

]
とは chiral vertex operator の OPEの結合律を与える fusion matrix と呼

ばれるものである。更に parity 不変な defect を考えることにするため、Xdab
ia′b′ = Xdba

ib′a′ を課せば

defect の作用が求まる。

Xdab
ia′b′ = Fdi

[
a b
a′ b′

]
√
F1a′

[
a d
a d

]
F1b′

[
b d
b d

]
F1i

[
a b
a b

] (10)

次にDの fusion 則について調べた。closed string defect は シンプルな fusion rule (4) を満た
すが、open string defect (10)は一般に (4)を満たさず、変換行列 U が必要なことが分かった。

[
DdDcϕi

]{aa′a′′}{bb′b′′}
=

[
Udc

(∑
e

N e
dcDe

)
U−1
dc

]{aa′a′′}{bb′b′′}
(11)

ここで上付き添え字 {aa′a′′}({bb′b′′})は、defectの作用による左 (右)側境界条件のルートを表し
たものである。右辺では defectを一度しか作用させておらず左辺の中間状態 ϕ

(a′b′)
i に対応するも

のは無い。U,U−1はこの中間状態の縮退を混ぜる働きをする。

一つの演算子を考えるとこのような U,U−1を考慮しなければならないが、相関関数の中の隣

り合う演算子を考えると、U と U−1はキャンセルするようになっている。よって相関関数全体で

は open string defect にも fusion ruleが成り立ち、望ましい結果となっている。

3 defect in open string field theory

[6]は、開弦の場の理論の方程式を数値的に解くことによって、境界状態を探索する方法の試験とし
て、ユニタリーな diagonal minimal model の最も簡単な Ising model (c = 1/2) を扱った (表.1)。
Ising model には三つのプライマリー場、それに対応して三つの fundamental boundary state が
存在する。

弦の場は reference となるBCFTを一つ決め、そのヒルベルト空間の状態全ての線形結合で表
される。今仮に reference BCFTとして σブレインが一枚ある系を考える。表.1から分かるよう
に、σブレイン上には 1と εの励起が存在するので、弦の場は形式的に

Ψ =
∑
I

t
(1;σσ)
I L−I |0⟩+ α

(ε ;σσ)
I L−Iε

(σσ)(0)|0⟩ ≡ ψ(σσ)
1 + ψ(σσ)

ε (12)
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(h, h̄) 境界条件 励起モード

1 真空　 (0, 0) ||1⟩⟩ 1
ε エネルギー密度　 (1/2, 1/2) ||ε⟩⟩ 1
σ スピン場 (1/16, 1/16) ||σ⟩⟩ 1, ε

Table 1: Ising model

と書かれる2。添え字 I は、{i1, i2, · · · } (i1 ≤ i2 ≤ · · · ) を表しており、descendant 状態を全て書
き出してある。t, αは重ねあわせの係数である。そして場の古典解は reference とは異なるBCFT
を表しているのである。例えば (12)を、運動方程式 (6)に代入して解いた結果、t, αがある数係数
に定まっており、その真空エネルギーは丁度元々の σブレインから測った 1ブレイン一枚分のエ
ネルギーを持っていたとする。この解Ψは、reference BCFTσ から BCFT1へのシフトを与える

という意味でΨσ→1と書くことにする。[6]は数値計算によりΨσ→1,Ψσ→εなどを求めている。

Ψσ→1(12) を運動方程式に代入すると、運動方程式は二つの部分に分かれる。

QBψ
(σσ)
1 + ψ

(σσ)
1 ∗ ψ(σσ)

1 + ψ(σσ)
ε ∗ ψ(σσ)

ε = 0

QBψ
(σσ)
ε + ψ

(σσ)
1 ∗ ψ(σσ)

ε + ψ(σσ)
ε ∗ ψ(σσ)

1 = 0

この二式より

ψ
(σσ)
1 − ψ(σσ)

ε ,

(
ψ

(σσ)
1 ψ

(σσ)
ε

ψ
(σσ)
ε ψ

(σσ)
1

)
(13)

も解である。[6]によれば ψ
(σσ)
1 − ψ(σσ)

ε はΨσ→εである。

さて、今やこれらの解は defectを用いて得ることができる。実際に Ising model の fusion 行
列のデータを (10)に代入すると次の結果を得る。

ψ
(σσ)
1 − ψ(σσ)

ε = DεΨσ→1 = Ψσ→ε(
ψ

(σσ)
1 ψ

(σσ)
ε

ψ
(σσ)
ε ψ

(σσ)
1

)
= D2

σΨσ→1 = Ψ2σ→1+ε (14)

Defect を作用させると Ψの下添え字も fusion rule に従って変更されるが、数値計算の結果と一
致する。従って open string defect の構成は成功していると言える。

もう一つの consistency check として、Gauge invariant observable (GIO) W (Vj ,Ψ)というも
のを考える。これは開弦場の古典解が定める境界条件を持つ、on-shell closed string の tadpole を

2弦の場の理論を構成するためには、BRST電荷の冪例性が必要なので全体で central charge が消えている必要が
ある。よって弦の場の matter sector には c = 26 − 1/2の補助場を加え、これと ghost で central chargeを消す。こ
こでは簡単のため Isnig sectorだけを書いている。
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Figure 1: fig: GIO は開弦の場の古典解が与える境界を持った円盤上の on-shell closed string
tadpoleであるという予想がある [7]. この vertexは open string から closed string への転化を表
す (上図)。Defect(赤い線)が作用した開弦場のGIOを考える (下図左)。boundary に作用してい
る defect を bulk側へ変形する (下図中)。Fusion 行列の方程式を使うと、boundary へ作用して
いた defect を bulk に作用させたものと一致することが示される (下図右)。

与えると信じられている量である [7](図.1)。

W (Vj ,Ψ) ≡ ⟨Vj(i)w ◦Ψ(0)⟩UHP = ⟨Vj(0)f ◦Ψ(1)⟩disk (15)

写像は w(z) = 2z
1−z2 , f(z) = (1+iz)2

(1−iz)2 で与えられる。

GIOの中の古典解Ψを defectによって新たな古典解に写像する。この open string defect を
変形し、closed string vertex operator に作用させる。defectは境界から離れられないように思え
るが、fusion matrix の恒等式により図.1のように invisibleな identity defect のみが残る。よって
次の関係式が得られる。

W (Vj ,DdΨ) = W ([DdVj ],Ψ) (16)

ここで closed string vertex operator に作用しているのは closed string defect Ddであることに注

意する。我々の構成した open string defect は確かに従来の closed string defect と consistent で
あることが確かめられた。
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Separability criteria with angular and Hilbert space averages1

日本大学理工学部

梅津 光一郎

1 Introduction

量子エンタングルメントは，純粋な量子力学的性質であり，量子情報科学において非常に重要な

役割を果たす．過去には，光源などによって生成された量子的状態がエンタングルしているかセ

パラブルであるかを判定するための研究が数多くなされてきた．そのなかでも，局所実在論をテ

ストする不等式として有名な Bell不等式 [2, 3]もまた，セパラブル状態とエンタングル状態を区
別する判定条件としての役割を果たすことがGisin定理 [4]として知られている．そのGisin定理
は，量子的な状態が純粋状態に対してのみ有効であるが，混合状態に対しては，Peres定理がよく
知られている [5]．これは d = 2× 2の系の次の密度行列

ρ =
∑
i,j,k,l

P ijkl |i⟩⟨j| ⊗ |k⟩⟨l|, (1)

によって与えられる状態に対して，その密度行列の部分転置，すなわち，

ρT2 =
∑
i,j,k,l

P ijkl |i⟩⟨j| ⊗ |l⟩⟨k|, (2)

が常に正になるとき，その状態はセパラブル状態であることが示される．このPeres定理はd = 2×2
の系に対して必要十分なセパラビリティ条件を与えるため強力な方法であるということができる．

しかしながら，その一方で，Peres定理を用いるためには正確な状態ベクトルや密度行列を知る必
要がある．実際の実験において，測定されたデータから状態ベクトルや密度行列を正確に再構成

することは一般に複雑なものとなることは Pauliの時代からよく知られている [6]．
本研究では，Peres定理のような正確な量子状態の再構成を必要としない，実用的に役立つ簡

便なエンタングル状態を判定する方法を提案することをその目的とする．

2 Separability Criteria

本章において，我々は正確な量子的状態の再構成を必要としない実用的に役立つ量子状態を判定

する方法を構築する．

まず，我々はEinstein-Podolsky-Rosen(EPR)の思考実験 [7]のような d = 2× 2の系を考える．
この d = 2× 2系における一般的なセパラブル状態は

ρ =
∑
k

ωkρk (3)

1本研究は K. Fujikawa, C.H. Oh, S. Yu との共同研究 [1]に基づく.
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によって与えられる．ここで，ρk は全てセパラブルな純粋状態とし，ωk は非負の weight factor
(
∑
ωk = 1) とする．我々は，セパラブル状態とエンタングル状態を区別する判定条件としてこの

(3)式を提案する．
これから，我々はEPRの思考実験を実現した実際の実験を考慮しながら，(3)から得られるい

くつかの帰結を示す．まず初めに，もしこの状態が純粋状態である場合，すなわち，(3)において
ρ = |ψ⟩⟨ψ|とするならば，２つの射影演算子 P (a)と P (b)の相関を考慮することにより，セパラ
ブル状態が満たすべき方程式

G(a,b)pure ≡ 4 [⟨ψ|P (a)⊗ P (b)|ψ⟩ − ⟨ψ|P (a)⊗ 1|ψ⟩⟨ψ|1⊗ P (b)|ψ⟩] = 0, (for photon) (4)

が導かれる．ここで，aとbは任意の単位ベクトルとする．スピン 1/2粒子の系においては，P (a) =
(1 + a · σ)/2を用いることによって，

G(a,b)pure ≡ [⟨ψ|a · σ ⊗ b · σ|ψ⟩ − ⟨ψ|a · σ ⊗ 1|ψ⟩⟨ψ|1⊗ b · σ|ψ⟩] = 0, (for spin 1/2 particle)
(5)

を得る．我々は，任意の aと bにおいて，(4)式と (5)式の方程式が成立するならば，その状態が
セパラブルな純粋状態であるための必要十分条件となることを示すことが出来る．

これら純粋状態におけるエンタングルメントの判定条件 (4)と (5)を検証するための実験はすで
に存在しており，ここでは光子対を用いたAspect等 [8]の実験結果を用いて議論する．この実験で
は，光源にカルシウムを用いており，61S0 → 41P1 → 41S0の崩壊過程における中間状態 41P1の

寿命は 4.5×10−9 [s]と非常に短いため，decoherenceがなく，したがって純粋状態であると仮定す
る．我々の判定条件 (4)におけるG(a,b)の式に，Aspect等の実験値を用いることにより，我々は

G(φ)exp = (0.971− 0.029)(0.968− 0.028)0.984 cos 2φ, (for photon) (6)

を得る．ここで，φは任意の単位ベクトル aと bのなす角を表す．もし，この状態がセパラブル
状態であるならば，その帰結であるG(φ) = 0が任意の φに対して常に成立するはずであるが，実

験結果である (6)はこれを大きく破ることが分かる．したがって，この結果は光源によって生成さ
れた光子対の状態が純粋状態であることを仮定するならば，この量子状態はセパラブル状態では

ない，すなわちエンタングル状態であるということを示している．すなわち，これはベル不等式

の破れが本質的にエンタングル状態によって引き起こされるという帰結と一致している．

現在の帰結において，我々は状態を純粋状態であることを仮定したが，実際の実験において，そ

の状態が純粋状態であることを疑う人がいるかもしれない．そのため，我々は状態がより一般的な

混合状態である場合に対しても有用な separable criteriaを提案する．我々は上述と同様に d = 2×2
系における２つの光子対とスピン 1/2粒子対の場合を考える．混合状態の相関C(φ)mixedは，任意

の単位ベクトル aと bのなす角 cosφ = a · bを固定し，角度平均を取ることによって，それぞれ

C(φ)mixed = 4Tr ρ {P (a)⊗ P (b)}ave = 1 +
1
2
C cos 2φ, (for photon), (7)

C(φ)mixed = Tr ρ {a · σ ⊗ b · σ}ave =
1
3
C cosφ, (for spin 1/2 particle), (8)
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を得る．ここで，−1 ≤ C ≤ 1を表す．(7)と (8)における係数 1/2と 1/3の違いはスピンと光子
の回転自由度の違い，すなわち，d = 2のヒルベルト空間におけるスピンの回転自由度は３次元で
あるのに対し，光子の回転自由度は進行方向に垂直な２次元となるために生じる．

我々が提案するこの簡便な separability criteria (7)と (8)は，既存の実験結果によって比較す
ることができる．ここで，我々は光子を用いた実験としては上述のAspect等の実験 [8] とスピン
を用いた実験としては酒井等の実験 [9]を用いることにする．(7)と (8)によって与えられるそれ
ぞれの相関に対し，これらの実験値を用いると，

C(φ)exp = 0.996 + 0.88 cos 2φ, (for photon), (9)

C(φ)exp = − cosφ, (for spin 1/2 particle), (10)

となり，我々の separability criteriaを大きく破っている，すなわち，我々の criteriaによって，状
態がエンタングルしていることを示す結果であり，これはAspect等や酒井等の実験において用い
られた量子状態がエンタングル状態であるというよく知られた結果に一致する．

しかしながら，スピンを用いた EPRの思考実験も光子を用いた実験も２準位の状態を持つ等
価な実験であるにもかかわらず，先に述べたような (7)と (8)における係数 1/2と 1/3の違いが現
れることは非常に興味深い問題である．そこで，我々は d = 2ヒルベルト空間における状態を平
均することを考える．このとき，光子系の場合における相関として，

C(φ)mixed = 4Tr ρ {P (a)⊗ P (b)}ave = 1 +
1
3
C cos 2φ, (for photon), (11)

を得ることができる．この光子対の系に対する (7)と (11)の違いを解析するために，我々は d = 2
の Fock空間における一般的な量子状態

|α, γ⟩ = cosαe−iγ â†+|0⟩+ sinαâ†−|0⟩ (12)

から出発する．この状態は [â±, â
†
±] = 1と â±|0⟩ = 0とする生成消滅演算子と２つの実数 αと γ

のパラメータによって記述される．通常の実験（例えば [8]を見よ．）においては，光子の偏光を表
す射影演算子を，

P (θ) = |θ, 0⟩⟨θ, 0| (13)

のように定義する．ここで用いた状態は (12)において α = θ, γ = 0とし，θの範囲は 0 ≤ θ ≤ 2π
とする．この射影演算子を用いて素朴な角度平均を取ると (7)の結果を得る．(7)と (11)の係数の
違いは，パラメータを α = θ, γ = 0のように制限した上で平均化の操作をすることによって生じ
ると考えられる．実際に，射影演算子 (13)の代わりに，より一般的な射影演算子

P (θ/2, ϕ) = |θ/2, ϕ⟩⟨θ/2, ϕ| (14)

および状態 (12)を用いるならば，我々は (11)を得ることができる．したがって，このヒルベルト
空間における平均化のように，自由度をきちんと考慮するならば，スピン系と光子系の実験にお

ける帰結が等価となることを確認することができる．
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3 Summary and Discussion

我々は２つの量子系において，実用的で簡便な separability criteria として (3)を提案した．そし
て，実験との比較においては純粋状態と混合状態の両方の場合にAspect等の実験 [8]および酒井
等の実験 [9]に我々の基本定理を用いた結果，これらの実験で用いられた状態が明らかにエンタン
グル状態であることを確認できることを示した．

最後に，Werner状態と呼ばれるエンタングルしているが，常にBell不等式 (CHSH不等式)を
満たす状態 [10]

ρw =
1
8
1 +

1
2
|ψs⟩⟨ψs| (15)

を考える．ここで，|ψs⟩は |ψs⟩ ≡ (1/
√

2) [|+⟩1|+ |−⟩2 − |−⟩1|+ |+⟩2] と定義する．このWerner
状態 (15)を用いて，相関 (7)および (11)を評価すると，

4Trρw[P (θa)⊗ P (θb)] = 1 +
1
2

cos 2φ, (16)

4Trρw[P (θa/2, ϕa)⊗ P (θb, ϕb)] = 1 +
1
2

cos 2φ, (17)

となり，素朴な角度平均を用いた結果 (7)ではこのWerner状態がエンタングルしていることを判
定することができないが，ヒルベルト空間平均を用いた結果 (11)では状態がエンタングルしてい
ることをきちんと判定できることが分かる．なお，実際の実験において，これを観測するために
は，(14)における ϕの位相差を測定する実験を行えばよい．
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剛性をもつ粒子のスピナー・ツイスター形式1

日本大学短期大学部

鈴木 隆史

1 はじめに

　ハドロンの模型として，1970年代前半に南部・後藤の弦模型が提唱された．しかし，この模型
は，量子色力学がもつ漸近的自由性を導くことができないことなどから，ハドロンの模型として

は不満足なものと考えられるようになった．この問題を解決するために，Polyakovは剛性をもつ
弦 (rigid string)の模型を提案した．この模型の作用は，南部・後藤の弦模型の作用に世界面の
外曲率を由来とする項を加えることで構築される．この剛性をもつ弦の模型からの類推として，

Pisaraskiは相対論的点粒子の模型に世界線の外曲率を由来とする項を加えることで剛性をもつ粒
子 (rigid particle)の模型を構築して，この模型から漸近的自由性が導かれることを示した [1]．い
ま，計量テンソル gµν = diag(1,−1,−1,−1)をもつ 4次元ミンコフスキー空間上を伝搬する点粒
子の時空座標を xµ = xµ(τ) (µ = 0, 1, 2, 3)と表す．ただし，τ (τ0 ≤ τ ≤ τ1) は粒子が描く世界線
上の任意のパラメータで，dx0/dτ > 0を満たしている．このとき，剛性をもつ粒子のラグランジ
アンは次のように与えられる:

L = −m
√
|ẋ2| − s

√∣∣∣∣ ẋ2ẍ2 − (ẋẍ)2

(ẋ2)2

∣∣∣∣ . (1)

ただし，ẋµ := dxµ/dτ, ẍµ := d2xµ/dτ2であり，ẋ2 := ẋµẋ
µ, ẍ2 := ẍµẍ

µ, ẋẍ := ẋµẍ
µ である．ま

た，mは質量次元の実定数で，sは無次元の実定数である．

　剛性をもつ粒子のラグランジアン (1)が提案されてからいままでに，この模型について多様な観
点から研究がなされてきた．しかしながら，式 (1)には xµの 2階微分が含まれているため，その
解析は簡単ではないことがわかる．そこで本研究では，剛性をもつ粒子の模型を 2階微分を含ま
ないより簡潔な形式に書き換えて，その解析を試みる．

2 剛性をもつ無質量粒子のスピナー・ツイスター形式

　いま，(xµ, qµ, pµ, rµ, a, b)を一般化座標として，次の 1次形式のラグランジアンを考える [2]:

LF = (qµ − ẋµ)pµ − (q̇µ − bqµ)rµ + 2a(±
√
q2r2 − s) . (2)

ただし，q2 ̸= 0であり，q2 := qµq
µ, r2 := rµr

µである．また，変数 qµ = qµ(τ), pµ = pµ(τ), rµ =
rµ(τ), a = a(τ)と b = b(τ)は，パラメータ空間 T := {τ |τ0 ≤ τ ≤ τ1}上での実場である．ラグラ

1本研究は，日本大学 量子科学研究所 出口真一氏との共同研究に基づく．
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ンジアン (2)の xµ, qµ, pµ, rµ, aと bに関するオイラー・ラグランジュ方程式を用いると，式 (2)が
式 (1)においてm = 0, s ̸= 0とした場合 (剛性をもつ無質量粒子のラグランジアン) と等価である
ことが示せる．式 (2)から，次の拘束条件が得られる: pµpµ = 0, qµpµ = 0, rµpµ = 0, qµrµ = 0.
これらの拘束条件は，2成分スピナー変数 π̄α(τ), ψα(τ) (α = 0, 1) を用いることで，次のように
解ける: pαα̇ = π̄απα̇, q

αα̇ = f
(
π̄αψ̄α̇ + ψαπα̇

)
, rαα̇ = ig

(
π̄αψ̄α̇ − ψαπα̇

)
. ただし，f = f(τ)と

g = g(τ)は条件式 fg = ±1/|ψαπ̄α|を満たす実関数である．また，α, α̇の対が µに対応している．

式 (2)に拘束条件の解を代入すると，剛性をもつ無質量粒子のスピナー形式が次のように得られる:

LF = −ẋαα̇π̄απα̇ − i(ψα ˙̄πα − ψ̄α̇π̇α̇) + a(ψαπ̄α + ψ̄α̇πα̇ − 2s) . (3)

この式は，文献 [3]で考察されたラグランジアンに一致する．式 (3)はヘリシティsをもつ無質量粒子
を記述することを示している．剛性をもつ無質量粒子のスピナー形式を基に正準量子化を実行する

と，ヘリシティsが量子化されて整数値か半整数値をとることがわかる．このことは，文献 [4]の結論
に一致している．また，一般化されたワイル方程式∂ββ̇Ψβα2···αmα̇1···α̇n = 0 , ∂ββ̇Ψα1···αmβ̇α̇2···α̇n

= 0
を満たす正振動数の波動関数 Ψ+

α1···αmα̇1···α̇n
と負振動数の波動関数 Ψ−

α1···αmα̇1···α̇n
が得られる．

　次に，2成分スピナー変数 ωα := ixαα̇πα̇ + ψα と πα̇を組み合わせて，ツイスター変数 ZA :=
(ωα, πα̇) (A = 0, 1, 2, 3) とそれと対となる双対ツイスター変数 Z̄A := (π̄α, ω̄α̇) を定義する．この
ツイスター変数 ZAと Z̄Aを用いて，式 (3)を書き換えると，剛性をもつ無質量粒子のツイスター
形式が次のように得られる:

LF =
i

2

(
Z̄AŻ

A − ZA ˙̄ZA
)

+ a
(
Z̄AZ

A − 2s
)
. (4)

この式は，文献 [5, 6]で調べられたゲージ化された白藤の作用に一致している．剛性をもつ無質量
粒子のツイスター形式を基にツイスター量子化を実行すると，スピナー形式のときと同様の結果

が得られる．

3 剛性をもつ有質量粒子のスピナー・ツイスター形式

　剛性をもつ無質量粒子の場合に用いた手法にならって，(xµ, qµ, pµ, rµ, a, b)を一般化座標として，
次の 1次形式のラグランジアンを考える:

LG = −m
√
q2 + (qµ − ẋµ)pµ − (q̇µ − bqµ)rµ + 2a

(
±
√
−q2r2 − s

)
. (5)

ただし，q2 > 0である．ラグランジアン (5)の xµ, qµ, pµ, rµ, aと bに関するオイラー・ラグラ

ンジュ方程式を用いると，式 (5)が式 (1)において m ̸= 0, s ̸= 0とした場合 (剛性をもつ有質
量粒子のラグランジアン) と等価であることが示せる．式 (5) から，次の拘束条件が得られる:
rµpµ = 0, qµrµ = 0, qµpµ = m

√
q2, ±

√
−q2r2 = s. これらの拘束条件における最初の 2式は，2

成分スピナー変数 π̄α(τ), ρ̄α(τ) (α = 0, 1)を用いて，次のように解ける: pαα̇ = π̄απα̇+ρ̄αρα̇, qαα̇ =
f

|π̄αρ̄α|(γπ̄
απα̇ + ρ̄αρα̇), rαα̇ = i(gπ̄αρα̇ − ḡρ̄απα̇). ただし，γ ̸= 1, γ > 0であり，実関数 f = f(τ)
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と複素関数 g = g(τ)は，kを複素定数として，条件式 fg = kを満たしている．式 (5)に拘束条件
の解を代入すると，剛性をもつ有質量粒子のスピナー形式が次のように得られる:

LG =− ẋαα̇ (π̄απα̇ + ρ̄αρα̇)− i(γk ˙̄παπ̄α − γk̄π̇α̇πα̇ + k̄ ˙̄ραρ̄α − kρ̇α̇ρα̇)

+ f
{
−m

√
2γ + (c+ γd)|π̄αρ̄α|

}
+ 2a

{
±√γ|k|(π̄αρ̄α + πα̇ρα̇)− s

}
. (6)

次に，2成分スピナー変数 ωα := ixαα̇πα̇ − γkπ̄αと ψα := ixαα̇ρα̇ − k̄ρ̄α を定義して，式 (6)を書
き換えると，剛性をもつ有質量粒子のツイスター形式が次のように得られる:

LG =i
(
π̄αω̇

α + ω̄α̇π̇α̇
)

+ i
(
ρ̄αψ̇

α + ψ̄α̇ρ̇α̇

)
+ f

{
−m

√
2γ + (1 + γ)|π̄αρ̄α|

}
+ 2a

{
±√γ|k|(π̄αρ̄α + πα̇ρα̇)− s

}
+ λ1(π̄αωα + ω̄α̇πα̇) + λ2(ρ̄αψα + ψ̄α̇ρα̇) . (7)

ただし，λ1とλ2はラグランジュの未定乗数であり，ツイスター形式を用いたときに現れる拘束条件

ωαπ̄α+πα̇ω̄α̇ = 0とψαρ̄α+ρα̇ψ̄α̇ = 0を取り入れるために導入した．式 (7)はωαとψαを用いたこと

で，時空座標xαα̇を含まないツイスター形式として書き換えられている．ここで，θ(τ)を τに関する

実ゲージ関数とすると，ラグランジアン (7)は局所位相変換ωα → e−iθ(τ)ωα, ω̄α̇ → eiθ(τ)ω̄α̇, ψα →
eiθ(τ)ψα, ψ̄α̇ → eiθ(τ)ψ̄α̇ および π̄α → e−iθ(τ)π̄α, πα̇ → eiθ(τ)πα̇, ρ̄α → eiθ(τ)ρ̄α, ρα̇ → e−iθ(τ)ρα̇

と λ1 → λ1 − θ̇(τ), λ2 → λ2 + θ̇(τ) のもとでゲージ不変である．式 (7) における正準座標
(ωα, ω̄α̇, ψα, ψ̄α̇, π̄α, πα̇, ρ̄α, ρα̇, a, f, λ1, λ2)から，それらに対応する正準運動量を (P (x)

αα̇ , P
(ω)
α , P

(ω̄)
α̇ ,

P
(ψ)
α , P

(ψ̇)
α , Pα(ρ̄), P

α
(ρ), P

(a), P (f), P (λ1), P (λ2)) と表す．式 (7)を基に正準形式を構成すると，拘束
条件が得られる．いま，得られた全ての拘束条件は第一類と第二類に分類することができること

がわかる．

　ラグランジアン (7)から，パウリ・ルバンスキーのスピンベクトルが次のように求まる:

wαα̇ =
1√

2|π̄δρ̄δ|

[
(πβ̇ρβ̇ − γπ̄

β ρ̄β)kπ̄αρα̇ + (π̄β ρ̄β − γπβ̇ρβ̇)k̄ρ̄
απα̇

]
. (8)

また，拘束条件の解から，p2 = 2|π̄αρα|2が得られるので，この式にパウリ・ルバンスキーベクトル
(8)とラグランジアン (7)から得られる拘束条件m

√
2γ = (1+γ)|π̄αρ̄α|, ±

√
γ|k|(π̄αρ̄α+πα̇ρα̇) = s

と π̄αρ̄α = πα̇ρα̇を用いると，質量殻条件が次のように導かれる:

p2 =
m2

1− w2

s2

. (9)

4 まとめと今後の課題

　本研究ではまず，剛性をもつ無質量粒子の１次形式 (2)を与えて，この式を基に剛性をもつ無質
量粒子のスピナー形式 (3)を導出して，その解析を行った．その結果，剛性をもつ無質量粒子の模
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型はヘリシティsをもつ無質量粒子を記述して，ヘリシティsが量子化されて整数値か半整数値を

とることが確かめられた．このことは，1990年に Plyushchayが導いた結論に一致している．ま
た，一般化されたワイル方程式を満たす正振動数と負振動数のスピナー型の波動関数が得られた．

さらに，スピナー形式 (3)を基にツイスター形式 (4)を導き，剛性をもつ無質量粒子のツイスター
形式がゲージ化された白藤の作用に一致することを確かめた．

　次に，剛性をもつ無質量粒子で用いた手法を有質量粒子の場合に適用することで，対応するス

ピナー形式 (6)とツイスター形式 (7)を導出した．このとき，剛性をもつ有質量粒子のツイスター
形式を記述するためには，2種類のツイスター変数が必要であることが確かめられた．ツイスター
形式 (7)を基に正準形式を構成して，拘束条件を第一類と第二類に分類した．また，質量殻条件
(9)から，この模型では粒子の質量がパウリ・ルバンスキーベクトルの大きさに依存することがわ
かった．

　剛性をもつ有質量粒子のツイスター形式の正準形式を基にディラック括弧を定義して正準量子

化を実行することやパウリ・ルバンスキーベクトルの固有値問題を考察することが今後の課題で

ある．
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格子QCDによる I=0スカラー・チャンネルに対する
4クォーク状態の研究

名古屋大学大学院理学研究科

若山将征

1 導入

　軽い九重項スカラー中間子の性質はハドロン物理学における興味深い問題である。特に I = J = 0
の σ 中間子は、近年になってから π-π 散乱の精密な解析により、その存在が確立した。Particle
Data Groupによると、σ中間子の質量は、400-700 MeVである [1]。σ中間子は、SU(2) × SU(2)
カイラル対称性のメカニズムから π中間子のカイラルパートナーであると考えられる。しかし、

σ 中間子の構成や質量生成機構はまだ理解されていない。Jaffeは σ 中間子を含む九重項中間子

はテトラクォークであると提唱した [2]。ダイクォークと反ダイクォーク間のカラー磁気相互作用
による引力により、σ中間子の質量を 600 MeVと予言している。非線形カイラル模型では、σ中
間子は中間子分子型の状態であるという考えもある。最近では、X(3872)や Y (4260)、Z(4430)、
Zb(10610)、Zb(10650)のように、中間子分子型状態であると考えられる状態が多く発見されてい
る [1]。クォーク質量が変化するにつれて、ハドロンの成分や 4クォーク状態がどのように変化す
るのか検討することは非常に興味深いことである。

我々は 2フレーバーのフル QCD計算を用いて、I = 0スカラー中間子における 4クォーク
状態の可能性を探索する [3]。I = 0スカラー中間子に対するクエンチ計算は幾つか行われてい
る [4, 5, 6, 7, 8]。σ中間子に関して q̄qの演算子を使った初めてのフルQCD計算は SCALARコ
ラボレーションによって検討された [9]。この計算では、連結ダイアグラムと非連結ダイアグラム
は σ中間子の相関関数に同程度で寄与することを示した。最近では、Prelovesekらが σ中間子が

中間子分子型状態やテトラクォーク状態のような 4クォーク状態で表される可能性を非連結ダイ
アグラムを無視して検討を行っている [10]。我々は非連結ダイアグラムによって与えられるクォー
クループが 4クォークの存在を作るのに重要な役割を果たすことを示す。

2 4クォーク演算子の定式化

　本計算では、以下の 2つの 4クォーク演算子を採用する:

Omolec(t) =
1√
3

[
Oπ+

(t)Oπ−
(t)−Oπ0

(t)Oπ0
(t) +Oπ−

(t)Oπ+
(t)
]
, (1)

Otetra(t) =
∑
a

[ud]a(t)[ūd̄]a(t) . (2)

84

Soryushiron Kenkyu



中間子分子型演算子Omolec(t)は π中間子演算子Oπ±
(t), Oπ0

(t)から構成され、テトラクォーク
演算子Otetra(t)はダイクォーク演算子 [ud]a(t)

[ud]a(t) =
1
2

∑
x b,c

ϵabc
[
uTb(t,x) Cγ5 d

c(t,x)− dTb(t,x) Cγ5 u
c(t,x)

]
, (3)

によって組まれる。ここで、C は荷電共役行列である。

中間子分子型演算子とテトラクォーク演算子の相関関数はそれぞれ

Gmolec(t) =
⟨
Omolec(t)Omolec †(0)

⟩
= 2

[
D(t) +

1
2
C(t)− 3A(t) +

3
2
V (t)

]
, (4)

Gtetra(t) =
⟨
Otetra(t)Otetra †(0)

⟩
= 2

(
D′

1(t) +D′
2(t)
)
− 2

(
A′

1(t) +A′
2(t) +A′

3(t) +A′
4(t)
)

+
(
V ′

1(t) + V ′
2(t) + V ′

3(t) + V ′
4(t)

)
,(5)

と書ける。式 (4)-(5)の右辺はそれぞれクォーク場で汎関数積分することによって得られる。こ

Figure 1: 中間子分子型演算子の相関関数Gmolec(t)に対するダイアグラム。

Figure 2: テトラクォーク演算子の相関関数Gtetra(t)に対するダイアグラム。

こで、D(t)と C(t)、A(t)、V (t)は図 1、D′(t)とA′(t)、V ′(t)は図 2のダイアグラムにそれぞれ
対応する。D′(t)とA′(t)、V ′(t)の添字はカラーの縮約の違いを表す。
相関関数Gmolec(t)とGtetra(t)はともに二重非連結ダイアグラム V (t)と V ′(t)を含むが、これ

らは我々の計算では無視される。ラージNc見積もり法 [11]を仮定すると、図 1-2のダイアグラ
ムは以下のように見積もられる: D(t), D′(t) ∼ O(N2

c )、C(t) ∼ O(Nc)、A(t), A′(t) ∼ O(Nc)、
V (t), V ′(t) ∼ O(1)。上記の仮定の下で、二重非連結ダイアグラム V (t)と V ′(t)は他のダイアグ
ラムに比べて無視できるとした。さらに、ラージNc見積もり法は一重非連結ダイアグラム A(t)
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とA′(t)が連結ダイアグラム C(t)と同じオーダーになることを示唆する。一重非連結ダイアグラ
ムは 4クォーク状態を理解する上で必須になる可能性があり、無視すべきではない。

3 数値シミュレーション

　我々は 2フレーバーのフル QCD計算において、中間子分子型とテトラクォーク演算子の相関
関数を計算する。我々は格子サイズを除いて、文献 [12] と同様のパラメータ (クローバー係数
CSW = 1.68と β = 1.7) を使用する。我々の計算では、格子サイズは 83 × 16とした。我々は
クローバー作用を用いたハイブリッドモンテカルロ法を用いて配位を生成した。ホッピングパラ

メータ κ = 0.146, 0.147, 0.148での配位数はそれぞれ 16496, 14344, 11720個である。κの臨界
値は κc = 0.152(6)である。また格子間隔 aは、κcでの ρ中間子の質量と ρ中間子の物理的質量

mρ = 770 MeVとの比較から、a = 0.269(9) fmと求めた。κ = 0.146, 0.147, 0.148での π中間子

と ρ中間子の質量はそれぞれmπ = 747(27), 682(25), 607(23) MeV、mρ = 1050(39), 996(38),
956(39) MeVである。クォーク相関関数はクローバー作用を用いて計算した。非連結ダイアグラム
については、部分固有値法を適用した Z2ノイズ法を用いた。また時間軸方向において希釈法 [13]
を実行した。

Figure 3: π中間子の質量の 2乗 (赤色丸形)と π中間子の質量の 2倍 (白抜き赤色三角形)、ρ中間
子の質量 (白抜き紫色丸形)、中間子分子型の質量、テトラクォークの質量 (白抜き青色四角形)の
クォーク質量依存性。中間子分子型の質量は一重非連結ダイアグラムを含む場合 (緑色菱形)と含
まない場合 (白抜き緑色菱形)の両方を載せた。カイラル極限は κc = 0.152(6)で与えられる。

図 3に κの逆数を関数とした (mπ)2と 2mπ、mρ、m
molec、mmolec

con 、m
tetraの結果を示す。中

間子分子型の質量は 2 ≤ t ≤ 5における有効質量のプラトー部分から得た。κ = 0.146, 0.147, 0.148
では、一重非連結ダイアグラムを含む場合と含まない場合の中間子分子型の質量の違いは小さい。
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両方の場合において、質量は 2mπとほぼ等しく、中間子分子型演算子は 2粒子の π-π散乱状態との
オーバーラップが大きいことが示唆される。更なる調査は 2粒子の π-π状態のエネルギー変化の計
算が有用である [4, 14]。一重非連結ダイアグラムを含む場合のテトラクォークの質量は 1 ≤ t ≤ 4
における有効質量から得た。テトラクォークの質量は中間子分子型の質量より大きく、クォーク

質量が小さくなるにつれてその差は大きくなる。それは、テトラクォーク演算子は基底状態との

オーバーラップが小さく、励起状態とのオーバーラップが大きいことを示唆する。この計算では、

中間子分子型演算子とテトラクォーク演算子において、4クォーク束縛状態は観測されなかった。

4 まとめ

　我々は、2フレーバーでのフルQCDによる I = 0のスカラーチャンネルの計算を行った。演算
子として 4クォーク演算子を用いて、中間子分子型及びテトラクォークに関する検討を行った。ど
ちらの場合においても、一重非連結ダイアグラムの寄与が重要であることを初めて明らかにした。
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IceCubeの高エネルギーニュートリノと素粒子現象論

京都産業大学益川塾

渡邊 篤史

1 導入

このトークでは、最近観測され始めた高エネルギー天体ニュートリノと素粒子論の関わりについ

て、とくに Lµ − Lτ ゲージ対称性モデルを例にとって紹介した。

過去を振り返ると、天然ソースのニュートリノは、素粒子論の発展にとってしばしば重要な役

割を果たしてきた。実験からの新しい情報がもたらされるタイムスケールがどんどん長くなって

きている今日では、最近 IceCube実験で受かってきた高エネルギー天体ニュートリノも（天体物
理だけでなく素粒子物理に）何とか活用できないか？と考えたくなる。

2 最近の IceCube の結果

文献 [1]で、IceCubeは 30 TeVから 2PeVの領域に 36件の検出器内でのニュートリノ反応を報告
し、大気ニュートリノによる説明は 5.7σで棄却されるとした。イベントの顕著な方向依存性はな
く、等方的なフラックスとの矛盾は報告されていない。また、文献 [2]では、up-going ミューオン
の解析を行い、このデータにおいても大気ニュートリノの理論からの顕著なズレを発見している。

さらに文献 [3]では、検出器内でのニュートリノ反応や、up-going ミューオンのシグナルなどを
合わせたグローバルな解析を行い、スペクトラムの指数 γに対して γ = 2.50± 0.09という結果を
得ている。γ = 2.0は 3.8σで嫌われており、高エネルギーニュートリノに関する情報が徐々に得
られてきている。

3 Lµ − Lτゲージ対称性

Lµ−Lτ ゲージ対称性とは、レプトン数をゲージ化した対称性の一種で、電子、ミュー、タウフレ
イバーのレプトンがそれぞれゼロ、1, −1のチャージを持っているとするものである。チャージの
割り振りを表にまとめると、次のようになる。

Le Lµ Lτ eR µR τR H νR1 νR2 νR3

U(1)Lµ−Lτ 0 1 −1 0 1 −1 0 0 1 −1

ここで、Le,µ,τ は左手型のレプトンダブレット、eR, µR, τRは右手型のレプトンシングレット、H
はヒッグス場、νR1,2,3 はゲージ無色の右手型ニュートリノである。右手型ニュートリノの導入の

仕方にはいろいろなバリエーションが考えられるが、ここから例えば、チャージ 2と 1を持った
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Figure 1: Lµ − Lτ モデルのパラメター領域の様子。

ゲージ無色のスカラー場を導入するなどして、レプトンの質量と混合を現実的なパターンと一致

させていくことができる。この場合、右手型ニュートリノのマヨラナ質量行列のみが非対角的な

構造をもち、その他の湯川結合行列は対角的な行列となる。 νR2 と νR3 がベクターライクなペア

となっているおかげで、大気ニュートリノ混合角 θ23が自然と θ23 ≃ 45◦とできる点は面白い。

また、一世代目の場はチャージを持っていないおかげで、この U(1)Lµ−Lτ に付随する Z ′の粒

子の質量は、電弱スケールよりもずっと軽いものも許される [4]。さらに、ミューとタウは Z ′と

結合しているので、この Z ′粒子の寄与により、muon g − 2のズレを説明できる [5]。

埼玉大学のグループは、論文 [6]で、この Z ′ の効果によって、IceCubeによって観測されて
いる天体ニュートリノのスペクトラムのギャップ [1]を説明できることを示した。適当な質量の
Z ′ が存在すると、天体ニュートリノが宇宙背景ニュートリノと相互作用して共鳴的に Z ′ を生成

し、結果として天体ニュートリノのスペクトラムに共鳴エネルギーのところで “へこみ”ができ
る。Z ′の質量をMZ′、標的となるニュートリノの質量をmν とすれば、共鳴が起きるエネルギー

Eは、おおざっぱにいってE = M2
Z′/2mν となる。例えば、mν = 0.01 eVのニュートリノに対し

てMZ′ = 1 MeVならば E = 100 TeVとなるから、IceCubeが観測しているエネルギーのニュー
トリノと関係する。とくに、ゲージ結合定数が g ∼ 10−4、MZ′ ∼ 1 MeVのときは、muon g − 2
のズレを説明できる点であるが、この点がちょうど IceCubeで観測している天体ニュートリノに
関係することは面白い。
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私は、このLµ−Lτ モデルが IceCubeの物理に関係することを面白いと思い、「現在の IceCube
のデータによって、このモデルのパラメターはどんな制限を受け、また、将来はどの程度までこ

の手のモデルを探索できるだろう？」と興味を持った。Figure 1は、この Z ′モデルのゲージ結合

定数 gと質量MZ′ の空間のマップを示している。オレンジの g − 2とラベルされた帯の領域は、
muon g − 2のズレを説明するのによい領域を示している。Borexino, CCFR, BBN とラベルされ
た領域は、他の実験やビッグバン元素合成から嫌われている領域 [6]で、星印は現在の IceCubeの
データを最もよくフィットする点を表している。天体ニュートリノのソースは z = 1.0に局在して
おり、(Z ′の効果がないときの)フラックスは、文献 [3]にある等方的な γ = 2.5のベキのベスト
フィットのフラックスを仮定した。標的となるニュートリノについては、質量の和を 0.23 eV と仮
定した。フィットに用いた χ2関数とデータは、文献 [7]の解析と同じものを用いた。Figure 1か
ら、現在のデータではまだまだ significance が小さいが、(できるとすれば) 将来どのような具合
に、天体ニュートリノのデータが Lµ − Lτ モデルのパラメター領域を favor/disfavor するのかの
様子が想像できる。

4 まとめ

高エネルギーフロンティアで新しい物理のシグナルがなかなか見つからない昨今では1、最近み

つかってきた天体ニュートリノも素粒子論に活用できないかと考えたくなる。このトークでは、

Lµ − Lτ モデルを例にとって、IceCubeのバイプロダクトとしての新物理探索の可能性を考えた。
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クォーク・レプトンの質量と混合は荷電レプトンの質量だけを

インプットとして統一的に理解可能か？

大阪大学大学院理学研究科

小出 義夫

大変長いタイトルを付けてしまった．しかも，疑問文型のタイトルである．こんなモデルができ

るなら，それこそ，夢のような話である．

しかし，この疑問文に対する答は明確である：　そんな夢のような話，実現できるワケがない！

ただし，「ファミリーに依存しないパラメター」の助けを借りれば，そのようなモデルは可能で

ある．

「ファミリーに依存しないパラメター」とは，このトークでこれから説明をするが，要するに

特定のファミリーに選択的に係わるパラメターを一切使わないと言うことである．そのようなモ

デルが可能であることは，すでに今年，気がついて論文 [1]で，そのメカニズムを提案していたが，
そのときはまだ 16個のクォークとニュートリノの質量比と混合の独立な観測量を与えるのに，10
個の「ファミリーに依存しないパラメター」を必要とした．今回報告するモデルでは，それがたっ

た 6個のパラメターまでに減らすことに成功した．それは，従来の「ユカワオンモデル」に「デ
モクラティック・シーソーモデル」のアイディアを取り入れたことによる．特に，後者の話はあま

り皆様になじみがないと思われるので，それについて詳しく解説する．

なお，この仕事は，大阪工大の西浦さんとの共同研究に基づく [2]．

1 ユカワオン・モデル

ユカワオン・モデルでは，「湯川結合定数は「定数」ではなく，effective な量であり，ある scalars
(Yukawaons) のVEV が起源である」と考える：

Y eff
f =

yf
Λ
⟨Yf ⟩. (1)

ここで，ユカワオン Yf （f = u, d, ν, e）は 3× 3 の成分をもつスカラー粒子である．さらにいく
つかの flavons も導入されるが，いずれも 3× 3 の成分をもつスカラー粒子である．
フレーボンの真空期待値 (VEV)は，フレーボン間の相互作用（スーパー・ポテンシャル W）

の SUSY vacuum conditions から得られる．W は U(3)×U(3)′ 不変であり，かつ， R charges の
保存を要求する．結果として，クォーク・レプトンの質量行列は，VEV matrices の形で与えら
れる．

また，荷電レプトンの質量行列 Me が対角型であるフレーバ基底が，フレーバ物理での基本基

底と考える．質量と混合はこの基底の上で，記述される．通常の質量行列模型では，和の形で与

えられるのに対して，積の形で与えられることになる．（この点は従来の質量行列模型とは大きく

異なる点である．）
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我々は，「クォークとレプトンの質量と混合の起源はただ 1つ」と信じて，それらを荷電レプト
ンの質量のみをインプットとして，統一的に記述することを試みる．

2 デモクラティック・シーソー・モデル

20年前に，房岡と私は “Top-quark-mass enhancement in a seesaw quark mass matrix” というタ
イトルの論文 [3]を発表した．そこでは次のようなシーソータイプの質量行列が仮定される：

M =
(

0 mL

mR MF

)
, (2)

where
mL =

1
κ
mR ∝ diag(

√
me,
√
mµ,
√
mτ ), (3)

MF ∝ 1 + bfX3, (4)

1 =

 1 0 0
0 1 0
0 0 1

 , X3 =
1
3

 1 1 1
1 1 1
1 1 1

 (5)

従って，クォークとレプトンの質量は，パラメター bf を与えるだけで．すべて決まってしまう．

荷電レプトンでは be = 0 と選ぶので，他の質量は荷電レプトンの質量をインプットとして，すべ
て決まってしまう．
　このシーソーモデルの狙いは，トップ・クォークを

除く，他の粒子の質量を Λweal に比べて小さい理由を，
seesaw suppression に負わせる．Up-quark sector でだ
け，bu = −1 （従って detMF = 0）となるようにモデ
ルを作ることによって，右の図が示すように top-quark
mass enhancement を実現する．bu = −1 では MF の

固有値は (1, 1, 0) となるので，seesaw suppression は
第 1 世代と第 2 世代でだけ起き，第 3 世代は seesaw
suppression なしのため，

mt ∼ Λweak, (6)

となる．すなわち，mt の値が自然な形で理解できる．

ちなみに，この論文のタイトは　 top-quark mass en-
hancement となっているが，正確に言えば，「top-quark
だけ suppression を受けない」というのが，正しい．こ
の論文では，CKM mixng の値もほぼうまく出すこと
ができた．しかし．neutrino sector での数字合わせが
うまくできなかった．
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Fig.1 bf をパラメターとする質
量の予言（文献 [3] より転載した
図なので，横軸 bf の定義が異な
るため，図の bf の値を 3倍する
と，Eq.(4) での値となる．）
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もちろん，このモデルは，そのままではユカワオンモデルに持ち込めない．多少の付加的仮定

を置く必要がある．（ここでは時間の関係から説明を割愛する．論文 [2] をご覧いただきたい．）

3 VEV関係式と現象への適用

今回のモデルにおける flavons の VEV 関係式をまず掲げる．これらの関係式は SUSY vacuum
conditions から導かれたものであるが，その superpotential の形を示すことはここでは略する．
そこでは，U(3)×U(3)′ symmetry と R charge の保存が仮定されている．現象論には，この R

charges の assignments が決めてとなる．都合のよい flavons 間の相互作用項を与え，かつ，歓迎
しない組み合わせの項を禁止するように R charges を選べるかどうかが，現象論の決め手となっ
ている．また，普通の対称性の（特に離散対称性の）モデルでは，質量行列はいくつかの行列の

和の形で与えられているが，ユカワオンモデルでは，flavons 間の相互作用から VEV 関係式が出
てくるので．関係式はそれらの積の形となっていることに注意して欲しい．

⟨Ŷf ⟩ ji = kf ⟨Φ0f ⟩ αi ⟨(Sf )−1⟩ βα ⟨Φ̄T
0f ⟩

j
β (f = u, d, ν, e), (7)

⟨Φ0f ⟩αi =
1
Λ
⟨Φ0⟩ik⟨P̄f ⟩kα, (8)

⟨Pu⟩ = vP diag(eiϕ1 , eiϕ2 , eiϕ3), ⟨Pd⟩ = vP1, ⟨Pν⟩ = vP1, ⟨Pe⟩ = vP1, (9)

⟨Φ0⟩ = v0 diag (z1, z2, z3) ∝ diag (
√
me,
√
mµ,
√
mτ ), (10)

⟨Sf ⟩ = vSf

(
1 + bfe

iβfX3

)
. (11)

1 =

 1 0 0
0 1 0
0 0 1

 , X3 =
1
3

 1 1 1
1 1 1
1 1 1

 . (12)

ここで，VEV の形 (11)は U(3)′ が S3 に破れることによって生じたものである．この (11) に現れ
る係数 bf がこの論文でいうところの family-independent parameters の典型である．これに対し
て，Eq.(9) の Pu の VEV form におけるパラメター (ϕ1, ϕ2, ϕ3) は典型的な family-dependent な
パラメターである．しかし，Ref.[1]に示したように，このパラメター値はいつでも２つの family-
independent parameters を用いて (me,mµ,mτ ) の値に結びつけることができるので，我々はこ
れを family-dependent parameters とはカウントしない．
結果として，このモデルでは， family-dependent parametersとして (me,mµ,mτ )をインプッ

トとする以外は，一切のファミリー依存をもつパラメターは用いない．しかも bf のような，ファ

ミリー非依存のパラメターもたったの 6個しか用いない．
にもかかわらず，観測されているすべての質量と混合にすべてフィットできるということは，

まさに奇跡といってよいであろう．

参考までに，質量値を fitすることによって，parameters を fix したあとでの予言値を掲げて
みよう．
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CKM mixingでは parameters (ϕ1, ϕ2)がまだ freeで残っている．CKMの実験値を (ϕ1, ϕ2)平
面に描いてみると，1点ですべての実験値が交差することがわかる．その値が (ϕ1, ϕ2) = (−176.05◦,
−167.91◦) であり，そのときの予言値は

|Vus| = 0.2257, |Vcb| = 0.03996, |Vub| = 0.003701, |Vtd| = 0.009173, δqCP = 80.99, (13)

である．また，ニュートリノ質量比　Rν = (m2
ν2 −m2

ν1)/(m
2
ν3 −m2

ν2) = (3.09± 0.15)× 10−2に

よって残る最後のパラメター ξR を fix したあとは，PMNS は残る free parameter なしで，

sin2 2θ12 = 0.8254, sin2 2θ23 = 0, 9967, sin2 2θ13 = 0.1007, δℓCP = −68.1◦, Rν = 0.03118,
(14)

を予言する．レプトンセクターでの CP violating phase δℓCP の値が，大きさはクォークでのそれ
とほぼ同じで，符号が逆であることは注目に値する．また，このモデルはニュートリノ質量は順

階層型であるにもかかわらず，大きな値 effective neutrino mass ⟨m⟩ = 21 meV を与えることも
注目すべきである．.

4 まとめ

　 (i) Family symmetryとして連続群を考えたいのなら，湯川結合定数は，「定数」ではなく，flavons
(Yukawaons) のVEV であるとい考えざを得ない．

(ii) このモデルでは，flavor physicsの基本基底は 荷電レプトンの質量行列 Me が対角型とな

る基底であるとの前提で作られている．すなわち，対角型の ⟨Φ0⟩ の存在がキイポイントである．
(iii) Quarks と leptons の質量と混合は，(me,mµ,mτ )をもとに，統一的に記述可能であろう

という夢は，ついに実現した．この成功は，クォークとレプトンの質量と混合の起源はただ１つ

ということを確信させる．
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ニュートリノ系でのCPを破る位相を予言する模型

京都産業大学益川塾、大阪大学理学研究科

高杉 英一

1 CPを最大に破る質量行列

私たちは 2000年に、次のニュートリノの質量行列を提案した（荷電レプトンの質量行列は対角化
されている表示をとっている。）

mν = m0
1S1 +m0

2S2 +m0
3S3 + m̃1(T1 − S1) + m̃2(T2 − S2) + m̃3(T3 − S3). (1)

S1 =
1
3

 1 ω2 ω
ω2 ω 1
ω 1 ω2

 , S2 =
1
3

 1 ω ω2

ω ω2 1
ω2 1 ω

 , S3 =
1
3

 1 1 1
1 1 1
1 1 1

 ,
T1 =

 1 0 0
0 ω 0
0 0 ω2

 , T2 =

 1 0 0
0 ω2 0
0 0 ω

 , T3 =

 1 0 0
0 1 0
0 0 1

 . (2)

この質量行列は次の特徴を持っていることを示した。

(1)2-3混合とCPの破れは最大であること

mν を Trimaximal行列 VT で回転すると

m′
ν = V T

T mνVT =

m0
1 m̃3 m̃2

m̃3 m0
2 m̃1

m̃2 m̃1 m0
3

 , VT =
1√
3

 1 1 1
ω ω2 1
ω2 ω 1

 , (3)

となる。そこですべての質量パラメーターm0
i m̃iを実数と仮定すると、この行列は実対称行列O

で対角化され、その結果mν は V = VTOで対角化されることになる。この V は

V2i = V ∗
3i (i = 1, 2, 3) (4)

の性質を持ち、位相の付け替えで PMNS行列に変換することができることから、 |(UPMNS)2i| =
|(UPMNS)3i|が得られ

s223 = c223, cos δCP = 0, (5)

を得る。つまり、最大の 2-3混合（θ23 = π/4）と最大の CP の破れ (θ23 = π/4), δCP = ±π/2を
予言する (これはGrimusと Lavoura[2]の 2003年の指摘と同じ。)。
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Ma[3]は最近最大の 2-3混合と CP の破れを予言するニュートリノの質量行列を提案しているが,
それは行列 (1)と同じものである。

(2)新しい混合（Tribimaximal混合）の指摘

論文 [1]で、Oとして 45oの 2-3回転を行った。

VT

 1 0 0
0 1√

2
− 1√

2

0 1√
2

1√
2

 =

 1 0 0
0 ω 0
0 0 ω2




1√
3
−
√

2
3 0

1√
3

1√
6

− 1√
2

1√
3

1√
6

1√
2


 1 0 0

0 −1 0
0 0 i

 (6)

私たちは右辺の真ん中の行列を新しい混合行列と呼んだが、これはTribimaximal行列と同じであ
る。（これはHarrison, Perkinsと Scott[4]による 2002年の提案と同じである。)。

2 最大の破れからのずれに関する予想

前章で質量パラメーターが実数とすると、2-3混合とCP の破れが最大になることを示した。現在

の実験結果はこの予言に近いものになっている。この最大からのずれを予想しよう [5]。
この質量模型では、最大の値からずれは、質量パラメーターが複素数に変わることによりおこる。

このことを調べるために、まず実験値に近いTribimaximal混合行列に至り、それをさらに複素回
転することで実現しよう。次の式から出発する。

Ṽ ≡ VT


1√
2

0 − 1√
2

0 1 0
1√
2

0 1√
2

 =

 1 0 0
0 ω2 0
0 0 ω



√

2
3

1√
3

0

− 1√
6

1√
3
− 1√

2

− 1√
6

1√
3

1√
2


 1 0 0

0 1 0
0 0 −i

 . (7)

この行列で質量行列は下記のように変換される。

m̃ν ≡ Ṽ Tmν Ṽ =


m0

1+m0
3+2m̃2

2
m̃1+m̃3√

2

m0
3−m

0
1

2
m̃1+m̃3√

2
m0

2
m̃1−m̃3√

2
m0

3−m0
1

2
m̃1−m̃3√

2

m0
1+m0

3−2m̃2

2

 . (8)

次の２つの場合を考えよう。

(Case A) 1-3成分をゼロとし（m0
3 = m0

1）、2-3成分を複素数に他の成分を実数にとる。
この行列を対角化する行列はよい近似で

V ′ ≡ Ṽ

 1 0 0
0 c se−iρ

0 −seiρ c

 c′ s′ 0
−s′ c′ 0
0 0 1

 , (9)
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で対角化される。この行列から混合角をもとめ、さらに Jarlskog invariantを計算することにより

| cos δCP || tan 2θ23| =
√

c413

8s213(1− 3s213)
− 1. (10)

の関係式をえる。θ12については tan θ12 = (
√

2 tan θ′ +
√

1− 3s213)/(
√

2−
√

1− 3s213 tan θ′) とな
る。

(Case B) 2-3成分をゼロとし（m̃1 = m̃3）、1-3成分を複素数に他の成分は実数ととる。
この行列を対角化する行列はよい近似で U13O12となり、（Case A)と同様な計算より

| cos δCP || tan 2θ23| =

√√√√ c413

2s213(1− 3
2s

2
13)
− 1 (11)

を得る。また、 tan θ12 = (
√

2− 3s213 tan θ′ + 1)/(
√

2− 3s213 − tan θ′).となる。

3 まとめ

ここでは 2-3混合とCPの破れの最大からのずれの関係を、典型的な場合に示した。ここでの特徴
は、ニュートリノの質量と混合角は現在の実験値に近い限り、どの様な値でも再現できることで

ある。つまり、質量と混合角を再現できる模型での両者の関係の予想式を与えている。また、こ

の式は、次のような場合にも成立する。

質量行列から Tribimaximal混合行列から出発して（Case A)や (Case B)の回転をあたえた場合
を考えよう。ここでの場合との違いは（7）の右辺にかかる位相行列がない点である。この場合、
ここで考察した位相 ρを ρ−π/2と変換することにより実現できる。私たちの導いた関係式は、こ
の位相に依存しないため、このような場合でも成り立つわけである。

結論として、私どもの導いた関係式 (10)と (11)は広い範囲で満たされる関係式である。
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ローレンツ不変なハドロン分光学

日本大学理工学部理工学研究所

石田 晋

【要約】

クォーク多体系に固有時・量子力学を適用する。その方法は慣性系としての粒子座標系（v =一
定）に於いて，最小作用原理に基づく変分法を古典力学の「作用」に適用することから始め，量

子化に至る迄の一切の手続きを行うことである。

【目次】

1 関連する，基本的物理概念
2 τ -量子力学の骨子と素ハドロン場の量子論
3 一新するハドロン分光学（Evolved Hadron-Spectroscopy）
4 新・ハドロン分光学の信憑性―実験との比較
5 結論と討論

1 関連する，基本的物理概念

1.1 ローレンツ変換と慣性系，そしてクォークの閉じ込め

!"#$%&'()*+,-.
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= c
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{

Φα(Xµ)|p2
µ
=m2

q

}

≈

{

Φp(v),α(X, τ(v))|whole−v

}

p(r/s̄)µ (v) = κ
(r/s̄)Pµ(v)

Figure 1: 粒子座標系（v ̸= 0）とクォーク
の閉じ込め
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χ
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J = 0, 1

Figure 2: “素ハドロン”概念の導入

Fig. 1では1，まず「慣性系としての粒子系ではすべての物理法則は，vの値に依らず同じ形―ロー
1Propertime Quantum Mechanics for Confined-Quark System and Composite-Hadron Spectroscopy S. I., T.

Maeda, K. Yamada, M. Oda, in preparation.
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レンツ不変―である」事が強調される。一方我々， σ-グループでは長期間に亘りハドロン現象論
に共変的複合模型（COQM）を適用し，その構成子・クォークは通常の「ハドロンはクォークの
束縛状態」とする見方からは非常に特異な振る舞い―（自由粒子 /部分子）的運動―を示す事が明
らかになった。しかしながら，この「クォークの特異な振る舞いや，閉じ込めの機構」は，ここ

では，「可能なすべての慣性系を視野に入れる見地」から極めて自然に理解出来ることが示されて

いる。又ここでは，ローレンツ変換では「粒子の質量の符号が不定である」ことが示されている

が，後述のように新分光学では負質量のクォークキラロン（Chiralon）が重要な役割りを持つこ
とになる。

1.2 標準ゲージ理論でのカイラリティと「素ハドロン」

Fig. 2で示されているように（QCD/標準ゲージ理論）では，あらゆる型のゲージ相互作用を通し
て「クォーク対（q̄，q）のカイラリティは各フレーバー毎に保存される」。これ迄長い間見過ごさ

れて来たが，我々はこの定まったフレーバー対称性・構造を持つ「クォーク・複合ハドロン」は，

電子や µ粒子等のレプトンと対比される素粒子として，素ハドロンと名付ける事にする。又これ

に伴うその属性は {χF }とする。この講演では，まず「基底・クォーク対中間子」のみを取り上げ
る。この素中間子 ϕ(i)(X)は，クォーク対複合WF2Φ(X)(M)β

α の独立な bi-Dirac行列 Γ(i)β
α に依

る展開―共変クォーク・表示（ Covariant Quark Representation）[1] に依って定義される。その
物理的要点は； 素中間子の属性，J{PCχ}は空間的な広がりを持つウルサイトン・クォーク対に

よって定まり，その 時間的な変化としての生成・消滅は局所場として量子化された素中間子が担

う事にある。

2 τ-量子力学の骨子と素ハドロン場の量子論 3

2.1 クォーク孤立系の τ-量子力学

Fig. 3に当該のテーマについて，古典力学から，はじまる重要な公式を与えておく。次にこの公式
に関連する興味ある視点を列挙する；

(1) ここに与えた作用 Sは，τ -スケール変換で不変である（孤立系の τ -スケールは観測不能）。
対応するゲージ条件，Ĝ = 0，はクォークのOn-Mass Shell条件に当たる。

(2) この条件の為，“Prime”ハミルトニアン：Ĥ ∝ Ĝ = 0となり一見困難に思われるが，むし
ろ，解となるWFの次の二つの重要な性質を導く。

i) Ĝを（Pµ-空間で）因子化すれば，正及び負の τ -振動数解が現れ，Observer Frame (O.
F.)では，そのそれぞれは±M を “Real”ハミルトニアンとするシュレーディンガーEq.
を満足するので，正反・ハドロンのWF，Φ(H/H̄)，と同定される。このことはファイ

ンマンが直感的に想定した Crossing Ruleが，理論的に導出された事を意味する。
2この Φ(X)

(M)β
α は正確には Φ(X)

(M)β

N̂,α
（後出 §2.2，Fig. 6）を指す。

3この標題に関連するテーマについての，より詳細な（，preliminary）内容が第１回と第３回連携シンポジウムに
於いて，現講演者によって述べられている。（詳しくは，その報告 [2]（第１回），[3]（第 3回）を見よ。）
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H = PµẊµ − L

(

=
K

M
(P 2

µ +M
2)

)

= 0

Φα ≈ B̂(v)χi ?-(@'A+!B-<1C!.D-(&<!!!!!#EF?GH".D-(!!!H/α i

i
d

dτ
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Figure 3: クォーク孤立系：古典論から量子
論まで
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Figure 4: クォーク多体系の量子論：その枠
組み

ii) Ĝを bi-Dirac行列・空間で因子化すれば，負・質量の Chiralon（JP = 1
2

−
）が，当初

導入された正・質量の Paulon（JP = 1
2

+
）の影のクォークとして，出現する。この事

は素ハドロンのスペクトルが質量反転-対称性を持つ事を意味する。

2.2 クォーク多体系の τ-量子力学

Fig. 4に当該のテーマについて，その基本的枠組みが述べられる：

(1) 無矛盾な理論の建設のために（種々の検討の結果として）クォーク多体系でのクォークの座
標を図示したように極めて特殊に設定した。特に系の { 粒子’s }の座標を内部と外部に完全
分離した。この決め手となったのはすべての構成子，そして親ハドロン（その空間座標はす

べての構成子の重心）に共通の固有時 τ(v)を持たせたことにある。

(2) (1)での共通の固有時の設定が内，外-自由度の統一的な量子化を可能にした。そのハネカ
エリとして系の波動関数は内部自由度の運動について運動学的な制限条件（Kinematical
Constraint）を受ける事になる。

(3) 以上の結果，系の作用Sは，内，外・自由度について Separableな形で与えられ，系の発展が，
dτ(v) > 0，に限られる事と合わせてO. F.でのシュレーディンガー方程式が “Real”・ハミルト
ニアンM̂（> 0）に依って図示のように表される。この式はCrossing Ruleが導出されたこと
を意味している。この事情は，単純に理想化された前節（§2.1(2)の i)）でも同じである。

次に Fig. 5にクォーク多体系での量子力学に現れる公式，種々のDirac Spinorの表示変換式等を
まとめて提示し，その簡単な解説を行う。
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(1) 非局所・構成子クォークWF，Φ(q)
α (X, r)を内部振動に関する直交関数ON̂ (r)で展開する。

その係数 ΦN̂,α(X) は一連の素クォーク場を表す。この ΦN̂,α(X)は四元 Pµに依ってフーリ

エ展開される。一方，スピン関数はm-スピンの (+,−)方向について sum-upされ，その結
果，（質量反転/カイラリティ）対称性を持つように設定されている。

(2) Ũ(4)DS,mスキームでは二種のDirac-Spinors {Const. Q. Sp., Urciton Sp.}が現れるが，前
者（後者）は，有（無）次元であり，そのそれぞれはmF -依存性を有す（有さない），一方

(3) {素中間子’s}の Effective-Verticesのフレーバーに依らない大局的構造は，ウルサイトン・
スピノルによって決定され，色々のフレーバーの組み合わせを持つ実際のVerticesでは，関
与する Const. Q. Sp. の {mF ’s}に依る質量依存性が表れる。

(4) 素ハドロン場は τ ゲージ条件により Mass-Shell 条件を満たすので，QCD に依る Strong-
Interaction S-matrixを張る漸近場となる。
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Figure 5: クォーク多体系の量子力学―その
諸公式
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Figure 6: τ・量子力学から見た新・ハドロン
分光学

3 一新するハドロン分光学

以上に述べて来たように（慣性系としての粒子座標系で展開された）τ・量子力学では，従来の非

相対論的分光学は一新されることになる。Fig. 6では，その要点をマトめよう。
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【運動学的枠組み】：
{
Ũ(4)(q)m ⊗ Ũ(4)(q̄)m

}
⊗ {O(1)r⊥v|whole−v in O(3, 1)Lor.} 4

（構成子）ウルサイトン・クォークはローレンツ座標：x
(i)
µ (τ(v))，及び Pauli-スピン；χr,s(v)を

持つ。前者は時間 τ(v)，による運動に連れて変化するが，後者は関与する粒子系（v = const.）の
みに依存する。ここで，Pauli-スピンには二種（空間座標の回転に関わる σ-スピン；質量反転に関
わるm-スピン）あり，m3 = (↑, ↓) を持つ SU(2)m-空間の基底ウルサイトンは JP = (1

2

+
, 1

2

−)を
持つ。

（素ハドロン）の属性は {J, P,C, χ}，ここで新しく加わった属性 {χ}は実際の複合・ウルサイト
ン-多体系としての各ウルサイトンのフレーバーに依存するカイラリティ構造を表す。

【具体的構造】

素ハドロンのスピンはJ =
∑

i Siのみで定まる。何故なら軌道角運動量L ≡ l(i)（l(i) ≡ r(i)×p(i)）

であり，確定した l(i)を持つ状態は加速度を持ち，加速度ゼロの慣性系には，表れないからである。

従ってすべての素ハドロンは，基底-，もしくは動径-励起状態である。又，Energeticな γ∗によっ

て生じる，ベクトル-V ∗
γ 状態は，カイラリティには無縁であり，これは確定したカイラリティを

持つ素ベクトル V {P,C,χ+/χ−}の混合状態，V
(0)
γ ≡

(
V

{−,−,+}
(N) ⊕ V {−,−,−}

(E)

)
となり素ベクトル V(N)

と V(E)の対発生と解釈出来る。この事情は次節 §4で新分光学の信憑性を確かめる重要な手がか
りを与える。

4 新・ハドロン分光学の信憑性ー実験との比較

A) 「e+e− 消滅データの再解析」での「低質量ベクトル状態 {Vγ(qq̄)’s}」の存在

標題のテーマについて得られた解析結果を Fig. 7に示した：

この検討から，

「当実験のエネルギー領域で得られるべき，ベクトル状態；既知の [ω(782), ϕ(1020)]を含む，
新分光学での期待される，すべての V

(1)
γ (n+n̄+)，V (2)

γ (n−n̄−)；V (1)
γ (s+s̄+)，V (2)

γ (s−s̄−)の
存在，及びそれぞれのフレーバーを持つ

(
V

(1)
γ , V

(2)
γ

)
の Relative-Phasesが，解析の結果と

consistentである。特に ω(1250) ≡ V (2)
γ (n−n̄−)の存在はRemarkableである」と云えよう。

B) Υ(10860; 53S1(bb̄))近傍の Belle実験データの「謎」

標題のテーマについて得られた，新分光学の見地からの検討の結果を Fig. 8 に示した。

この検討から，

「Belleデータについて，非相対論的・分光学の見地から指摘されていた殆どすべての謎が，
新分光学の立場ではスッキリした説明が可能となる。特に hb((1, 2)P )と同定された二つの

4内部座標は，これ迄一般的な制限に基づく，{r ∈ O(2)r⊥v}空間としたが，ここでは簡単な実際的モデルとして採
用する一次元振動子の構造 O(1)r⊥v とかく。
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Figure 8: Belle・データの謎と新分光学

P 波共鳴 (hb(9898)，hb(10259)) が，新分光学では，A(E)
b ((1, 2)S); 3S1状態であり，その属

性 J{PCχb} = 1{+,−,−}の素中間子と同定出来ることは特筆すべきである」と云えよう。

5 結論と討論

i) クォーク多体系に新しい見地を取り入れた固有時量子力学を適用し，統一的に第一，第二量
子化を行う処方を提案した。ここで実際に量子化された“素ハドロン”分類法がローレンツ

不変なハドロン 分光学にあたる。

ii) 新分類法を現在のハドロンの「現象論的知見」と比較した結果，これはかなり有望であると
の心証が得られた。

iii) 以上から，これ迄非相対論的クォーク模型から得られたハドロンの現象論的知見は,「再検
討の必要あり」と思われる。
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共変振動子クォーク模型による励起D中間子系のパイオン放出崩壊

日本大学短期大学部（船橋校舎）

前田　知人1

1 はじめに

　最近の高エネルギー加速器実験の発展により，重いクォークを含むハドロンの分光学は著しい進

展を遂げている [1]．本研究で注目するチャームドメソン（D = (cū, cd̄)）に関しては，基底状態及
び第 1励起状態はすでに分類が確立されているが，2010年から 2015年にかけて BaBarと LHCb
により，e+e−並びに pp衝突からの包含反応過程の解析，B(Bs)中間子崩壊過程のダリツ・プロッ
ト解析の結果が次々に報告され，複数の新しい励起チャームドメソンの存在が確認された [2] ．な
かでも最新の LHCbの結果よれば，2.8 GeV近傍の質量領域に第 2励起状態と考えられる 3つの
状態，D∗

1(2760)，D′
J(2750)，D∗

3(2760) が存在することが明らかとなり，これらのメソンの分類
が喫緊の課題となっている．クォーク模型による分類を確立するためには，適切なポテンシャルの

下で質量準位を再現することに加え，その崩壊特性を調べることが重要である．現在までに非相

対論的クォーク模型（NRQM）に基づく崩壊の計算がすでにいくつか報告されており [3, 4, 5, 6]，
理論と実験が相互に触発し合っているという状況にある．

一般に，高励起状態から基底状態のように大きな質量差を持つ状態間の遷移の場合，崩壊後の

メソンは大きな運動エネルギーを持って反跳することから，その重心運動は相対論的に取り扱う必

要があると考えられる．そこで本研究では，相対論的共変なクォーク模型である共変振動子クォー

ク模型（COQM）を用いてパイオン放出による崩壊幅を評価する．得られた結果を，実験値及び
先行する非相対論的クォーク模型の結果と比較しCOQMの特徴である相対論的効果が，崩壊幅に
いかに寄与しているかを議論する．また，実験的にまだ見つかっていない状態について，その質

量，崩壊幅，混合等を考慮して，今後の実験で見つかる可能性についても議論する．予言のいく

つかは，他の模型による結果と異なり，将来の実験で検証可能である．

2 共変振動子クォーク模型とパイオン放出崩壊過程

　COQMはメソンの静的性質に関するNRQMの重要な成果を保ちつつ，反応現象にも適用でき
るよう，それを相対論的に拡張した模型である2．チャームドメソンの波動関数は，NRQMの特
徴を引き継ぐように時空部分 f とスピン部分W の直積の形を仮定し，各部分を別々に共変化した

1本報告は，日本大学大学院理工学研究科の吉田顕人氏，日本大学短期大学部（船橋校舎）の山田賢治氏，日本大学

理工学研究所の石田晋氏，国士舘大学理工学部の織田益穂氏との共同研究に基づく．
2COQMは長い発展の歴史を持つ [7]．１グルーオン交換の効果を含めた軽クォークメソン系の質量スペクトル [8]，

軽クォークメソン系の輻射崩壊 [9]，ハドロンの電磁形状因子 [10]など，多くの現象に適用され相対論的効果について
興味深い成果を残している．本誌の石田晋氏の報告も参照されたい．
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「ブースト LS結合形式」が採用されている．

Ψ(x1, x2)(±)
α

β =

√
2M

2P0(2π)3
e∓iPµXµ

fν1ν2···(v, x)⊗W β
α,ν1ν2···(v) (1)

α，βはディラック・スピノールの指標，xµ1 は u, dクォーク，xµ2 は c̄クォークの 4元座標で，重心
（相対）4元座標とはXµ = (m1x

µ
1 +m2x

µ
2 )/(m1 +m2)（xµ = xµ1 − x

µ
2）で結びついている．ま

たm1,2は各構成子クォークの質量，P
µ = Mvµはメソンの 4元運動量を表す．この波動関数は，

純閉じ込めの極限で次式のクライン・ゴルドン型方程式を満たす解として設定される．(
− ∂2

∂Xµ∂Xµ
−M2(x)

)
Ψ(X,x)αβ = 0, M(x)2 = λ

(
1
2µ

∂2

∂xµxµ
− 1

2
Kxµx

µ

)
+ const. (2)

ここで，λ = 2 (m1 +m2)，µ = m1m2
m1+m2

であり，K はばね定数を表す．M2はスピンに依存しな

い質量 2乗演算子で，この演算子の固有値が，現象論的によく知られた直線的レッジェ軌跡型の
スペクトル，M2

N = M2
0 + (L+ 2Nr)Ω（Lはクォーク間の相対軌道角運動量，Nrは動径励起量子

数，M0は基底状態の質量，Ω = λ
√

K
µ）を与える．基底状態，励起状態の時空波動関数は，それ

ぞれ具体的に次式で与えられる．

fG(v, x) =
β2

π
exp

[
β2

2
(x2 − 2(v · x)2)

]
, fµ1µ2...(v, x) = a†µ1

a†µ2
· · · fG(v, x) (3)

ただし，a†µ = 1√
2β2

(βxµ + ∂xµ)，β = (µK)
1
4 であり，COQMではメソンの静止系において，相

対時間方向の振動に対応する励起の自由度を凍結するため，定計量型補助条件 Pµa†µf(v, x) = 0
（a†0は消滅演算子）を課す点が本質的に重要である [12]．

一方，スピン波動関数はメソンの重心速度でブーストされた各構成子のディラック・スピノル

の積で与えられる3．

本研究ではメソン中のクォークとパイオンの相互作用を，文献 [13]の手法に従って，(2)式に
おいて微分を ∂µ1 Ψ→ ∂µ1 Ψ− i gA√

2fπ
γ5∂

µ
1 ϕπ と置き換えることによって導入する

4．以上の枠組みの

下，チャームドメソンのパイオン放出過程に対する崩壊の散乱振幅は，摂動展開の最低次で

Sfi = ⟨f |
∫
d4x1

∫
d4x2⟨Ψ̄(x1, x2)

−i
2m1

gA√
2fπ

γ5σµν(
−→
∂ν1 −

←−
∂ν1 )Ψ(x1, x2)⟩∂µ1 ϕπ|i⟩ (4)

によって計算される．

3なお，時空部分とスピン部分の角運動量を合成した際に全体としてメソンの全スピンを担うように，それぞれは適

宜既約な成分に分解される．
4ϕπ はパイオンの場であり，点粒子の外場として扱う．また，fπ はパイオン崩壊定数である．実際の計算の際には，

南部・ゴールドストーンボソンであるパイオンの質量 2乗に比例する項は，寄与が小さいため無視する．
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3 数値結果

　不変振幅の式（4）を用いて崩壊幅の数値を計算した結果を表 1に示す5．計算に用いたパラメ

ターの値は以下の通りである．

fπ = 0.922 GeV, gA = 0.75, β = 0.43 GeV,m1 =
mρ

2
= 0.387 GeV, m2 =

mJ/ψ

2
= 1.55 GeV (5)

βは ρメソン系列のレッジェ軌跡の傾きから決めた値である [11]．これらの値は全て実験又は経験
則上よく知られた値であり，本研究で予言を行うために，アジャスタブル・パラメターは必要無い

ことに注意しておく．

Table 1: パイオン放出崩壊幅の結果と実験及び他の模型による結果との比較（in MeV）
Initial Final Γ
States States This work Experiment [1, 2] Ref. [4] Ref. [5]
D∗(2010) D π 116× 10−3 (83.4± 1.8)× 10−3 112× 10−3 125× 10−3

D∗
0(2400) D π 274 267± 40 248 154

D1(2430) D∗ π 250 384 +107
−75 220 161

D
′
1(2420) D∗ π 22 27.4± 2.5 21.6 9.92

D∗
2(2460) D π 30 39 15.3

D∗ π 19 19 6.98
Total 49 49.0± 1.3 59 23.0, 22.4

D∗
1(2760) D π 202 156.8 53.6

D∗ π 114 64.9 29.3
Total >∼316 177± 32 555.3 234

D∗
3(2760) D π 41 32.5 20.1

D∗ π 41 20.6 15.5
Total >∼82 105± 18 (Isobar) 67.9 51

D
′
2(2750) D π 61 ∼71 -

Total >∼61 71± 6 ∼71
D2(2750) D π 878 - -

Total >∼878 250∼500

4 まとめと議論

　基底状態及び第1励起状態として分類が確立されているメソン，D∗(2010)，D∗
0(2400)，D′

1(2420)，
D1(2430)，D∗

2(2460)の計算結果について，COQM及びNRQM[4]の崩壊幅の数値結果は，全体的
にほぼ実験値を再現していることが分かる．両者に違いは無いように見えるが，NRQM[4]では結
合定数の値が，gA = 0.557にとられているのに対し，COQMでは，4次元調和振動子のオーバッ

5本研究では現在のところ，運動学的に最も寄与の大きいと期待される Dπ，D∗π への崩壊過程しか計算しておら
ず，一般には全崩壊幅はこれらの 2つのモードの部分幅の和より大きくなる．
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ラップ積分から生じる不変形状因子において，相対時間の自由度に由来するファクターが崩壊幅

を抑制するため，gA = 0.75で実験が再現されるという点でわずかに異なる．
次いで，第２励起状態の結果について述べる．J = 3のD∗

3(2760)では，COQMの結果は他
の模型の結果に比べて値がわずかに大きく，実験値により近い．このとき我々の模型では，D∗π，

Dπへの分岐比が
Br(D∗

3(2760)→Dπ)
Br(D∗

3(2760)→D∗π) ≃ 1 となることが予言される．J = 1のD∗
1(2760)については，

我々及びNRQM[4] の予言は，共に実験値を大きく上回る結果を得た．しかし，この状態に対する
実験の解析では，同質量のD∗

3(2760)の存在を考慮に入れておらず，再解析することが望まれる．
D′
J(2750)に関しては，まだスピンパリティが決定されていないが，観測された質量と崩壊モード
から，JP = 2−のD

′
2(2750)6と仮定し計算した結果，実験値に極めて近い値が得られた．一方で，

もう一つの JP = 2−状態の存在が予測されるが，仮に質量を同一の 2750 MeVと仮定して幅を導
出すると，878 MeV以上という極めて大きい幅をもつため，実験で観測することは難しいと結論
される．このことは，実験でこのような状態が未発見であることと整合的である．分類を確立する
ためには，今後他の崩壊チャンネルもあわせて評価し，より正確な全崩壊幅を求める必要がある．
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Neutron-antineutron oscillation and parity and CP symmetries

Kazuo Fujikawa

Quantum Hadron Physics Laboratory, RIKEN Nishina Center

The neutron-antineutron oscillation is based on a representation of the neutron as a linear
combination of two fermions with different masses, which may be Majorana particles and thus
lead to interesting CP properties since a fermion that is a strict eigenstate of charge conjugation
cannot be an eigenstate of parity. The neutron oscillation thus implies the violation of parity,
but the neutron oscillation per se does not necessarily imply CP violation, contrary to a recent
analysis in the literature. On the other hand, if one adopts the parity conserving ∆B = 2
interaction, the two fermions are degenerate in mass and no neutron oscillation in a proper
sense takes place, although it leads to a transition from a neutron to an antineutron in the
process of neutron β decay, for example.

It has been argued recently that the observation of the neutron oscillation inevitably implies
violation of CP symmetry [1]. Following Ref. [1], we start with the free neutron Lagrangian
defined by

L = n(x)iγµ∂µn(x)−mn(x)n(x), (1)

that is invariant under the global phase rotation

n(x)→ eiαn(x), n(x)→ e−iαn(x), (2)

which defines the notion of baryon number.
The baryon number violating term with ∆B = 2, which is hermitian, is defined in Ref. [1]

by

L̸B = −1
2
ϵ[nT (x)Cn(x) + n(x)CnT (x)] (3)

where ϵ is a real number and C is the charge conjugation matrix. One can add a parity violating
mass term to the above Lagrangian in (1),

LPV = im′n̄(x)γ5n(x), (4)

which is invariant under the above phase transformation and thus baryon number conserving,
but it violates P and CP, as well as the time reversal symmetry T. It has been noted that this
parity violating mass term is not eliminated by a global chiral transformation if one wishes to
keep the baryon number violating term in (3) intact [1]. The set of equations (1) to (4) are the
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basis of the analysis in [1]. We also adopt the effective Lorentz invariant local description of the
neutron in the present paper.

One can confirm that the starting Lagrangian (1) is invariant under all the discrete trans-
formations P, C, and T (and thus CPT also), while the above baryon number violating term∫
d4xL̸B in (3) satisfies

P = odd, C = even, T = odd, CPT = even,

and thus

CP = odd, (5)

which was emphasized in [1].
We now observe that, if one performs a π/4 phase rotation

n(x)→ eiπ/4n(x), (6)

one obtains a hermitian baryon number violating term from LB̸ in (3),

L′B̸ = − i
2
ϵ[nT (x)Cn(x)− n(x)CnT (x)]. (7)

Remark that the baryon number preserving Lagrangians in (1) and (4) are invariant under this
phase transformation, and one may naively expect that once we choose a very small baryon
number violating term in (3), the C and CP symmetry properties would not change under a
phase transformation. However, one can confirm that

∫
d4xL′B̸ satisfies

P = odd, C = odd, T = even, CPT = even,

and thus

CP = even. (8)

This shows that the charge conjugation property of the baryon number violating term has
no definite meaning when one performs the phase transformation, which defines the baryon
number. The baryon number violating term implies that what is the particle and what is the
anti-particle is not unequivocal. The CP property of the baryon number violating term depends
on the choice of the neutron phase, and in this sense it does not give a unique answer when
applied to physical analyses. Technically, this uncommon feature arises from the fact that C is
specified for a combination of two terms in (3), while P and T are specified for each term in (3)
separately. One may conclude that the observation of the neutron oscillation per se does not
necessarily imply CP violation, contrary to the analysis in [1].
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As is noted in [1], one cannot eliminate the CP violating term (4) if such a term appears in the
Lagrangian, without modifying (3). However, if one takes the CP violation in (4) seriously, the
Lagrangian (7) rather than (3) satisfies one of the three conditions of Sakharov for baryogenesis,
which requires both C and CP violation.

The parity of the Majorana particle, which is briefly summarized here, is important in
the analysis of neutron oscillation. One may represent a Dirac fermion Ψ(x) in terms of two
Majorana fermions ψ1(x) and ψ2(x), namely,

Ψ(x) =
1√
2
[ψ1(x) + iψ2(x)], Ψc(x) ≡ CΨ̄(x)T =

1√
2
[ψ1(x)− iψ2(x)]. (9)

Note that an application of the conventional definition of C to the Dirac field in the present case
acts as if it is anti-unitary for the linear combination of Majorana fields, by taking the complex
conjugate of all c-numbers appearing in the linear combination. The Dirac fermion thus forms
a doublet {Ψ(x),Ψc(x)} under the charge conjugation. Under the parity, one has

Ψp(x) = γ0Ψ(t,−x⃗), Ψcp(x) = −γ0Ψc(t,−x⃗), (10)

namely, a Dirac fermion can be an eigenstate of parity.
On the other hand, one can write Majorana fermions as 1

ψ1(x) =
1√
2
[Ψ(x) + Ψc(x)], ψ2(x) =

1√
2i

[Ψ(x)−Ψc(x)]. (12)

Under the charge conjugation, ψc1 = ψ1 and ψc2 = ψ2, namely, they are the exact eigenstates of
C, while under the parity we have

ψp1(x) = iγ0ψ2(t,−x⃗), ψp2(x) = −iγ0ψ1(t,−x⃗), (13)

namely, they form a doublet {ψ1(x), ψ2(x)}. When the masses of the two Majorana particles
are degenerate, these symmetry operations are consistent, and C2 = 1 and P 2 = 1, namely,
the eigenvalues of those symmetry operators are C = ±1 and P = ±1. However, the Majorana
particle, which is an eigenstate of C, cannot be an eigenstate of P. A way to see this property is
to note the relations

(ψcp)cp = Cγ0CTγ0ψ = −ψ, (14)
1In neutrino physics, it is customary to define two Majorana neutrinos ν1 and ν2 by(

ν1

ν2

)
= U†

(
νL

(νR)c

)
+ UT

(
(νL)c

νR

)
(11)

with a 2 × 2 unitary matrix U in the case of a single flavor.
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and (ψ̄cp)cp = −ψ̄. Namely, (CP )2 = −1 and thus the eigenvalue is CP = ±i. The Majorana
particle with C = 1 cannot be an eigenstate of P.

In the neutron-antineutron oscillation, one encounters a linear combination of two Majorana-
type particles with different masses. One thus recognizes that the above doublet structure under
parity operation is not consistent. This shows that parity violation is a necessary condition of
the neutron oscillation. Since two Majorana particles have well-defined properties under C, one
might conclude that the neutron oscillation inevitably implies CP violation [1]. We demonstrated
in Ref.[2] that this is not the case.
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