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概要

第 6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 20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 実験の成果やインフレーション理論に関する講演も含め、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、大阪大学、東京工業大学、埼玉

大学、奈良女子大学、近畿大学などから約 40名が参加し、大変に有意義なシンポジウムと

なった。

世話人

小路田 俊子 (京都産業大学 益川塾)

九後 汰一郎 (京都産業大学 益川塾)

桑木野 省吾 (京都産業大学 益川塾)

益川 敏英 (京都産業大学 益川塾)

長井 稔 (京都産業大学 益川塾)

仲 滋文 (日本大学 理工学部)

二瓶 武史 (日本大学 理工学部)

梅津 光一郎 (日本大学 理工学部)

山中 真人 (京都産業大学 益川塾)

山津 直樹 (京都産業大学 益川塾)

Soryushiron Kenkyu 素粒子論研究 ･ 電子版 Vol. 26 (2017) No. 3



➨�ᅇ䚷᪥኱⌮ᕤ䞉┈ᕝሿ㐃ᦠ䚷⣲⢏Ꮚ≀⌮Ꮫ䝅䞁䝫䝆䜴䝮

��᭶��᪥䠄ᅵ䠅䚷䚷䚷䚷⣲⢏Ꮚ䛸᫬✵䠋⌧㇟䛛䜙᥈䜛⣲⢏Ꮚ

�����a䚷䚷䚷��䚷ཷ௜㛤ጞ

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖ཎ�ဴஓ䠄┈ᕝሿ䠅

�������������� ┈ᕝ�ᩄⱥ䠄┈ᕝሿ䠅 ᣵᣜ

�������������� ୺ദ⪅ 䝅䞁䝫䝆䜴䝮䛻㛵䛩䜛㐃⤡஦㡯

�������������� ୰ᒣ�࿴๎䠄ᮾி኱Ꮫ䠅 䜲䞁䝣䝺䞊䝅䝵䞁⌮ㄽ䛾⌧≧

�������������� ஑ᚋ�ử୍㑻䠄┈ᕝሿ䠅 6SRQWDQHRXV�6XSHUV\PPHWU\�%UHDNLQJ��1HJDWLYH�0HWULF�DQG�9DFXXP�(QHUJ\
����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖ཎ�ဴஓ䠄┈ᕝሿ䠅

�������������� ᱵὠ�ග୍㑻䠄᪥኱⌮ᕤ䠅 1RQHTXLOLEULXP�PRGHO�LQVSLUHG�IURP�EODFN�KROH
�������������� $PLU�.KDQ��6<68� 3URELQJ�1HZ�3K\VLFV�LQ�/RZ�(QHUJ\�6RODU�1HXWULQR�2VFLOODWLRQ�'DWD
�������������� ⣽㇂�⿱䠄኱㜰኱Ꮫ䠅 1HZ�GLPHQVLRQV�IURP�JDXJH�+LJJV�XQLILFDWLRQ
����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖Ụᡂ�㝯அ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅

�������������� ᶫᮏ�ᖾኈ䠄኱㜰኱Ꮫ䠅 $G6�&)7䛸䜹䜸䝇

�������������� ᑠ㊰⏣�ಇᏊ䠄┈ᕝሿ䠅 -RLQLQJ�6SOLWWLQJᆺ䛾ᘻ䛾ሙ䛾⌮ㄽ䛾ྂ඾ゎ

�������������� ᮡ⏣�࿴ඃ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅 ㉸ᘻ䛾ሙ䛾⌮ㄽ䛻䛚䛡䜛�´ከ㔜+DOI�EUDQH��6ROXWLRQ�䛻䛴䛔䛶

�����a�����䚷䚷᠓ぶ఍䚷䚷䚷䚷䚷ሙᡤ䠖FDIH	5HVWDXUDQW%DU�*LQ\XED��ி㒔㥐๓ᗑ

��᭶��᪥䠄᪥䠅䚷䚷䚷䚷⣲⢏Ꮚ䛸᫬✵䠋⌧㇟䛛䜙᥈䜛⣲⢏Ꮚ

����������䚷�����ᗙ㛗䠖஧⎼�Ṋྐ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅

�������������� 㝕ෆ�ಟ䠄ᮾᕤ኱䠅 /+&ᐇ㦂5XQ䠎䛾᭱᪂⤖ᯝ

�������������� ᳜ᯇ�ᜏኵ䠄┈ᕝሿ䠅 &3�RGG�+LJJV�3URGXFWLRQ�LQ�7ZR�SKRWRQ�3URFHVVHV
����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖஧⎼�Ṋྐ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅

�������������� 㛗஭�⛱䠄┈ᕝሿ䠅 䜾䝷䝡䝔䜱䞊䝜ᬯ㯮≀㉁䜢ᣢ䛴㧗䜶䝛䝹䜼䞊㉸ᑐ⛠ᛶᶍᆺ

�������������� ௰�⁠ᩥ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅 'HIRUPHG�H[WUD�GLPHQVLRQ
�������������� ᭮ᡃぢ�㑳ኵ䠄ி⏘኱䠅 %H\RQG�WKH�6WDQGDUG�0RGHO�LQ�PXOWL�VSLQRU�ILHOG�IRUPDOLVP
����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖ྜྷᒸ�⯆୍䠄኱㜰⸆኱䠅

�������������� బ⸨�୔䠄ᇸ⋢኱Ꮫ䠅 䝙䝳䞊䝖䝸䝜≀⌮

�������������� ᒣ୰�┿ே䠄┈ᕝሿ䠅 㛗ᑑ࿨䝇䝍䜴

����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖ྜྷᒸ�⯆୍䠄኱㜰⸆኱䠅

�������������� ᒣὠ�┤ᶞ䠄┈ᕝሿ䠅 )LQLWH�'LPHQVLRQDO�/LH�$OJHEUDV�DQG�7KHLU�5HSUHVHQWDWLRQV�IRU�8QLILHG�0RGHO�%XLOGLQJ
�������������� ฟ �ཱྀ┿୍䠄᪥኱㔞Ꮚ⛉Ꮫ◊䠅 ᭷㉁㔞⢏Ꮚ䛾䝒䜲䝇䝍䞊ᶍᆺ䛻䛚䛡䜛㠀ᩧḟኚ᥮

�������������� ኴ⏣�ಙ⩏䠄㏆␥኱䠅 5HQRUPDOL]DWLRQ�(TXDWLRQV�IRU�I�5��*UDYLW\�DQG�6RPH�RI�7KHLU�6ROXWLRQV
����������� ఇ᠁

�����������䚷�����ᗙ㛗䠖኱㇂�⪽䠄᪥኱⌮ᕤ䠅

�������������� ᱓ᮌ㔝�┬࿃䠄┈ᕝሿ䠅 䝦䝔䝻ᘻᶍᆺ䛻䛚䛡䜛㧗ḟඖ㡯

�������������� ୕㍯�ගႹ䠄᪥኱⌮ᕤ䠅 2Q�VWULQJ�+DPLOWRQLDQ�LQ�WKH�VLJPD�JDXJH
�������������� ୺ദ⪅ 䝅䞁䝫䝆䜴䝮䛻㛵䛩䜛㐃⤡஦㡯

Soryushiron Kenkyu



目次

九後 汰一郎 (益川塾) Spontaneous Supersymmetry Breaking, Negative Metric and

Vacuum Energy

梅津 光一郎 (日大理工) Nonequilibrium model inspired from black hole

Amir Khan (SYSU) Probing New Physics in Low Energy Solar Neutrino Oscilla-

tion Data

細谷 裕 (大阪大学) New dimensions from gauge-Higgs unification

橋本 幸士 (大阪大学) AdS/CFTとカオス

小路田 俊子 (益川塾) Joining-Splitting型の弦の場の理論の古典解

杉田 和優 (日大理工) 超弦の場の理論における”多重Half-brane” Solution について

陣内 修 (東工大) LHC実験Run２の最新結果

植松 恒夫 (益川塾) CP-odd Higgs Production in Two-photon Processes

長井 稔 (益川塾) グラビティーノ暗黒物質を持つ高エネルギー超対称性模型

仲 滋文 (日大理工) Deformed extra dimension

曽我見 郁夫 (京産大) 多重スピノール場形式による標準模型の拡張

佐藤 丈 (埼玉大) ニュートリノ物理

山中 真人 (益川塾) 長寿命スタウ

山津 直樹 (益川塾) Finite-Dimensional Lie Algebras and Their Representations

for Unified Model Building

出口 真一 (日大量子科学研) 有質量粒子のツイスター模型における非斉次変換

太田 信義 (近畿大) Renormalization Group Equations for f(R) Gravity and Some

of Their Solutions

桑木野 省吾 (益川塾) ヘテロ弦模型における高次元項

三輪 光嗣 (日大理工) On string Hamiltonian in the sigma-gauge

Soryushiron Kenkyu



Spontaneous Supersymmetry Breaking,
Negative Metric and Vacuum Energy

Taichiro Kugo

Department of Physics and Maskawa Institute for Science and Culture,

Kyoto Sangyo University, Kyoto 603-8555, Japan

Abstract

The supersymmetric Nambu-Jona-Lasinio model proposed by Cheng, Dai, Faisel and
Kong is re-analyzed by using an auxiliary superfield method in which a hidden local U(1)
symmetry emerges. It is shown that, in the healthy field-space region where no negative
metric particles appear, only SUSY preserving vacua can be realized in the weak coupling
regime and a composite massive spin-1 supermultiplets appear as a result of spontaneous
breaking of the hidden local U(1) symmetry. In the strong coupling regime, on the other
hand, SUSY is dynamically broken, but it is always accompanied by negative metric particles.

1 Introduction

Global supersymmetry (SUSY) implies the non-negative definite vacuum energy. This indeed
follows from the SUSY algebra

{Qα, Q̄β̇ } = 2(σµ)αβ̇P
µ (1)

and the assumption of the positive metric of the state vector space; that is, using Q̄α̇ = (Qα)
†,

we have

⟨0 |H |0⟩ = 1

4

∑
α,α̇=1,2

⟨0 | (Q̄α̇)
†Q̄α̇ +Q†

αQα |0⟩ =
1

4

∑
α,α̇=1,2

(∣∣∣∣ Q̄α̇ |0⟩
∣∣∣∣2 + ||Qα |0⟩||2

)
≥ 0.

(2)
The VEV of the Hamiltonian could be negative only when the zero-momentum Goldstino
states Qα |0⟩ , Q̄α̇ |0⟩ have negative metric, which would, however, imply the disaster for the
theory.

Thus the potential energy of the vacuum is bounded from below and the minimum value
zero is saturated by the normal SUSY vacuum. Therefore, the dynamical breaking of SUSY,
or any other symmetries, is generally very difficult in the globally supersymmetric theory.

Well-known examples realizing the spontaneous SUSY breaking are Fayet-Illiopoulos[1]
and Fayet-O’Raifeartaigh[2][3] models; the vanishing conditions of the D- and F-terms (in the
former), or various F-terms (in the latter) in the tree-level potential cannot simultaneously
be satisfied so that SUSY stationary points do not exist. More dynamical SUSY breaking
models are also known but they are rather implicit and highbrow gauge theory models[4][5][6],
some of which are shown dual to the Fayet-O’Raifeartaigh models via Seiberg’s duality[7].

1
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It is, therefore, highly desirable to find an explicit simple model which exhibits dynamical
SUSY breaking. If such a tractable model is found, it would have much utility in phenomeno-
logical models for generating the soft SUSY breaking terms dynamically1, just as the old
Nambu-Jona-Lasinio model has long been used as a semi-quantitative parallel model for the
dynamical chiral symmetry breaking realized in QCD[12].

Recently, Cheng, Dai, Faisel and Kong (CDFK)[8, 9] proposed a supersymmetric NJL
model which, they claim, realizes the dynamical SUSY breaking. This model is indeed very
simple one. So, if it is really a healthy model suffering no negative metric problem, it is very
important and will become the desired useful model of dynamical SUSY breaking.

Their paper is, however, not written in a crystalclear way. We therefore re-analyze their
model in this paper, and make clear what actually happens there, in particular, from the
viewpoint of the positive/negative metric problem of the particles.

2 Supersymmetric NJL model by Cheng-Dai-Faisel-Kong

2.1 The massless model and an equivalent auxiliary field model with
hidden U(1) symmetry

The supersymmetric NJL-like model considered by Cheng-Dai-Faisel-Kong (CDFK) reads

L =

∫
d4θ

(
Φ̄Φ− G

2N

(
Φ̄Φ

)2)
, Φ̄Φ ≡

N∑
i=1

Φ̄iΦ
i

(3)

where Φi = [Ai, ψi, F i] is matter chiral superfields carrying the flavor index i of SU(N). We
analyze this model in the leading order in 1/N expansion. Actually, CDFK considered the
massive model possessing the mass term

Lmass =

∫
d2θ mΦΦ+ h.c. (4)

in which case the flavor symmetry reduces to SO(N). We first concentrate in this section on
the simpler massless case, and defer the discussion for the massive case to the next section.

Keep in mind that this model has a dangerous kinetic term like(
1− G

N
A†A

) (
−∂mA† · ∂mA− iψ̄σ̄m∂mψ

)
(5)

which becomes of negative metric in the field space region A†A > N/G. If the realized
vacuum point is well inside of this boundary, i.e.,

⟨
A†A

⟩
< N/G, then this negative metric

poses no problem.

1Ohta and Fujii have shown that all the soft SUSY breaking terms can be generated by a kind of sponta-
neous SUSY breaking by ‘dipole ghost mechanism’[10, 11] They there discussed also the connection between the
positivities of the vacuum energy and of the Goldstino’s norm.

2
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Similarly to the usual non-SUSY NJL case, this model (3) can also be equivalently rewrit-
ten by adding a Gaussian term of an auxiliary vector superfield U :[8, 9]

L =

∫
d4θ

(
Φ̄Φ− G

2N

(
Φ̄Φ

)2
+

N

2G

(
U +

G

N
Φ̄Φ

)2)
=

∫
d4θ

(
Φ̄Φ

(
1 + U

)
+

N

2G
U2

)
(6)

This auxiliary superfield U stands for the superfield pair Φ̄Φ by the equation of motion:

U = −G
N

Φ̄Φ so that ⟨U⟩ = 0 at G = 0 (7)

Now, we rewrite this auxiliary vector superfield U , or the shifted one U + 1 by 1, into

U + 1 = Σ̄e2V Σ (8)

by introducing a chiral superfield Σ and a vector superfield V . This rewriting is, of course,
redundant so that U + 1 remains invariant under the following hidden U(1)-gauge transfor-
mation with a chiral superfield parameter Λ:{

Σ → e−iΛΣ, Σ̄ → e+iΛ̄Σ̄,
2V → 2V + i(Λ− Λ̄)

(9)

Of course, this gauge symmetry is fake, but it is very useful nevertheless. If we fix this gauge
invariance by taking an ‘axial gauge’ Σ = 1, then this is merely an equivalent rewriting
U → V = (1/2) ln(U + 1) of vector superfield variable. But we can take any other gauges
which must be gauge-equivalent with one another. We shall take Wess-Zumino gauge below.

Further, if we redefine the original chiral matter Φi into ϕi as

ΣΦi ≡ ϕi, Σ̄Φ̄i ≡ ϕ̄i, (10)

then, the Lagrangian (6) becomes

L =

∫
d4θ

(
ϕ̄ie

2V ϕi+
N

2G

(
Σ̄e2V Σ−1

)2)
(11)

which is hidden U(1)-gauge invariant under ϕi → e−iΛϕi, ϕ̄i → e+iΛ̄ϕ̄i,

Σ → e−iΛΣ, Σ̄ → e+iΛ̄Σ̄,
2V → 2V + i(Λ− Λ̄)

(12)

Using this, we can take the Wess-Zumino gauge in which

V = [ C, Zα, H, K, vm, λ, −D ] → [ 0, 0, 0, 0, vm, λ, −D ] (13)

and Σ becomes a normal chiral ‘matter’:

Σ = [ z, χ, h ] . (14)

Note that we are taking negative sign convention for the D field of the vector multiplet V
for later convenience.

3
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2.2 Effective potential in the leading order in 1/N

We use the covariant derivative Dm which is defined to be Dm ≡ ∂m + iqvm on every
component fields φq of chiral superfields with U(1)-charge q, transforming φq → e−iqΛφq.
Then the part of the Lagrangian for the chiral matter field ϕi = [Ai, ψi, F i ] with q = 1
reads ∫

d4θ ϕ̄ie
2V ϕi =

(
A†

i ψ̄i F
†
i

)DmDm −D
√
2iλ 0

−
√
2iλ̄ −iσ̄mDm 0
0 0 1


︸ ︷︷ ︸

≡∆

Ai

ψi

F i

 (15)

aside from the total derivative terms. In the leading order in 1/N expansion, the effective
action NS is given by

NS = N

[
+iSTrLn(−∆) +

∫
d4xd4θ

1

2G

(
Σ̄e2V Σ− 1

)2]
(16)

with STr denoting the functional supertrace. How this supertrace term can be evaluated
diagrammatically is explained in the Appendix. Noting that only the bosonic scalar fields
can take the constant (x-independent) VEV’s

⟨Σ⟩ = [ z, 0, h ], ⟨V ⟩ = [ 0, 0, −D ] (17)

and inserting these VEV’s into the action (16), we find the effective potential V given by

V (z, h,D) =

∫ Λ d4k

(2π)4
(
ln(k2 +D)− ln(k2)

)
−

∫
d4θ

1

2G

(⟨
Σ̄
⟩
e2⟨V ⟩ ⟨Σ⟩ − 1

)2

. (18)

(Note that the true potential isN times this V .) Here kµ denotes the Euclidean 4-momentum.
As is usual in NJL model, this one-loop integral is divergent so we put the ultra-violet
momentum cut-off Λ on the Euclidean 4-momentum integration as k2 ≤ Λ2. Performing the

momentum integration
∫ Λ

d4k and Grassmann integration d4θ, we finally obtain the explicit
form of effective potential in the 1/N leading order:

GV (z, h,D) =
G

32π2

[
Λ4 ln(1 +

D

Λ2
)−D2 ln(1 +

Λ2

D
) +DΛ2

]
+ (1− 2 |z|2) |h|2 + (|z|2 − 1) |z|2D

(19)

Stationarity conditions of this potential lead to

δV

δh
= 0 ⇒ (2 |z|2 − 1)h∗ = 0 ⇒ h = 0 or |z|2 = 1/2 (20)

δV

δz
= 0 ⇒

[
2 |h|2 − (2 |z|2 − 1)D

]
z∗ = 0

⇒ h = 0 and (D = 0 or |z|2 = 1/2) (21)

δV

δD
= 0 ⇒ G

32π2

[
2Λ2 − 2D ln(1 +

Λ2

D
)
]
= (1− |z|2) |z|2 (22)

4
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In (21), we have excluded the possibility z∗ = 0. This is because the first component of

U + 1, being proportional to |z|2 by Eq. (8) and giving the coefficient of the kinetic term of
the matter field Φi by Eq. (6), should not vanish. From Eqs. (20) and (21), h must vanish

in any case and D = 0 or |z|2 = 1/2.

The right hand side (RHS) of Eq. (22), (1−|z|2) |z|2, takes the value between 0 ≤ RHS ≤
1/4 for 1 ≥ |z| ≥ 0: At free theory limit G = 0, Eqs. (7) and (8) implies

|z|2 = 1, so that, by Eq. (21), D = 0. (23)

As G becomes larger starting from 0, |z|2 becomes smaller from 1 until it reaches the point

|z|2 = 1/2. Until then, the stationary point has to keep D = 0 because of Eq. (21) so that

the value |z|2 is determined by Eq. (22) as

G

32π2
2Λ2 = (1− |z|2) |z|2 . (24)

This continues until the coupling constant G reaches the critical value G0
cr where |z| comes

down to the point |z|2 = 1/2 realizing the maximum 1/4 of the RHS (1− |z|2) |z|2:

G0
cr

32π2
2Λ2 = 1/4 ⇒ G0

cr = 4π2/Λ2. (25)

When G further becomes larger beyond this critical value, |z|2 stays at this maximum point

of the RHS, |z|2 = 1/2, so that D can no longer be zero, as determined by Eq. (22):

D

Λ2
ln(1 +

Λ2

D
) = 1− G0

cr

G
(26)

That is, the SUSY is spontaneously broken.
Note that there is no stationary point which keeps SUSY in this strong coupling region

G > G0
cr. Indeed, the SUSY points realizing D = 0 and h = 0 surely realizes vanishing value

of the potential V (z, h,D) in (19) and the stationarity ∂V/∂z = 0 and ∂V/∂h = 0 with
respect to z and h, as Eqs. (21) and C(20) show, independently of the G-value. However, any
SUSY points on the line D = 0 (with h = 0), have non-vanishing gradient ∂V/∂D|D=0 ̸= 0
for G > G0

cr since

∂V

∂D

∣∣∣∣
D=h=0

=
G

32π2

[
2Λ2 − 2D ln(1 +

Λ2

D
)
]∣∣∣∣

D=0

− (1− |z|2) |z|2

=
G

32π2
2Λ2 − (1− |z|2) |z|2 ≥ 1

4

(
G

G0
cr

− 1

)
> 0 , (27)

because of (1− |z|2) |z|2 ≤ 1/4, so that they cannot be the vacuum candidate.

2.3 What about negative metric?

The above analysis shows that the SUSY is really spontaneously broken dynamically for the
strong coupling region G > G0

cr in this model. However, this model had a potential danger
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of negative metric particles which might appear depending on the vacua characterized by
VEV’s of the fields. So let us examine it.

The original chiral supermultiplets Φi are redefined into ϕi which possesses ordinary
gauge-invariant kinetic term ϕ̄ie

2V ϕi and have no more complicated interaction in this leading
order in 1/N . So they remain to have positive metric irrespectively of the VEV’s of the fields
D, h and z.

Therefore, we have only to analyze the kinetic term of the vector multiplet V = [λ, vm, D]
and the chiral matter Σ = [z, χ, h]. First, the vector multiplet is described by a slightly
complicate-looking ‘kinetic term’ iSTrLn(−∆) in the action (16) in the leading order in
1/N , but it actually appears as a mere one-loop diagrams of the ‘healthy’ chiral multiplet
fields ϕi possessing normal minimal gauge coupling ϕ̄ie

2V ϕi as seen in (15), and thus, there
is no reason for the negative metric to appear for the vector multiplet fields V = [λ, vm, D].

Thus, we have only to consider the problem only for the chiral matter Σ = [z, χ, h]. To
see this we need an explicit component field expression for the term

∫
d4θ(Σ̄e2V Σ − 1)2 in

the leading order action (16), which can be obtained most easily as done in the Appendix:∫
d4θ

(
Σ̄e2V Σ− 1

)2
= 2(2 |z|2 − 1)

(
|h|2 −Dmz

∗Dmz − i

2
χ̄σ̄m←→D mχ+

√
2i(z∗λχ− zλ̄χ̄)

)
− 2 |z|2 (|z|2 − 1)D − 2i(χ̄σ̄mχ)(z∗

←→
D mz)− 2(zhχ̄2 + z∗h∗χ2) + χ2χ̄2 (28)

The first line give the kinetic terms of the fields z and χ. We note that those kinetic terms
have a common field-dependent coefficient (2 |z|2 − 1). The value of this coefficient is not

positive definite(!) and becomes negative if |z|2 becomes smaller than 1/2. So clearly, this

model becomes disastrous in the region |z|2 < 1/2 owing to the appearance of negative metric
modes.

In the above, however, we have analyzed the effective potential V (z, h,D) in Eq. (19) and

found the stationary points at 1 ≥ |z|2 > 1/2 with h = 0 and D = 0 for the weak coupling
region 0 ≤ G < G0

cr. So there are no problems in this weak coupling region.

However, as G reaches the critical point G0
cr or goes beyond, |z|

2
exactly takes the value

1/2! What happens there? At first sight, it merely means that the kinetic terms of z and
χ disappear, or, they become of zero-norm particles. If these were true, then, there were
no problems at all and the present CDFK model gives a simple healthy model exhibiting
dynamical SUSY breaking.

Unfortunately, however, a severe problem is there. The point is that the scalar field
z fluctuates around the VEV |⟨z⟩| = 1/

√
2 and the fluctuating scalar modes would have

problematic indefinite metric. To see this, let us parametrize the scalar field z, taking the
VEV be real, as

z(x) =
1√
2
eiθ(x)

(
1 + ϕ(x)

)
, (29)

then, 2 |z|2 − 1 = 2ϕ+ ϕ2 and the scalar kinetic term in the above Lagrangian reads

2(2 |z|2 − 1)Dmz
∗Dmz = (2ϕ+ ϕ2)

(
∂mϕ∂

mϕ+ v′mv
′m(1 + ϕ)2

)
(30)
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Here the NG boson field θ(x) of the spontaneously broken U(1) was absorbed into the vector
field v′m = vm + ∂mθ. The kinetic term of ϕ, which looks like (since ϕ≫ ϕ2 around ϕ ∼ 0)

ϕ∂mϕ∂
mϕ (31)

is problematic since it has the fluctuating (metric) sign around ϕ = 0. When ϕ goes into the
negative side ϕ < 0, ϕ becomes of negative metric, which is a disaster to the theory.

If the kinetic term had a non-negative definite coefficient function f2(ϕ) ≥ 0, then it
could be rewritten into a normal kinetic term by field redefinition:

f2(ϕ)∂mϕ∂
mϕ = ∂mΦ ∂mΦ, with Φ =

∫
dϕ f(ϕ) (32)

Note that the vanishingness itself of f(ϕ) at ϕ = 0 poses no problem; for instance, take the
simplest example, f(ϕ) = ϕ, then Φ = ϕ2. Important is the non-negative definiteness of the
sign.

If we applied blind-mindedly this formula (32) to the present case (31), then we would
have obtained a normal form of kinetic term for the new scalar field Φ = (2/3)ϕ3/2. But,
this also implies that the relation with the original scalar field z is singular and actually the
very point ϕ = 0 is a branch point; if ϕ goes into the negative side ϕ < 0, then Φ ∝ ϕ3/2

becomes purely imaginary, again implying the appearance of the disastrous negative metric.
Although we have discussed only the scalar modes up to here, the same problems occur

also for the fermion mode, whose kinetic term reads

2(2 |z|2 − 1)
−i
2
χ̄σ̄m←→D mχ = −i(2ϕ+ ϕ2) χ̄σ̄m←→D mχ (33)

This kinetic term also has the same problematic fluctuating (metric) sign around ϕ = 0.
So this model becomes disastrous for the strong enough coupling region G ≥ G0

cr for which

|⟨z⟩|2 = 1/2 is realized.

2.4 Spontaneous breaking of hidden U(1) gauge symmetry

So as a model of dynamical SUSY breaking in the strong coupling region, the present model
is unfortunately not a healthy model. However, the model always realizes |z| ̸= 0 for G > 0,
so that the hidden U(1) gauge symmetry is always spontaneously broken. If we take ⟨z⟩ real,
then, Im z is the NG boson absorbed in the vector vm in V = [ vm, λ, D ].

For the weak coupling region 0 < G < G0
cr, the SUSY is not broken so that (Re z, χ) ∈ Σ

form a massive vector multiplet 0 ⊕ 1/2 ⊕ 1 with (vm, λ) ∈ V . (But actually this massive
vector multiplet is unstable.) Their mass terms appear in the first line of the action (28) as

= 2(2 |z|2 − 1)
(
|h|2 − Dmz

∗Dmz︸ ︷︷ ︸
kinetic term of Rez

+vector mass

− i
2
χ̄σ̄m←→D mχ+

√
2i(z∗λχ− zλ̄χ̄︸ ︷︷ ︸

Dirac mass

)
)

(34)
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As far asG < G0
cr, the VEV of the scalar z gives |z|2 > 1/2 2 so that the appearing mass terms

of this vector multiplet carry correct signs. The kinetic terms for the hidden gauge boson and
gaugino multiplet are dynamically generated by the one-loop diagrams iSTrLn(−∆) (whose
expansion is given in Appendix). This massive vector multiplet for G < G0

cr case does not
give a true stable particles since the ‘constituent’ matter multiplets ϕi = [Ai, ψi, F i ] are
massless into which the vector multiplet can energetically decay. So in order to make the
vector multiplet truly stable, it is necessary to put the mass term for the original matter
multiplets Φi.

3 Supersymmetric NJL model with massive constituent

Let us now analyze the more complicated case; the CDFK NJL model which possesses the
mass term (4),

∫
d2θ mΦΦ + h.c., of the original constituent chiral superfield Φi. In the

massless case we have used the auxiliary chiral Σ and vector superfields V and the matter
fields ϕi. Recall, however, that ϕi is not the original matter fields Φi but ϕi ≡ ΣΦi in
(10). In the massless case the matter fields appeared only in the combination of ϕi, but
here in massive case, the original matter fields Φi appear which are now written in a slightly
complicated expression Φi = Σ−1ϕi, and the mass term reads in terms of the component
fields of ϕi = [Ai, ψi, F i] and Σ = [z, χ, h]:

Lmass =

∫
d2θ

1
2 mΦiΦi + h.c. =

∫
d2θ

1
2 mΣ−2ϕiϕi + h.c.

=

∫
d2θm

(
z−2AiFi − z−3AiAih−

1
2z

−2ψiψi + z−3Aiχψi −
3
2z

−4AiAiχχ
)
+ h.c.

(35)

We take the mass parameter m real and positive. Elimination of the auxiliary fields Fi by
the e.o.m. F ∗

i +mz−2Ai = 0, yields the following ‘mass term’ in the potential:

V = +m2 |z|−4
A†

iAi (36)

Now, in the presence of the background fields z, h,D, the mass terms for the constituent
bosons Ai and fermions ψi are given by

−(D +m2 |z|−4
)A†

iAi −m
(
z−3hAiAi −

1
2z

−2ψiψi + h.c.
)

(37)

The mass square eigenvalues are given by

Ai : D +M2 ±mH, ψi : M2,

with H ≡ 2 |h| |z|−3
, M2 ≡ m2/ |z|4 (38)

2Actually, the stationarity condition (22), which determines the value of VEV |z|, is symmetric under the
reflection of |z|2 around the point |z|2 = 1/2; i.e., |z|2 ←→ 1 − |z|2. So, the solution |z|2 > 1/2 for G < G0

cr, is
always accompanied by another solution |z′|2 = 1− |z|2 < 1/2 which equally satisfies the stationarity of (22) and
realizes even the same value of the potential V (z, h = 0, D). Those reflection solutions |z′| are, however, in the
region |z′|2 < 1/2, where the kinetic term of Σ is of negative metric there, and must be discarded.
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Therefore the effective potential (19) in the leading order in 1/N , is now replaced by the

32π2V (z, h,D) = F (D +M2 +mH) + F (D +M2 −mH)− 2F (M2)

+
32π2

G

[
−1
4(2 |z|

2 − 1)H2 |z|6 + (|z|2 − 1) |z|2D
]

(39)

in terms of the function

F (x) ≡ 16π2

∫ Λ d4k

(2π)4
[ln(k2 + x)− ln(k2)] =

1

2

[
ln(1 + x)− x2 ln(1 + 1

x
) + x

]
. (40)

In this expression and hereafter, we set the cutoff Λ equal to 1 for simplicity of writing. It
would easily be recovered, if necessary, by considering the dimension. Note that the potential
(39) clearly reduces when m = 0 to the previous expression (19) (×32π2/G) for massless
case.

The analysis of the stationary points of this potential for massive case becomes rather
complicated and difficult to do systematically, but was performed by CDFK rather exten-
sively. They found several peculiar stationary points realizing h ̸= 0, which are usually
difficult to understand the behavior physically.

As far as we have analyzed, those peculiar stationary points seem to realize negative vac-
uum energy, thus suggesting the existence of the negative norm states. Indeed the examples
we checked corresponded to the vacua realizing the scalar VEVs |z|2 < 1/2. However, the
kinetic term of the chiral multiplet Σ = [z, χ, h] is still given by (28) possessing the coefficient

(2 |z|2 − 1). Therefore, for the theory to give a healthy theory, the stationary points should
exist in the region

|z|2 > 1/2. (41)

The stationary points in the region |z|2 ≤ 1/2 correspond to the vacua on which negative
norm chiral multiplet particles appear so that they must be discarded.

So here we analyze the potential restricting only in the healthy region |z|2 > 1/2, and
shall prove that there appears no dynamical SUSY breaking vacua, unfortunately. This
conversely implies that many dynamical SUSY breaking solutions found by CDFK exist
only in the unhealthy region |z|2 ≤ 1/2.

As three independent variables of the effective potential V , let us take the variables
D,H = 2 |h| |z|−3

, Z ≡ |z|2 in place of the original ones D,h, z. Stationarity conditions of
the potential (39) are given by

δV

δD
= 0 ⇒ I(D +M2 +mH) + I(D +M2 −mH) =

32π2

G
Z(1− Z) (42)

δV

δH
= 0 ⇒ m

(
I(D +M2 +mH)− I(D +M2 −mH)

)
=

16π2

G
(2Z − 1)Z3H (43)

δV

δZ
= 0 ⇒

(
I(D +M2 +mH) + I(D +M2 −mH)− 2I(M2)

)
(−2m2Z−3)

=
32π2

G

[H2

4
Z2(8Z − 3) + (1− 2Z)D

]
(44)
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where

I(x) =
d

dx
F (x) = 16π2

∫ Λ d4k

(2π)4
1

k2 + x
= 1− x ln(1 + 1

x
) (45)

First of all, from the stationarity condition (43) with respect to H(= 2 |h| |z|−3
) which must

be non-negative by definition, we immediately see thatH must vanish. H = 0 clearly satisfies
(43), but any positive H cannot satisfy it. This is because I(x) is a monotonically decreasing
function from 1 to 0 for 0 ≤ x <∞. Therefore, if H > 0,

I(D +M2 +mH)− I(D +M2 −mH) < 0 while (2Z − 1)Z3H > 0, (46)

so that both sides of (43) have opposite sign in the present healthy region 1/2 < Z < 1.
This fact H = 0 is the reason why the potential analysis remains very simple in this

healthy region. Then, with H = 0, the stationarity (42) with respect to D gives the condition

I(D +m2Z−2) =
16π2

G
Z(1− Z). (47)

SInce I(x) is monotonically decreasing from 1 to 0 as x goes from 0 to ∞, the solution
D = D(Z) to this equation is formally written in the form

D(Z) = I−1
(16π2

G
Z(1− Z)

)
−m2Z−2 for 1 >

16π2

G
Z(1− Z) ≥ 0 (48)

I−1(x) is the inverse function of I existing for 0 < x < 1; I−1(0) = +∞ and I−1(1) =
+0. I−1(x) is also monotonically decreasing function and D(Z) is monotonically increasing
function of Z. When Z approaches the free point Z = 1, D(Z) becomes very large and
behaves like

D(Z) ∼ G

32π2

1

1− Z
as Z → 1. (49)

If G is smaller than the previous critical value G0
cr for the massless case,

G < G0
cr ≡ 4π2 → 16π2

G

1

4
> 1, (50)

as Z comes down from 1 towards 1/2, the argument (16π2/G)Z(1 − Z) reaches the value
1 at some ∃Z0 > 1/2 before Z = 1/2; (16π2/G)Z0(1 − Z0) = 1. That is, the stationary
point D(Z) of the potential with respect to D exists only for the region Z0 ≤ Z ≤ 1, but no
stationary point for 1/2 ≤ Z < Z0. For G > G0

cr, the stationary points D(Z) always exist
for the whole healthy region 1/2 ≤ Z ≤ 1.

Note that even the coupling constant G reaches the massless critical value G0
cr, the sta-

tionary point D(Z) at Z = 1/2 is negative D(Z = 1/2) = −m2/4 < 0 so that the D(Z) = 0
is realized at some Z > 1/2. A massive case critical coupling Gm

cr may be defined to be the
coupling constant at which D(Z = 1/2) = 0 is realized; that is,

I(m2/4) = 4π2/Gm
cr , so Gm

cr > G0
cr. (51)

Below this critical point G < Gm
cr , the D(Z) = 0 stationary point always exist in the healthy

region 1/2 < Z < 1.
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Finally consider the stationarity condition (44) with respect to Z, which reads now setting
H = 0

I(D +M2)− I(M2) =
8π2

G

Z3

m2
(2Z − 1)D (52)

If we put D = D(Z), then, this equation determines the stationary point Z. This equation
is very similar to the previous H-stationarity condition (43). If D is positive, then the LHS
of (52) is negative since I is monotone decreasing, while the RHS is positive in the healthy
region 1/2 < Z < 1. If D is negative, then the LHS is positive while the RHS is negative.
So the only possibility for this equation to hold is D = 0 case. We have seen above that the
D(Z) = 0 solution exists in the healthy region iff G is below the critical coupling G < Gm

cr .
So in this weak coupling regime, there is a unique stationary point of the potential in the
healthy region 1/2 < Z < 1, and the SUSY remains unbroken since H = D = 0.

In the strong coupling region above the critical coupling G > Gm
cr , on the other hand,

D-stationary points D(Z) are always positive D(Z) > 0 in the healthy region, so that the
Z-stationarity condition (44) cannot be satisfied. This means that there are no stationary
points of the potential in the healthy region 1/2 < Z < 1.

Indeed, outside the healthy region, i.e., Z < 1/2, one can find many stationary points
which possess non-vanishing values of H and/or D and realize the negative vacuum energy
values. Analysis is not easy. We, here, do not enter this problem, since whatever solutions
may be found they necessarily represent unphysical theories.

4 Conclusion

We have re-analyzed an interesting supersymmetric NJL model proposed by Cheng-Dai-
Faisel-Kong, by using a new type of auxiliary field method in which a hidden U(1) gauge
symmetry emerges. Unfortunately, the model is shown to have no dynamical SUSY breaking
vacua in the healthy field-space region in which no negative metric particles appear; if the
coupling constant G is weaker than a critical value Gm

cr , the stationary point of the effective
potential is uniquely SUSY vacuum, and if the coupling constant is larger than the critical
value, G > Gm

cr , there is no stationary point at all in the healthy field-space region. Above
critical, the stationary points exist only in the un-healthy region so that the theory necessarily
contain the negative metric particles.

The model, therefore, represents healthy theory only in the weak coupling regionG < Gm
cr ,

where SUSY remains unbroken while the hidden U(1)-gauge symmetry is spontaneously
broken and massive spin-1 supermultiplet dynamically appear as composite particles.

The author would like to thank Otto Kong and Yifan Cheng for informing him of their
work and valuable discussions. The discussions with Naoki Yamatsu and Nobuyoshi Ohta
are also acknowledged.
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5 Appendix

5.1 Calculation of
∫
d4θ(Σ̄e2VΣ− 1)2

From the Wess-Bagger[13]’s result for the chiral multiplet Σ = [z, χ, h] and the vector mul-
tiplet in the Wess-Zumino gauge, V = [λ, vm,−D], we have

Σ̄e2V Σ
∣∣∣
θ2θ̄2

= |h|2 − |Dmz|2 −
i

2
χ̄σ̄m←→D mχ+

√
2i(z∗λχ− zλ̄χ̄)− |z|2D . (53)

Then, the action for the square term (Σ̄e2V Σ)2 is most easily obtained by applying this
formula to the chiral superfield Σ2 = [z2, 2zχ, 2zh−χ2] which carries the q = 2 U(1) charge:(

Σ̄e2V Σ
)2∣∣∣

θ2θ̄2
= (Σ̄)2e4V (Σ)2

∣∣∣
θ2θ̄2

= (2z∗h∗ − χ̄2)(2zh− χ2)−Dm(z∗2)Dm(z2)− i

2
(2z∗χ̄)σ̄m←→D m(2zχ)

+
√
2i

(
z∗2(2λ)(2zχ)− z2(2λ̄)(2z∗χ̄)

)
− |z|4 (2D) (54)

From Eqs. (53) and (54), we find the expression cited in (28):(
Σ̄e2V Σ− 1

)2 ∣∣∣
θ2θ̄2

= 2(2 |z|2 − 1)

(
|h|2 −Dmz

∗ · Dmz − i

2
χ̄σ̄m←→D mχ+

√
2i(z∗λχ− zλ̄χ̄)

)
− 2 |z|2

(
|z|2 − 1

)
D − 2i(χ̄σ̄mχ)(z∗

←→
D mz)− 2(zhχ̄2 + z∗h∗χ2) + χ2χ̄2.

(55)

5.2 Expansion of the supertrace term +i STrLn(−∆)

iSTrLn(−∆) = iTrLn(−DmDm +D)− iTrLn
(
iσ̄mDm − 2λ̄(−DmDm +D)−1λ

)
= iTrLn(−D2 +D)− iTrLn(i/D)− iTrLn

(
1− 2

1

i/D
λ̄

1

−D2 +D
λ

)
(56)

where in the second line we have used the notation

DmDm ≡ D2, σ̄mDm ≡ /D. (57)

The last term can be expanded as

−iTrLn
(
1− 2

1

i/D
λ̄

1

−D2 +D
λ

)
= +i

∞∑
n=1

1

n
Tr

[
2(λ

1

i /D
λ̄)

1

−D2 +D

]n
Furthermore, when evaluating these action diagrammatically, we separate the free and in-
teracting parts for −D2 +D and i/D:

−D2 +D = (−i∂m)2 + ⟨D⟩︸ ︷︷ ︸
∆A

+(−i∂m)vm + vm(−i∂m) + v2 + D̃︸ ︷︷ ︸
−Lint

= ∆A − Lint

i/D = i/∂ − /v (58)
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with D̃ = D − ⟨D⟩. Then

iTrLn(−D2 +D) = iTrLn(∆A)− i
∞∑

n=1

1

n
Tr

[
1

∆A
Lint

]n
−iTrLn(i /D) = −iTrLn(i/∂) + i

∞∑
n=1

1

n
Tr

[
1

i/∂
/v

]n
1

−D2 +D
=

∞∑
k=0

1

∆A

(
Lint

1

∆A

)k

1

i/D
=

∞∑
k=0

1

i/∂

(
/v

1

i/∂

)k

(59)
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Nonequilibrium model inspired from Black Hole

梅津 光一郎

日本大学理工学部

1 ブラックホール物理と熱力学

ブラックホール物理を理解するために，最も有用な考察の一つは「ブラックホール物理に一般化

された熱力学の法則を適応させる」ことであろう。その熱力学の法則が適応できるという理由とし

てはブラックホール物理と熱力学の間には数多くの対応関係があるからである [1]．この対応関係
をより堅固なものとするため，Hawkingはブラックホールが放射するメカニズムを考案した [2]．
具体的に彼はブラックホール時空を背景とした場の量子論の考察をもとに，Bogoliubov変換を用
いて粒子数期待値

⟨n⟩boson =
1

e
2π
κ

ω − 1
, (1)

を評価した．ここでは，放出される粒子はエネルギー ωを持つスカラー場であるとし，κはブラッ

クホールの表面重力を表す．また以下においては，自然単位系を用いる．これを黒体放射の式と

比較することによって，ブラックホールがある特別な温度

TBH =
κ

2π
, (2)

を持つ黒体のように振舞うことを示した．この特別なブラックホールの温度は，Hawking温度と
呼ばれている．

このHawking放射と呼ばれるブラックホールの放射を説明するメカニズムによって，ブラック
ホール物理と熱力学とが完全な対応関係を持つことが示された．係数も含めて温度が分かった今，

熱力学第一法則からブラックホールエントロピーも一意的に決定される．また，宇宙背景放射と

の比較から現存する典型的なブラックホールが物質吸収優勢であることを示すことができる一方

で，ブラックホール蒸発のような興味深い現象を予言した [3]．さらには，Stefan-Boltzmannの法
則を用いて，ブラックホールの蒸発時間が計算されており，例えば宇宙初期に作られた 1011 [kg]
程度の質量を持つミニブラックホールの蒸発時間はおよそ 137億年であり，ちょうど今頃に蒸発
することが期待される．

2 ブラックホール蒸発過程

このブラックホールの蒸発過程は，段階的に次の３つの過程に分類されることが考えられる（Figure
１）．まず第一段階として，放出される粒子の持つエネルギーが，ブラックホールの質量エネル
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Figure 1: ブラックホール蒸発過程

ギーに比べて非常に小さく，ブラックホールのマクロパラメーターの変化が十分に無視される場

合である．Hawkingのオリジナルの論文 [2]においても得られた結果はこの議論に基づいている．
しかしながら，実際にはこの Hawking放射によってエネルギーを減少させているため，放射

優勢のブラックホールは自身の質量エネルギーを失いながら，徐々に粒子放出に伴う背景時空への

影響が無視できない領域に入ると考えられる．これは，まさに非平衡系物理の１つのモデルにな

ると考えられ，この過程を第二段階とする．この場合，ブラックホールエントロピーやHawking
温度にはある種の補正項が与えられることが知られている [4]．もし正しい量子重力理論であれば，
ある近似において，この補正項が係数を含めて正しく導出されることが期待される．理論構築の

ための手掛かりが少ない現状においては，正しい理論となり得るかの判定に使えるかもしれない．

第三段階においては，さらに放射が進み，ブラックホール自身が Planckスケールまで小さく
なるであろう．この過程においては，量子重力理論が支配する領域となり，もしこれらの現象が

観測されるならば，量子重力理論を構築するための数多くの重要な手掛かりが得られると考えら

れる．

3 ブラックホール蒸発から想起される黒体放射モデル

Hawking放射によって，ブラックホールはHawking温度を持つ黒体放射のように振舞うことが示
され，さらには蒸発などの興味深い現象も提供してくれる．我々は先述のようにブラックホール

蒸発時間を求める際に，Stefan-Boltzmannの法則を用いるが，ブラックホールの蒸発過程のよう
な温度変化するような現象を Stefan-Boltzmannの法則が厳密に適応できるかどうかは明確なこと
ではない．なぜならば，通常の黒体放射の実験においては，熱浴があり，熱を通じて内部エネル

ギーが供給されるため，温度が常に一定となるからである．Hawkingの議論によって，ブラック
ホールが黒体放射のように振舞うことが示されたのも，放射に伴う背景時空への影響を無視した

ために，ブラックホール自身の温度が常に一定であることを仮定したために得られた結果である
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ということができる．

これからの議論を明確にするために，まずは通常の空洞放射の実験について簡単に説明するこ

とにする．空洞放射の実験においては，容器の中には光子気体が無数に存在している．光子気体

はBose粒子であるため，同じ基底状態が無限に存在することが可能であり，これらが本質的に物
理量に影響を与えることはないと考えられる．容器内の光子のうち，一部の光子は熱浴を付けら

れた容器の壁面と相互作用によって，光子が励起され，容器内の光子気体の温度が，熱浴の温度に

一致すると考えられる．空洞放射では容器にあけられたごく小さな穴から光子が放出される．光

子の放出によって，系の内部エネルギーが減少する．この光子気体の内部エネルギーは空洞内の

体積 V と温度 T を用いて，

U =
4σ

c
V T 4 (3)

によって与えられる [5]．ここで，cは光速，σは Stefan-Boltzmann定数を表す．したがって，内
部エネルギーの減少により系の温度は低くなるが，系は熱浴と接しているため，熱浴から失った

内部エネルギーと等量の熱が供給される．一見，粒子数は減少しているようにも思えるが，基底

状態の光子は無限に存在することが可能なので，熱浴に接している限り，連続的に放射し続ける

ことが可能となる．それゆえ，熱力学関数 (3)が粒子数に依存しない．
ここで，我々は熱浴を取り外すことを考える．さらに容器はミクロにみても断熱的な壁であっ

たと仮定する．このとき，熱浴からの新しい熱が供給されなくなるため容器にあいた穴から放出

された光子の持つエネルギー ωの数だけ系は内部エネルギーを減少させ，それに伴い温度も減少

すると考えられる：

T 4 =
c

4σ

U −
∑

ωi

V
. (4)

これは，熱力学変数である温度や内部エネルギーのようなマクロパラメータが光子のエネルギー

ωというミクロパラメータによって記述されることを示唆している．

4 まとめと議論

我々はブラックホール熱力学から得られた知見を黒体放射の議論に還元し，単純な非平衡熱力学

系の１つのモデルについて考察した．さらにParikhとWilczekらによって，Schwarzschildブラッ
クホールの背景において，粒子放出に伴う背景時空への影響を考慮するとき，Boltzmann分布は

Γ = e−βω+4πω2
(5)

によって与えられる [4]．但し，この結果は準古典近似が用いられている．ここで，βは温度の逆

数を表す．(5)式には，２つの解釈の仕方がある．１つは宇宙背景放射の議論で用いられる化学ポ
テンシャル µを含む Boltzmann分布

Γ = e−β(ω−µeff) (6)
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である．ここで，有効的な化学ポテンシャルは µeff = 4πω2/βとなる．この場合，βは常に一定と

なるので，粒子放出に伴う温度依存性を記述できないことになってしまう．もう一つの解釈はこ

の補正項を温度のミクロパラメータによる補正項として理解することである：

Γ = e−βeffω. (7)

ここで，有効的な温度逆数を βeff = β − 4πωと定義した．この場合，温度に ω依存性現れるが，

熱力学第一法則やエントロピーがどのように修正されるかを明らかにしていく必要がある．

最後に，黒体（空洞）放射の実験において，我々は理想的にミクロに見て完全な断熱壁を用い

たが，これは非現実的である．この問題を解決するためには，同じ２つの空洞放射装置を用意す

る．このとき，一方には容器に小さな穴をあけ，もう一方には穴のない容器を用いる．穴のある

場合と穴のない場合の温度変化の差を測定すれば良い．この変化は微小であるが，バックグラウ

ンド次第では，有意な結果が得られる可能性がある．
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Introduction
Solar neutrinos have a long history since its �rst detection in 1970 in the Homestake ex-

periment, the epic of solar neutrino problem, which was an apparent discrepancy between the
Homestake observation and the theory based on the solar standard model. This discrepancy
or the solar neutrino problem was con�rmed in 1980s by Kamiokande, GNO/GALLEX, SAGE
and Super-Kamiokande (1990s) [1]. The solar neutrino problem was �nally solved by SNO
experiment in 2002 using the 8B component of the solar neutrino spectrum and was shown con-
sistent with the expectations of the solar standard model in addition to the theory of neutrino
oscillations [2].

Solar neutrinos have some unique characteristics. They cover the energy range of sub-MeV
to several MeVs. Having low energies they require di¢ cult detections techniques. They play
complimentary role to the reactor neutrinos. Both have approximately the same energy window
for their detections (0-10) MeV. In case of solar neutrinos, the neutrino �avor is produced as
result of the thermonuclear conversion of proton into neutrons and positrons, while electron-
antineutrinos are produced as a result of neutron beta decay along with electrons. In both
cases the neutrinos are detected in the disappearance experiments using the similar detection
techniques.

Before the Borexino experiment, the solar neutrino �uxes were only known indirectly by the
radiochemical experiments. It was only very recently when the Borexino experiment gave the
�rst real-time �ux observations of the lowest energy components of the solar neutrinos (pp [3],
7Be [4] and pep [5]). Being at the lower end of the solar neutrino spectrum, these components are
predominantly controlled by the vacuum oscillations. The LMA-MSW contribution to the three
components are <2% for pp, <4% for 7Be and <8% for pep. Based on this observation the recent
solar neutrino �ux observations by the Borexino experiment are ideal to probe for nonstandard
neutrino interactions (NSIs) at the sun and at the detector while the NSIs at the propagation
inside the sun can be safely ignored because of the low contribution from the LMA-MSW e¤ect
to pp, 7Be and pep components of the spectrum.

Calculational Framework:
We estimate the source and detector NSI parameters in terms of the neutrinos detection
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event rates at the Borexino detector which we de�ne as

R� = Ne

Z Emax

0
dE��(E�) (�e(E�)hP iee + ��;� (E�)[1� hP iee]) ; (1)

where Ne are the number of target electrons at the Borexino detector, �(E�) is neutrino
�ux for the three pp,7Be and pep taken from Refs. [3], [4] and [5], respectively. �e(E�) and
��;� (E�) are the total �e-e and ��=� -e cross-sections and hP iee is the probability averaged over
the oscillation length that �e survives in the trip from the Sun�s core to the detector. hP iee
contains all of the standard mixing parameters and all of the source NSI parameters while
�e(E�) and ��;� (E�) contains the standard weak mixing angle as well as all of the detector NSI
parameters. For the statistical estimates of standard weak mixing angle and all of the source
and detector NSI parameters we use the following �2�model

�2 =
X
i

�
Rexpi �Robsi

�stati

�2
; (2)

where Rexpi are expected event rates as given in Eq. (1), Robsi are the observed event rates as
given in Refs. [3], [4] and [5] with �stati as the statistical uncertainty. Index "i" designates the
three �uxes corresponding to pp, 7Be and pep.

Analysis Details, Results and Discussion:
For the SM �t, we set all NSI parameters to zero and �t the weak mixing angle to Borexino

data of pp, 7Be and pep spectra. For all the NSI parameter �ts, we perform two parameters
space analyses, while set all the other parameters to zero, in the order source-only, detector-only
and then source vs. detector. For the whole NSIs analyses, we assume the PDG-14 values of all
the standard parameters to calculate the expected event rates. All the two parameter regions
are taken at 68%, 90% and 95% C.L.. The bounds are extracted in all of the above three cases
at the 90%C.L..

In case of the standard mixing model parameter analysis we �nd the value of sin2�W at
the lowest energy to-date. From the �tting with the source-only, detector-only and source vs.
detector only NSI parameters we �nd the bounds comparable to the existing bounds of Ref.
[6] in some cases and stronger or weaker in the other cases. The 90% C.L. boundaries of the
�avor conserving nonuniversal NSIs parameters (left panel) and the �avor-changing parameters
(right panel) for the new physics e¤ects at detector for the Borexino�s data for pp, 7Be and
pep spectra are shown in Fig. 1 for illustration. We also �nd the future prospects estimates
of the con�dence level boundaries by incorporating 1% of the statistical uncertainty in regards
to the future experiments for the solar �ux measurements at its lower energy end at Borexino
(upgraded), CJPL [7], SNO+ [8], LENA [9], JUNO [10] etc. With 1% uncertainty we �nd an over
all of one order of magnitude or more improvement of the source and detector NSI parameters.
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Moreover, we also check the impacts of the NSI phases on the C.L. boundaries of various NSI
parameters. The 90% C.L. boundaries of the �avor conserving nonuniversal NSI parameters
(left panel) and the �avor-changing parameters (right panel) for the new physics e¤ects at the
detector with the prospected data for pp, 7Be and pep spectra with 1% uncertainty are shown
in Fig. 2 for illustration.

.

Figure 1: The 90% C.L. boundaries of the �avor conserving nonuniversal NSIs parameter (right
panel) and the �avor-changing parameters(left panel) at detector for the Borexino�s data for pp,
7Be and pep spectra.

Conclusions: The recent real-time measurements of low energy components of the solar
spectrum at Borexino have very low LMA-MSW contribution, thus provide a good testing
ground for new physics study at source (Sun) and detector. We found the best �t value of
sin2 �W at the lowest energy to-date using the Borexino results. We have put new constraints on
the NSI parameters at the production point at Sun and at detector using the current data and
have future prediction study for the future proposals/planned experiments Borexino (upgrade)
[3], CJPL [7], SNO+ [8], LENA [9], JUNO [10] etc. An improvement in sensitivity to the 1% level
will either reveal very small deviations from the SM or reduce possibilities for NSI parameters
by factors from 2-3 to more than an order of magnitude. Our results show the complementarity
between solar and reactor data to probes NSIs simultaneously. As a crucial background in the
dark matter experiments, solar neutrino experiments and theory can anticipate a long future.
In return, they provide the key to nailing down details of solar structure and dynamics and can
play a vital part of progress in resolving the neutrino properties.
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.

Figure 2: The 90% C.L. boundaries of the �avor conserving nonuniversal NSIs parameter (left
panel) and the �avor-changing parameters (right panel) at detector for the prospected data for
pp, 7Be and pep spectra at the future facilities.
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New dimensions from gauge-Higgs unification
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Department of Physics, Osaka University, Toyonaka, Osaka 560-0043, Japan

Abstract
The Higgs boson is unified with gauge fields in the gauge-Higgs unification. The SO(5)×

U(1) gauge-Higgs electroweak unification in the Randall-Sundrum warped space yields almost
the same phenomenology at low energies as the standard model, and gives many predictions
for the Higgs couplings and new W ′, Z ′ bosons around 6 ∼ 8TeV, which can be tested
at 14TeV LHC. The gauge-Higgs grand unification is achieved in SO(11) gauge theory.
It suggests the existence of the sixth dimension (GUT dimension) in addition to the fifth
dimension (electroweak dimension). The proton decay is naturally suppressed in the gauge-
Higgs grand unification.

1 Standard model

The Standard Model (SM) is very successful at low energies. It is gauge theory of SU(3)C ×
SU(2)L × U(1)Y , whose Lagrangian density consists of four parts;

L = Lgauge + LHiggs + Lfermion + LYukawa ,

Lgauge = − 1
2TrGµνG

µν − 1
2TrFµνF

µν − 1
4BµνB

µν ,

LHiggs = |DµΦ|2 − V [Φ] ,

Lfermion =
∑

ψjiγ
µDµψj ,

LYukawa =
∑{

ydjkψjΦψk + yujkψjΦ̃ψk

}
+ (h.c.) . (1)

The form of the parts Lgauge and Lfermion is determined by the gauge principle, and is
beautiful. The form of the Higgs potential V [Φ] in LHiggs, however, is given in ad hoc

manner. The Yukawa couplings yu,djk in LYukawa are arbitrary as well. The parts LHiggs and
LYukawa lack a principle.

The electroweak (EW) gauge symmetry breaking in the SM is brought about by an
intentional choice of V [Φ] which is assumed to have a global minimum at ⟨Φ⟩ ̸= 0. In other
words, the EW gauge symmetry breaking is enforced by hand. The Higgs boson remains
mysterious in the SM.

2 Gauge-Higgs unification

In the gauge-Higgs unification one starts with gauge theory in higher dimensions.[1, 2, 3] The
Higgs field becomes a part of the extra-dimensional component of gauge fields. Schematically

Lgauge + LHiggs =⇒ L5d
gauge ,
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Lfermion + LYukawa =⇒ L5d
fermion . (2)

The effective Higgs potential is generated dynamically at the quantum level from L5d
gauge +

L5d
fermion. In short, the theory is governed by the gauge principle, and becomes concise and

beautiful.[4, 5]
In the gauge-Higgs unification in five dimensions (xµ, y)

AM =

Aµ ⊃ γ,W,Z

Ay ⊃ Higgs boson ∼ Aharonov-Bohm (AB) phase θH
(3)

When the fifth dimension is not simply connected, the Higgs field appears as an Aharonov-
Bohm phase θH in the fifth dimension. The effective potential Veff(θH) becomes nontrivial at
the one-loop level. When Veff(θH) is minimized at θH ̸= 0, the EW symmetry is dynamically
broken. Finite Higgs mass is generated. The gauge-hierarchy problem is solved.

3 SO(5)× U(1) gauge-Higgs EW unification

The Randall-Sundrum (RS) warped space is specified with the metric

ds2 = e−2σ(y)dxµdxµ + dy2 ,

σ(y) = σ(−y) = σ(y + 2L) , σ(y) = k|y| for |y| ≤ L. (4)

The RS space has topology of M4 × (S1/Z2), in which (xµ, y), (xµ,−y) and (xµ, y+2L) are
identified. Its fundamental region is 5d AdS space sandwiched by two branes, UV and IR
branes, at y0 = 0 and y1 = L. The SO(5) and U(1)X gauge fields, AM and BM , satisfy(

Aµ

Ay

)
(x, yj − y) = Pj

(
Aµ

−Ay

)
(x, yj + y)P−1

j , Pj ∈ SO(5) , P 2
j = 1 ,

(
Bµ

By

)
(x, yj − y) =

(
Bµ

−By

)
(x, yj + y) , (5)

Although gauge potentials themselves are not single-valued, physical gauge-invariant quan-
tities are single-valued.[6]-[10]

The set of the matrices P0, P1 is called the orbifold boundary condition. We take

P0 = P1 =


−1

−1
−1

−1
+1

 , (6)

by which gauge symmetry G = SO(5) × U(1)X is reduced to H = SO(4) × U(1)X . Zero
modes (parity even-even modes) appear in the H part of Aµ, Bµ, and in the G/H part of Ay.
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The latter is an SO(4) ≃ SU(2)L × SU(2)R vector, or an SU(2)L doublet, corresponding to
the 4d Higgs field in the SM.

Quark-lepton multiplets are introduced in the vector representation of SO(5) in the bulk.
In addition, one introduces dark fermions in the spinor representation in the bulk. On the
UV brane at y = 0 brane fermions in SU(2)L doublet and a brane scalar Φ in SU(2)R doublet
are introduced. The brane scalar Φ spontaneously breaks SU(2)R×U(1)X to U(1)Y , and at
the same time gives rise to additional mass terms for fermions. The resultant spectrum at
low energies (< 1TeV) is that of the SM. The effective potential Veff(θH) is evaluated at the
one loop. Contributions from the top quark multiplet and dark fermions triggers the EW
gauge symmetry breaking with a Higgs boson mass mH = 125GeV.

4 Success and predictions

The SO(5) × U(1)X gauge-Higgs unification is successful. The gauge principle governs the
theory, including dynamics of the 4d Higgs boson.[10]-[24]

(1) The 4d Higgs boson, the four-dimensional fluctuation mode of the AB phase θH in the
fifth dimension, is massless at the tree level but acquires a nonvanishing mass at the one
loop level which is free from divergence and independent of regularization methods employed.
The gauge hierarchy problem, a cumbersome problem in many theories, is naturally solved.

(2) The phenomenology at low energies (≤ 1TeV) for θH < 0.15 is almost the same as in
the SM.

(3) There is no vacuum instability problem associated with the 4d Higgs scalar field.[25] The
effective potential for the 4d Higgs field H(x) is given by Veff(θH +H/fH). The large gauge
invariance guarantees the periodicity Veff(θH + 2π) = Veff(θH), which in turn implies that
there never occurs the instability. It has been explicitly shown that Veff(θH) is finite at the
one loop level.

(4) Dynamical EW symmetry breaking takes place in the RS space. The existence of a heavy
quark, the top quark mt > mW , is crucial . Veff(θH) is controlled by the W and Z bosons,
the top quark multiplet, and the dark fermions. Light quarks and leptons multiplets are
irrelevant for the EW symmetry breaking in the RS space.

The gauge-Higgs unification gives many predictions to be confirmed by the forthcoming
and future experiments. Although the model contains several parameters, most of physical
quantities are parametrized by the AB phase θH .

(a) The Yukawa couplings of quarks and leptons, Yα, the three-point couplings of the Higgs
boson to W,Z bosons, gHWW , gHZZ , are given, in good approximation, by[8, 11]

Yα, gHWW , gHZZ ≃ (SM values)× cos θH . (7)

The deviation from the SM is less than 1% for θH < 0.1.

(b) Decay of the Higgs boson to γγ, Zγ, and two gluons take place through one-loop diagrams.
In the gauge-Higgs unification an infinite number of various Kaluza-Klein (KK) modes run
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inside the loop. Each of their contributions gives O(1/n) correction to the decay width where
n is the KK number. There appears miraculous cancellation among them so that the sum of
all contributions turns out finite and small. It gives less than 1% correction to those in which
SM particles run inside the loop for θH < 0.1. The cancellation in the process H → Zγ is
highly nontrivial, as the KK number can change inside the loop.[10, 19]

(c) An immediate consequence of (a) and (b) is that both the production rate of the Higgs
boson at LHC and decay widths of the Higgs boson to various modes are all suppressed in
good approximation by a factor cos2 θH compared to those in the SM. Branching fractions
of various decay modes are nearly the same as in the SM. The signal strengths of the various
decay modes are suppressed by a factor cos2 θH . For θH < 0.1 the deviation from the SM is
less than 1%.

(d) The Higgs cubic and quartic self-couplings, λH3 , λ
H
4 , deviate from those in the SM, which

can be tested in future. Although the model has several parameters to be fixed, many of
physical quantities such as λH3 , λH4 , the KK mass scale mKK, and the masses of the first
KK modes γ(1), Z(1),W (1) depend only on θH in very good approximation. This property is
called the universality.

The universality leads to strong prediction power to the gauge-Higgs unification. Suppose
that the first KK mode Z(1) is found at m0. From the relation mZ(1)(θH) = m0, the value
θH is determined. Then other quantities λH3 (θH), λH4 (θH), mW (1)(θH) etc. are determined,
and can be checked experimentally.

(e) The prediction of Z ′ events gives the cleanest test of the model. The first KK modes of the
photon, Z boson, and ZR boson appear as Z ′ events. (ZR is associated with SU(2)R, and has
no zero mode.) For θH = 0.114, their masses are (m

Z
(1)
R

,mZ(1) ,mγ(1)) = (5.73, 6.07, 6.08)TeV

and the widths are (Γ
Z

(1)
R

,ΓZ(1) ,Γγ(1)) = (482, 342, 886)GeV. For θH = 0.073, their masses

are (m
Z

(1)
R

,mZ(1) ,mγ(1)) = (8.00, 8.61, 8.61)TeV and the widths are (Γ
Z

(1)
R

,ΓZ(1) ,Γγ(1)) =

(553, 494, 1040)GeV.[24]

5 SO(11) gauge-Higgs grand unification

It is necessary to incorporate strong interactions in the framework of gauge-Higgs unifica-
tion. This leads to gauge-Higgs grand unification.[26]-[37] We look for a scenario in which
the EW Higgs boson appears as the extra-dimensional component of gauge potentials, and
electromagnetic, weak, and strong interactions are unified in a single group, and no exotic
particles appears at low energies.

One might think that the gauge group should contain SO(5) × U(1)X × SU(3)C as a
subgroup. It turns out that this is not the case. It is seen that SO(11) gauge theory does a
job, keeping good features of the SO(5)× U(1)X gauge-Higgs EW unification.[34, 36]

One starts with G = SO(11) gauge theory in the Randall-Sundrum warped space (4).
The orbifold boundary condition is given by

P vec
0 = diag(I10,−I1) , P vec

1 = diag(I4,−I7) ,
P sp
0 = I16 ⊗ σ3 , P sp

1 = I2 ⊗ σ3 ⊗ I8 (8)
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in vectorial and spinorial representations. At the UV brane SO(11) is broken to SO(10) by
P0, whereas at the IR brane it is broken to SO(4)×SO(7). As a whole G = SO(11) is broken
to H = SO(4)×SO(6). Note that SO(4) ≃ SU(2)L×SU(2)R, and SO(6) ≃ SU(4). At this
stage Aµ has zero modes in the block H, on the other hand Ay has zero modes in the block
[G/SO(10)] ∩ [G/SO(4)× SO(7)]. In the vectorial representation Ay has zero modes in the
components Aa 11

y (a = 1 ∼ 4), which correspond to the 4d Higgs field in the SM.
On the IR brane a brane scalar Φ16 is introduced. Φ16 spontaneously breaks SO(10)

to SU(5). As a result G = SO(11) is reduced to GSM = SU(2)L × U(1)Y × SU(3)C . Note
that SU(3)C ⊂ SO(6), whereas U(1)Y is a combination of SU(2)R and SO(6). GSM is
dynamically broken to U(1)EM × SU(3)C through the Hosotani mechanism. The Weinberg
angle at the GUT scale becomes sin2 θW = 3

8 , the same value as in the SU(5) or SO(10)
GUT in four dimensions.

Fermions are introduced in the spinor (Ψ32) and vector (Ψ11) representations of SO(11).
Ψ32, for instance, satisfies Ψ32(x, yj − y) = −γ5P sp

j Ψ32(x, yj + y). The content of Ψ32 is
given by

Ψ32 =

(
Ψ16

Ψ16

)
, Ψ16 =



ν
e

ê
ν̂

uk
dk

d̂k
ûk


, Ψ16 =



ν′

e′

ê′

ν̂′

u′k
d′k

d̂′k
û′k


, (k = 1 ∼ 3),

zero modes :

(
νL
eL

)
,

(
ukL
dkL

)
,

(
ν′R
e′R

)
,

(
u′kR
d′kR

)
. (9)

ê, û, and d̂ fields have charges +1, − 2
3 , and + 1

3 , respectively. Zero modes appear only for
the components of quarks and leptons. Vector multiplets Ψ11 are introduced to reproduce
the mass spectrum of down-type quarks and leptons.

One interesting feature is that all quarks and leptons appear in Ψ32 as particles with
the Ψ-fermion number NΨ = +1. NΨ is conserved even in the presence of Ψ11. A proton
has NΨ = 3, whereas π0e+ has NΨ = −1. The proton decay p → π0e+ is forbidden. This
should be contrasted to the situation in the 4d GUT. In SO(10) GUT in four dimensions a
fermion multiplet is introduced in the spinor representation Ψ16 for left-handed fields. In the
notation in (9), (uk, dk) → (ukL, dkL) and (ûk, d̂k) → (uckL, d

c
kL). As uckL ∼ ukR

†, gauge
and Higgs interactions convert a particle to an anti-particle, which induces proton decay. In
the gauge-Higgs grand unification such process is absent and the proton decay is naturally
suppressed.

However, there is a problem. Careful examination reveals that in the first and second
generations û, d̂, ê have light masses, which contradicts the observation. The source of this
difficulty lies in the fact that the parity at y = 0 and y = 1 is (even, odd) or (odd, even) for

û, d̂, ê. In the RS warped space it leads to light masses. In other words, P0 ̸= P1 in the RS
warped space gives rise to a trouble.

5
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6 Gauge-Higgs grand unification in 6 dimensions

The difficulty is solved in gauge-Higgs unification in six-dimensional hybrid-warped space.[38]
Consider the six-dimensional space with a metric

ds2 = e−2σ(y)(dxµdxµ + dv2) + dy2 ,

σ(y) = σ(−y) = σ(y + 2L5) , σ(y) = k|y| for |y| ≤ L5. (10)

We identify

(xµ, y, v) ∼ (xµ, y + 2L5, v) ∼ (xµ, y, v + 2πR6) ∼ (xµ,−y,−v) . (11)

The spacetime has topology of M4 × (T 2/Z2). The fundamental region can be taken as
{0 ≤ y ≤ L5, 0 ≤ v < 2πR6} The metric (10) solves the Einstein equation with five-
dimensional branes at y = 0 and y = L5. Six-dimensional spacetime is an AdS space with
Λ = −10k2. The sixth dimension is curled up in a circle with a very small radius R6. We
suppose that zL = ekL5 ≫ 1 and

mKK =
πk

ekL5 − 1
∼ πke−kL5 ≪ 1

R6
. (12)

Under Z2 parity (y, v) → (−y,−v) there appear four fixed points;

(y0, v0) = (0, 0), (y1, v1) = (L5, 0), (y2, v2) = (0, πR6), (y3, v3) = (L5, πR6). (13)

We consider SO(11) gauge theory in the 6-dimensional hybrid-warped space (10). Gauge
potentials AM satisfyAµ

Ay

Av

 (x, yj − y, vj − v) = Pj

 Aµ

−Ay

−Av

 (x, yj + y, vj + v)P−1
j ,

Pj ∈ SO(11) , P 2
j = 1 , P3 = P1P0P2 = P2P0P1 . (14)

Note that only three of the four Pj ’s are independent, and the condition P1P0P2 = P2P0P1

must be satisfied for the consistency. We take, in place of (8),

P vec
0 = P vec

1 = diag(I4,−I7) ,

P vec
2 = P vec

3 = diag(I10,−I1) . (15)

Fermion multiplets Ψ32 and Ψ11 are introduced in the bulk. Ψ32 is a 6d Weyl fermion,
and satisfies Ψ32(x, yj − y, vj − v) = P sp

j γ̄Ψ32(x, yj + y, vj + v) where γ̄ = −iΓ5Γ6. With
this boundary condition zero modes appear chiral, with the quark-lepton content given in
(9). Furthermore, the lightest modes of hat fields ê, d̂, û etc. have large masses of O(R−1

6 ).
The symmetry breaking pattern is similar to the five-dimensional case. The orbifold

boundary condition in the sixth dimension reduces SO(11) to SO(10), and the condition in
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the fifth dimension reduces SO(11) to SO(4)×SO(7). A brane scalar Φ32(x, v) is introduced
on the five-dimensional UV brane at y = 0. It spontaneously breaks SO(11) to SU(5). As a
result the SM symmetry SU(2)L × U(1)Y × SU(3)C survives. By the Hosotani mechanism
the symmetry is further broken to U(1)EM × SU(3)C . Zero modes of Ay correspond to the
4d Higgs doublet. There appear zero modes of Av in the same SO(11) components as Ay,
which acquire masses of order gR−1

6 by the Hosotani mechanism.

7 Summary

The gauge-Higgs unification is promising. The SO(5) × U(1) gauge-Higgs EW unification
gives definitive predictions to be tested in the forthcoming LHC experiments. The incorpo-
ration of strong interactions leads to the SO(11) gauge-Higgs grand unification. It seems
necessary to introduce the sixth dimension to have a spectrum consistent at low energies.
The fifth dimension serves as an EW dimension, whereas the sixth dimension as a GUT
dimension. We are entering into an era of “New Dimensions”.
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AdS/CFTとカオス（講演抄録）
橋本幸士

大阪大学大学院理学研究科

1 カオスと場の量子論
素粒子物理学において、標準模型を超えた物理の Lagrangianを探ることが究極の目標になってい
ることは疑いない。ここで、Lagrangianを記述する際には、対称性やその表現と場の種類を指定
するのが常である。はたして、この記述に、「場の量子論の複雑性」のような新しい指標を追加す
ることは可能だろうか。カオスの応用におけるチャレンジは、場の量子論における複雑性の概念
を定式化し、そこから現れる、様々な場の量子論にユニバーサルなダイナミクスを指標化するこ
とである。
例えば、QCDのゲージ対称性は SU(3)であるが、それを SU(5)に変更したとしよう。この変

更は Lagrangianの変更であり、それに伴ってダイナミクスは変更される。安直には、SU(5)に拡
大すると、その分グルーオンやクォークの種類が増えるために、理論の複雑性はますように思わ
れる。しかし、QCDなどの非可換ゲージ理論に特有な閉じ込め現象を念頭に置けば、ゲージ群が
SU(3)か SU(5)か、ということは、ゲージ不変な観測可能量においては影響が異なってくる。単
に複雑性が増すのではなく、閉じ込め相においては、複雑さの度合いがどちらが大きいか、はト
リビアルな問題ではなくなる。

2 古典カオスと場の量子論の関係の問題
カオス度を測るものとして、Lyapunov 指数がある。これは、初期状態の微小な違いが、時刻 tが
経過した後に eLtだけ相空間内で離れる場合の、この指数Lのことである。Lyapunov指数が正で
あれば、システムはカオスを持っている。この指数はエネルギーに依存し、また初期状態に依存
する。
さて、Lyapunov指数を計算するためには、初期状態の微小なずれを考える必要がある。この

ずれを定式化するには、決定論的な古典力学系において、位相空間の中での初期条件における微
小なずれを考える必要があるが、システムを量子化した場合に、初期条件の無限小のずれをどう
定式化すれば良いかは難しい問題である。また、シュレーディンガー方程式は線形であるので、一
般に非線形性が引き起こすカオスが、量子化すると定式化が難しくなる理由となってしまう。す
なわち、量子化してしまうと、古典系で明確に定義される Lyapunov指数が、定義されなくなって
しまうという問題が生じる。
そこで、量子系の半古典極限をとることで Lyapunov指数を定義することが試みられる。通常

の半古典極限は ℏ → 0であるが、これをQCDに適用しようとすると、カイラル凝縮などの重要
な量子指標が消え失せてしまい、また、閉じ込めなどの低エネルギーで重要な物理が記述できな
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くなってしまう。従って、通常の半古典極限は、QCDの Lyapunov指数を議論するためには使用
することが難しい。

3 Large N 強結合極限とカオス
論文 [1]では、ℏ → 0極限ではなく、large N 極限をとることとした。large N 極限では 1/N 展開
が可能となり、これは弱結合展開に代わる異なる古典化と考えることができる。特に AdS/CFT

対応によって、large ’t Hooft 結合の極限も同時にとれば、QCD的な理論は古典重力の理論に移
り変わり、古典系へと写像される。この重力側で Lyapunov exponentを計算してやれば、場の量
子論の強結合のダイナミクスを取り入れたまま、カオス度を測ることが可能となる。
論文 [1]では、N = 2超対称 QCDにおいて、カイラル凝縮が空間一様で運動する場合のカ

オスの Lyapunov指数を数値的に計算した。結果、面白いことに、N が大きくなればなるほど、
Lyapunov指数は小さくなり、カオス度が減ることが判明した。

AdS/CFT対応によるカオスの計算は、Maldacena-SHenker-Stanfordのカオスの上限予想 [2]

などと相まって、爆発的に進展している。今後の発展により、場の量子論の複雑性に関する理解
について新しい地平が拓かれることを期待したい。
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Joining-Splitting型の弦の場の理論の古典解

小路田　俊子

京都産業大学益川塾

1 Introduction

摂動論的な弦理論では、SUSY を保つ設定でなければ、一般にその振動モードにタキオンが現れ

る。タキオンの存在はその真空周りの摂動論が不安定であることを示し、タキオンポテンシャル

の極小値周りの安定な世界へと遷移が起こると予想される。これは非摂動論的効果であり、タキ

オン凝縮と呼ばれる。タキオン凝縮は、ボゾニックな弦理論や超弦理論における非BPSブレイン

上の開弦、Dp-D̄pブレイン系など、様々な状況において考えられる。ここでは特に、ボゾニック

弦理論のタキオン凝縮について議論する。

開弦のタキオン凝縮は、ボゾニックな開弦の場の理論であるCubic String Field Theory(CSFT)[1]

において、不安定なD-braneの崩壊として理解された。[2, 3]が見つけた場の古典解は、摂動論的

弦理論の真空より、Dブレイン一枚分だけエネルギーが低い真空を表し、開弦の物理的励起が存

在しなかった。

一方、閉弦理論にもタキオンが存在し、摂動論的に不安定な理論となっているが、安定な真空

の解析は進んでいない。固定された背景時空中でDブレインが崩壊する開弦の場合に比べて、閉

弦のタキオン凝縮では背景時空全体が変化すると予想されるので難しいのである。更に、以下に

述べるように、閉弦の場の理論が定式化上の問題を抱えており、解析が出来ないことが大きな原

因である。例えばこれまでに、局在化したタキオンの凝縮について調べられたりしているが、厳

密な解析は未だ無い [4, 5]。

明白な共変性を持つ閉弦の場の理論は、相互作用 (vertex)の仕方によって、中点相互作用型

(Mid型) と joining splitting 型 (JS 型) の二種類に分けられる (図.1)。Mid 型相互作用は、弦の

中点が一致するように相互作用し、JS 型相互作用は、二つの弦が一点でくっついたり離れたりし

て相互作用をする。JS型の vertex には、弦の長さを指定する αというパラメーターが入っている

のが特徴である。前述の CSFTは、Mid型相互作用であり、作用は三点相互作用だけで書かれて

いる。このMid 型相互作用を閉弦へ拡張すると、作用は三点相互作用では閉じず、無限項の相互

作用が必要になることが知られている [6, 7] 1。無限項の相互作用は複雑な入り方をしているため

に、運動方程式の解を見つけることは困難である。作用を有限項で切って数値評価などを行うこ

とはできるが (例えば [5])、作用を有限項で切ることが良い近似になっているという正当性が保証

されるものではない。

1更に悪いことに、量子補正を考えると、tree の vertex だけでは閉弦のモジュライを覆うことが出来ず、ループの
vertex も無限項必要になる。このような状況は局所場の理論では無かったことで、非常に興味深い。閉弦を素朴な場
の理論として記述できるのかという疑問を提示している。

1
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Figure 1: 開弦の三点相互作用の様子。　左図は中点相互作用 (Mid型)、右図は joining splitting型 (JS型)
の相互作用　を表す。α1, α3 はそれぞれ一番目と三番目の弦の長さを表す。

他方、JS 型の相互作用を採用したHIKKO理論 [8]では、開弦は三点と四点、閉弦は三点相互

作用で作用が書ける。しかし、量子補正を考慮すると、弦の長さを表すパラメーター α(図.1) に起

因する発散が生じて定義できなくなる (α問題)。この困難を解決する方法として、α = p+ (p+ は

光円錐方向の運動量) と取る方法が知られているが、これでは明白な共変性が失われ、また古典解

の解析が原理的に不可能になる。なぜなら、静的な真空解 (p = 0)を考えると、長さゼロ (α = 0)

の弦同士の積 (相互作用)が 0/0という不定性を持ってしまうからである。

comment

研究会では、閉弦の場の古典解は既に構成されているのではないかという質問があったので、

筆者の知っているものについてコメントしておく。

[9, 10, 11]によって議論されているディラトン凝縮解 (ディラトン状態)は、運動方程式の線形

部分の解であり、運動方程式全体の解ではない。また、この解はポテンシャルのフラットな方向

への摂動になっており (マージナル変形解)、作用のエネルギーを変化させない解である。

[12]で議論された古典解は、代数的に運動方程式を満たすものの、作用の値が常にゼロとなる

特異な解である。この解の表す真空は運動項が消えているため、このままではコホモロジーが議

論できない。

2 OSp invariant string field theory

HIKKO理論の α問題の原因は、zero-mode空間が BRS四重項を組めていないために、非物理的

な α が物理的空間から分離できていないことにある。Non-zero mode の空間では、物理的な α⊥
n

の空間と、BRS四重項

α+
n

QB→ cn

α−
n

QB← bn

2
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(cn, (bn)は (反)ゴーストのモード)から成り、非物理的なモード α±が Parisi-Sourlas機構によっ

て物理的空間から排除される。ところが zero-mode空間は、α単独で存在し、この機構が働いて

いないのである。

そこで、足りない三つの zero-modeを追加し、zero-modeのBRS四重項を完全にしてα問題の

解決を図ったのが、“covariantized light cone string filed theory”である [13, 14, 15]。Zero-mode

空間の拡張は、HIKKO理論に近似的に成り立っていたOSp対称性が完全になるように成される。

そこでこの理論を以後 “OSp-SFT(string field theory)”と呼ぶことにする。

OSp-SFTの構成は、光円錐型ゲージの場の理論の横波方向の添え字 i(i = 1 ∼ 24)を、M =

(µ, c, c̄)に “OSp拡張”して共変化する。

Xi → XM =
(
Xµ, Xc, X c̄

)
, δij → ηMN =


ν c c̄

µ ηµν

c 0 −i
c̄ i 0

 (1)

各成分のモード展開は以下のように取る。

zero mode : (xµ, c0, c̄0) or (pµ,−π0, π̄0)
oscillators : (αµ

n, α
c
n, α

c̄
n) = (αµ

n,−γn, γ̄n) (2)

代数構造もOSp拡張する。 [
XM (σ), PN (σ′)

]
± = iηMNδ(σ − σ′) (3)

但し、M,N が µの場合は交換関係、c, c̄の場合は反交換関係とする。

ここで、γn, γ̄nと加藤-小川のゴースト演算子 cKO
n , c̄KO

n との対応は、vertexから読み取れば

γn = inαcKO
n (n 6= 0), c0 =

∂

∂π̄0
= αcKO0 (4)

γ̄n = α−1c̄KOn (∀n) (5)

となることが分かる。光円錐型ゲージの場の理論からOSp拡張することで、HIKKOには無かった

ゴーストゼロモード γ0 = π0(4)が導入される。HIKKO理論では non-zero mode 空間にだけ OSp

対称性が成り立っていたのだが、OSp-SFTでは π0のお陰で、理論全体でOSp対称性が成り立っ

ている。

そしてこの π0が αのBRSパートナーになる。光円錐型ゲージの弦の場の理論が、一見O(24)

の対称性しか持っていないのに、実は Lorentz対称性 SO(25, 1)を持っていたように、OSp-SFT

もOsp(27, 1|2)対称性を持っている。OSp(27, 1|2)対称性の生成子MMNは

MMN =

∫ 2π

0
dσ : (XM(σ)PN(σ)− (−)|M ||N |XN(σ)PM(σ)) : (6)

3
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で与えられるが、特にM c−とM cc̄ は BRS代数を成している。{
M c−,M c−} = 0,

[
M cc̄,M c−] = M c−,

[
M cc̄,M cc̄

]
= 0 (7)

そこで、OSp-SFTの BRS電荷をM c− に、FPゴースト数演算子をM cc̄ と見なすことにする2。

BRS電荷をモードで書くと

−M c− = QB = −c0
α
L0 + iπ0

∂

∂α
− i

α

∞∑
n=1

γ−nLn − Lnγn
n

(8)

= QKO

B +
iπ0
α

(
NFP + α

∂

∂α
+ 1

)
(9)

となる。ここで Lnとは、OSp拡張された virasoro演算子

Ln =
∞∑

m=−∞

1

2
: αM

n+mηMNα
N

−m : −δn,0 (10)

である。

光円錐型ゲージの zero-modeには αの他にもう一つ τ に共役な E という非物理的モードも

存在したので、E の BRSパートナーを π̄θ として導入し、(8)に −E ∂
∂π̄θ
を追加する。π̄θ は他の

zero-mode と可換である。こうして zero-mode空間に BRS四重項が出来上がった。

α
QB→ π0

E
QB← π̄θ

作用と、作用を不変に保つゲージ変換はそれぞれ

S =
1

2
Φ ·QBΦ+

g

3
Φ · (Φ ∗ Φ) (11)

δΦ = QBΛ + 2Φ ∗ Λ (12)

で与えられる。Φは閉弦の場、·は BPZ内積、∗は、図.1右図の弦の貼り合わせを表す。但し、∗
積をモード展開すると、HIKKO理論とOSp-SFTでは zero-mode空間が異なっている。

OSp-SFTでは αと運動量は独立な変数であり、静的真空解の構成の際も、αを有限に保つこ

とができる。よって光円錐型ゲージの場の理論や、α = p+HIKKO理論のような古典解構成の困

難は回避できている。

2時空の対称性と BRS電荷が結びつくというのは興味深い。平坦時空以外でも成り立つのだろうか。
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3 古典解の構成へ向けて

Introductionで述べた通り、タキオン凝縮などに代表される閉弦の非摂動論的物理の理解は開弦

に比べて遅れている。現時点で、弦の場の理論を使った解析を行うのに、原理的な問題を抱えて

いないのは、OSp-SFTだけである。もし、OSp-SFTによって閉弦の非摂動論的真空を求めるこ

とが出来れば、閉弦の真空構造が理解できるだけでなく、OSp-SFTが閉弦の場の理論として有力

であることの証拠にもなる。しかしこれまで、OSp-SFTによる古典解の構成は行われてこなかっ

た。理由の一つに数値的解析すら困難であることが挙げられる。Mid型相互作用である CSFTで

は、解析解 [2]発見以前にも、数値的にタキオン凝縮真空が調べられていた。CSFTの (ボゾニッ

クな)zero-mode空間には重心運動量しか無いので、真空解の場合 zero-mode積分が自明になり、

数値計算が実行できた。しかし JS型理論の zero-modeには、重心運動量の他に、α,E の積分が

あるため、場の α,E 依存性を決めなければならない。このためか、OSp-SFTではこれまで数値

計算すら行われてこなかった。

研究会では、古典解の構成に向けて現在取り組んでいる、以下に述べる方法を紹介した。

先ずタキオン凝縮真空の数値評価であるが、上にも述べた通り、zero-mode空間 (α,E)の依

存性を仮定して計算する必要がある。実は、物理的状態 (運動方程式の線形部分)は、BRS四重項

{α,E, π0, π̄θ}をBRS電荷と可換な特別な組み合わせ χ = αE− iπ0π̄θ でのみ含む。そこで、zero-

mode空間の依存性を eaχ(aは定数)と仮定してフルの運動方程式を調べている。但し、場のゲージ

自由度を固定して自由度を減らさなければいけない。[13]では、加藤-小川ゲージ (b0Φ = 0)とSiegel

ゲージ ((b0− π̄θ)Φ = 0)の二種類が調べられているので、両方をつなぐ ξゲージ ((b0− ξπ̄θ)Φ = 0)

で計算を行っている。eaχ という形は一般には ∗積で閉じないので、数値計算の表式は複雑であ
る。ゲージをうまく取って、解析しやすい表式に持っていけるか検討中である。

次に解析的な方法として、古典解を trivialな真空からのゲージ変換で表すということを考え

る。(12)から有限ゲージ変換は

Φ =

(
e2Λ∗ − 1

2Λ

)
QBΛ =

(
1 + Λ ∗+22

3!
Λ ∗ Λ ∗+ · · ·

)
QBΛ (13)

で与えられる。Λはゲージパラメーターを表す弦の場である。この表示は積の種類に依らない。そ

こで既に見つかっている CSFTのタキオン凝縮解と比較することで、古典解を構成できるかもし

れないと考えている。CSFTの古典解ではMid型の積 ?に対して加法性 |Wt〉 ? |Ws〉 = |Wt+s〉 を
示す wedge state と呼ばれる状態が重要な役割を果たしている。そこで、JS型の積 ∗で閉じる状
態空間を見つけることが解析解構成の手がかりとなる。実は [16]によって、境界状態 (Dブレイン

を表す閉弦のヒルベルト空間の状態) はHIKKO理論の積で閉じることが指摘されている。

|B(α1)〉 ∗ |B(α2)〉 ∝ |B(α1 + α2)〉 (14)

現在、この関係式をOSp-SFTの ∗積の場合に検証している段階である。

5
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超弦の場の理論における”多重Half-brane” Solution について
杉田　和優

日本大学理工学部

1 Half-brane Solution

Schnablが tachyon vacuum solution[1]を見つけて以降、弦の場の理論の運動方程式の解に対する
理解は進んだ。ここではmodified cubic string field theory [2, 3]における新たな解の例を示す。
Modified cubic string field theoryはNS sectorの開弦を記述する弦の場の理論である。この理論
の actionは以下である。

S = −TrY−2 [
1

2
ΨQΨ+

1

3
Ψ3] (1)

ここで Y−2は inverse picture changing operatorと呼ばれる演算子である。運動方程式は以下を考
える。

QΨ+Ψ2 = 0 (2)

ここで bosonic cubic string field theory の時に [4]によって導入された ∗積とQの演算のもとで
閉じる string fieldの代数、KBc 代数の super版、即ち、KBcGγ 代数 [5]

[K,B] = 0, {B, c} = 1, {B,B} = {c, c} = {B, γ} = {c, γ} = 0,

{G,G} = 2K, [G,B] = 0, [G, c] = 2γ, {G, γ} = 1

2
∂c (3)

QK = QG = 0, QB = K, Qc = cKc− γ2, Qγ = c∂γ +
1

2
γ∂c (4)

を基に解を構成する。この代数を使用したmodified cubic string field theoryの解としてhalf-brane

solution [5]というものがある。これは pure-gauge formで書かれている。

Ψ 1
2
= U−1

1
2

QU 1
2

= −(Q(cB) + cBGc)
1

1−G
(5)

ここでゲージパラメーターは

U 1
2
= Bc+ cB(

−G
1−G

) (6)

であり、tachyon vacuum solution[6] Ψ0 = U−1
1 QU1 = −(Q(cB) + c) 1

1−K でのゲージパラメータ
U1 = Bc + cB( −K

1−K ) における K を Gにしたものである。また、Half-brane solution のエネル
ギーは

E(Ψ 1
2
) = E(Ψ0) +

1

2
E(D9-brane) (7)

となり、D9-braneの半分のエネルギーである。

1
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2 “多重Half-brane Solution”

今回、我々はKBcGγ 代数 を用いた新たな解の例を作った。その解の構成は bosonic での double-

brane solution[7, 8]の状況を参考に作られている。
まず、bosonicでの double-brane solutionについて簡単に reviewする。Double-brane solution

は以下である。

Ψ2 = U1QU−1
1

= cB
K2

1−K
c

1

−K
(8)

double-brane solutionにあらわれている 1/K という string field はKBc 代数が定義されている
CFTの座標 sliver frame [9]でよく定義されていない。このためKϵ regularization [8]を行う必要
がある。Kϵの定義は

Kϵ ≡ K − ϵ, ϵ ∈ R>0 (9)

で、この regularizationのもとで 1/K は以下のように理解される

1

K
→

[ 1

K

]
ϵ
=

1

Kϵ
= −

∫ ∞

0
dze−ϵzezK (10)

ここで弦場 ezK は sliver frameで幅 zのwedge stateを表し、KをKϵに置き換えるという操作を
[·]ϵと書いた。ここで [8]で EOM in the strong sense とよばれている以下の量を考える

EOMS(Ψ) ≡ Tr[Ψ(QΨ+Ψ2)] (11)

double-brane solution はこれを満たす

lim
ϵ→0

EOMS([Ψ2]ϵ) = 0 (12)

が、triple-brane solution Ψ3 ≡ U2
1QU−2

1 = U3
1 (Q+Ψ0)U

−3
1 はこれを満たさない。

lim
ϵ→0

EOMS([Ψ3]ϵ) ̸= 0 (13)

また double-brane solution の energy は以下である。

lim
ϵ→0

E([Ψ2]ϵ) = E(Ψ0) + 2E(D25-brane) (14)

我々のmodified cubic string field theory の解の話に戻る。Double-brane solutionは tachyon

vacuum solutionの逆の gauge 変換で書かれている。

Ψ0
U−1
1−−−→ 0

U−1
1−−−→ Ψ2 (15)

2
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これを参考に”multiple-half-brane solution”を構成する。

Ψ 1
2

U−1
1
2−−−→ 0

U−1
1
2−−−→ Ψ? (16)

すなわち、

Ψ? = U 1
2
QU 1

2

= (−cBKc+Bγ2 + cBK
1

1−G
c)

1

−G
(17)

この解には bosonic double-brane solutionでの 1/Kと同様に 1/Gが含まれている。したがって、
我々は、Kϵ regularization と consistentなようにGに対する regularizationを導入する。定義は
以下である。

Gϵ ≡ G⊗ σ1 −
√
−ϵ⊗ σ3 (18)

1Gϵは二乗するとKϵになるように定義されている。

{Gϵ, Gϵ} = 2Kϵ (19)

解に対して regularizationを施した後、EOM in the strong sense を確認すると、満たすことが計
算するとわかる。

lim
ϵ→0

EOMS([Ψ?]ϵ) = 0 (20)

また、この解のエネルギは計算すると

lim
ϵ→0

E([Ψ?]ϵ) = E(Ψ0) +
3

2
E(D9-brane) (21)

となる。これは half-brane solution から更にもう一度 half-brane solutionを作る gauge trans. を
施した解 U−2

1
2

QU2
1
2

が tachyon vacumm solution と gauge equivalent であること

Ψ0 ∼ U−2
1
2

QU2
1
2

U 1
2←−− Ψ 1

2

U 1
2←−− Ψ1 (22)

から、Ψ?がD-braneのない tachyon vacuum から half-bareを作る gauge 変換を３度繰り返して、
できていると理解できるため、この”多重 half-brane”解のエネルギーが D9-braneのエネルギー
の 3/2倍であることは consistentである。。
しかし、これらの half-brane解は物理的意味が未だ明らかになっていないため、より信頼でき

る理論である Berkovits’ string field theory[10, 11]での解析が必要であると考えられる。

1ここで弦場に直積されているPauli行列は、modified cubic string field theoryで弦場のGSO(+)とGSO(-) sector
を同時に扱うために必要となる。
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LHC実験Run2の最新結果
東京工業大学理学院物理学系
陣内修
2016年 10月 15−16日 第 6回日大理工・益川塾連携シンポジウム

1 はじめに
欧州原子核研究機構（CERN）で行われている

LHC実験は，2015年からRun2に入り世界最高エ
ネルギーの衝突データを順調に収集している．こ
れに伴い，数多くの実験論文が公表されている．本
講演では，これら数多くの成果の中から選別した
結果を報告する．特に新しく，超過事象が見られる
解析チャンネルを中心に (2016年 10月時点におけ
る)ATLAS，CMS両実験からの結果を紹介する．

2 LHCの運転状況
2016年の運転では 2015年に引き続き，順調に

データ収集が続けられており，本講演が行われた
時点ではATLAS実験は本年目標値の 26 fb−1に対
し，31.0 fb−1の積算ルミノシティを既に取得して
いた．CMSも同様である．物理解析データ向けの
安定したビーム衝突を得られる割合は物理Runの
期間中 65%にも達し，この割合が本年度の大躍進
の理由であった．瞬間ルミノシティの増加に伴な
い，一回のバンチ交叉当たり平均 20個の非弾性衝
突が起きている．このような事象はパイルアップ
と呼ばれ，信号事象と重なって観測される．2016

年度末の加速器のシャットダウンは 2017年 4月ま
である．これは最終的に 14 TeVまでエネルギーを
あげるための加速器トレーニングを一部の双極電
磁石に対して行うために長めに確保してあるから
である．2017年は衝突エネルギー 13 TeVを維持
し，40−50 fb−1のデータ取得が計画されている．

3 ATLAS，CMSのRun2にお
ける検出器性能

PVN
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図 1: 消失エネルギー測定分解能のパイルアップ
依存性をシミュレーションで評価したもの．カロ
リメータベース (CST),トラックだけを用いたもの
(Track)である．それらを組み合わせたもの (TST)

を用いることで依存性を大きく緩和できているこ
とが分かる．

ATLAS実験では，2014年の長期シャットダウン
中に新たに設置した最内層検出器 (IBL)がRun2に
入り稼働しており，荷電粒子飛跡検出能力を大幅
に改善している．また設計値よりも高いルミノシ
ティに対応するために，様々な対応策が採られてい
る．検出器の読み出しにおいては，占有率の増加，
読み出し帯域の圧迫を抑えるために，読み出し方
法を高パイルアップのものに切り替えている．ト
リガーに関してもより高頻度衝突におけるデータ
収集のメニューに切り替えている．約 2000種類の
メニューの中で，レベル1トリガーで85kHz，High
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レベルトリガーで 1kHzまでに抑えている．オフラ
イン処理用記録データは設計値の約2倍の速度（毎
秒約 1GB）で書き込んでいる．Prescaleなしのメ
ニューにおけるしきい値は，電子はET = 24− 26

GeV，ミューオンはpT = 24−26 GeV，横消失エネ
ルギー Emiss

T = 90−110 GeV，ジェットET = 380

GeV，光子ET = 140 GeVとなっている．
また，特に物理オブジェクトの再構成において
パイルアップ依存性を抑制するために飛跡検出器
の情報を最大限活用した．例えばジェットの再構成
ではHard process vertex由来のジェットであるこ
とを要求する，また消失エネルギーでは，電子・光
子，τ，ジェットなどのオブジェクトはカロリメー
タで，それ以外のソフトな粒子は飛跡検出器を用
いて，その組み合わせを用いることで，パイルアッ
プへの依存性を抑制している (図 1)．このように，
強いパイルアップ環境にありながらも測定精度を
維持した実験を継続している．

4 ヒッグス粒子の物理
LHC Run1 (7TeV :約 5 fb−1, 8TeV :約 20 fb−1)

において，ヒッグス粒子の質量が精密に測定され
(mH = 125.09 ± 0.24GeV)，また質量全幅の上
限も 22.7MeVの精度まで求まっている．Spin=0,

parity=+という量子数，そして標準模型素粒子と
の結合定数の大きさは，これまでのところ標準模
型と無矛盾であることが確認されている．Run1で
未確認のままである事項としては，H → bb̄チャ
ンネルの観測，tt̄H結合の観測がある．ところで，
ATLASおよびCMS実験ではRun2に入り 2光子
チャンネル，さらに4-leptonチャンネルにおける観
測を通じ，125GeV付近にヒッグス粒子の明確な信
号を 10σ程度の有意度で既に観測している [1, 2])．
これはRun1，Run2間の長期シャットダウンを経
てもなお，LHCでヒッグス粒子が再確認されたこ
とを示している．これら 2つのチャンネルに関し
ては断面積測定が行われている．重心エネルギー
依存性は概ね標準模型の予言通りである (図 2)．ま
た，部分断面積，結合定数測定に向けた生成プロ
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図 2: ヒッグス粒子生成断面積の陽子陽子衝突エ
ネルギー依存性．H → γγ，H → ZZ∗ → ℓℓの 2

チャンネル，およびその combination．曲線は理論
予想 (QCDのNNN3LO計算)である．

セス別の解析が進められている．H → bb̄関して
は，ボトム・クォークの湯川結合の測定のために
重要であり，W/Z+H生成チャンネルを通じて探
索を継続している [3]．これは非常に背景事象が多
く困難な解析である．W/Zの崩壊モードをレプト
ン数で 3つに分類し，bb̄不変質量などを用いた多
変量解析を行い感度を最大限にあげている．この
解析手法のクロスチェックに用いている，標準模
型WZ(→ bb̄) は同じ手法を用いて 3.2σの観測結
果を得ており，手法は確立されていると考えてい
る．3チャンネルは同程度の不定性をもち Run-1

[4]の結果同様，どれも低めにでている．信号強度
のCombined結果は有意度 0.42σであり，0とも無
矛盾な結果を得ている．tt̄Hチャンネルはトップ・
クォークの湯川結合の測定のために重要なチャン
ネルである．tt̄からのレプトン数とヒッグスの崩
壊モードを合わせて分類し，計 9つの解析を最適
化している [5]．誤差の範囲で標準模型と無矛盾で
あり，信号強度の観測有意度は 2.8σとなった（期
待値は 1.8σ）．これらクォークとの結合に関する
直接測定には更なる統計量が必要であり，H → bb̄

はRun1との統合により，tt̄Hに関しては 2016年
の全終状態を足したデータによって，観測に到る
ことが目標である．ヒッグス粒子に関連する今後
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の課題としては第 2世代との結合の発見，全崩壊
幅測定などがあげられる．特に後者は既に標準模
型予想の 4倍の大きさまで迫っており今後の急増
するデータ量に期待したい．

5 超対称性粒子探索
標準模型を超えた物理として最有力候補となる

超対称性 (SUSY)は，徹底した多岐にわたる探索
にも関わらずRun1ではその兆候を確認できなかっ
た．Run2では，衝突エネルギーの上昇に伴い，超
対称性粒子のような重粒子の生成断面積が大幅に
増加するため，発見の感度が向上している．LHC

での典型的な SUSY事象としては，生成されたグ
ルイーノ，スクォークなどがより軽い粒子へ崩壊す
る際に多数のジェットを放出し，最終段の一番軽い
SUSY粒子 (LSP)が検出を逃れるために，大きな横
消失エネルギーが観測される．これらの量をRun2

でも用いるためにはパイルアップ事象への対策を適
正に行なう必要がある．また，消失粒子が 2つある
ため崩壊の kinematicsを完全には解けず，新粒子
に起因する超過はピークではなく幅広いbumpとな
る．したがって実効質量分布の高端領域における背
景事象の十分な理解が必須となる．これらがRun2

における SUSY探索の課題となる．背景事象の評
価方法としては，分布の高端領域であるため，いわ
ゆるSide band分布を利用することができない．ま
た非常に限られた位相空間の隅が対象となるため，
シミュレーションに頼れない．そのためデータ自体
（制御領域）を用い，それをシミュレーションの助
けを借りて，信号領域に外挿する．そして外挿の妥
当性は確認領域を用いて評価する，ということを
行う．2015年までにATLAS，CMS両実験で幾つ
かのSUSY探索チャンネルで2σ以上の超過が見ら
れており，それらのチャンネルで 2016年度データ
を早急に確認することが重要である．強い相互作
用による生成チャンネルの中で，特に注目度の高
い 4チャンネルについて以下にまとめる．(1)グル
イーノ探索 (1レプトンチャンネル)アトラス実験の
2015年データ (3.2 fb−1)で 2.1σの超過が見られた

図 3: Stop探索の1レプトンモードにおける横消失
エネルギー分布 [14]．基本選別に加え更にNbjet ≥ 2

を要求している．2.6 σの超過が確認されている．

[6]．同チャンネルの 2016年度データでは 14.8 fb−1

を用いたが 1.5σの超過まで減退することが確認さ
れた [7]．CMSでも高いHT (450− 600GeV)領域，
Njet = 5− 8, nbjets ≥ 1条件で 2σ程度の超過を確
認している．(2) 崩壊生成物中に Z(→ ℓℓ on shell)

+ 消失エネルギーを含むグルイーノ対生成チャン
ネル．こちらはRun1のATLAS実験 (3.2 fb−1)で
3σ[8], 2015年の 13TeVデータで 2.2σの超過 [9]

を確認している．2016年データ (14.7 fb−1)での追
試では 1.2σ程度まで減退した [10]．CMSでもほ
ぼ同じ信号領域を使用しているが，これまでのと
ころ超過は見られていない．(3) 崩壊生成物中に
Z(→ ℓℓ off shell) +消失エネルギーを含むグルイー
ノ対生成チャンネル．こちらはRun1のCMS実験
(19.4 fb−1)で 2.6σ の超過 [11], 2015年の 13TeV

データでは確認できず，2016年に 3.1σ[12]の超過
を確認している．(4) その他，Stop 1-lepton 探索
では，2015年の 13TeVデータで 2.3σ[13]の超過
が見られた．これはNjet ≥ 4, Nbjet ≥ 1，さらに
mT > 175GeV,MET > 260GeVを要求するもの
である．CMS側の同じチャンネルに超過はなし．
2016年度の 13.2 fb−1を用いたATLASの探索では
2.2σ[14]の超過がみられた．これは更にNbjetを課
すことで 2.6σまであがる（図 3）．SUSYの電弱生
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成探索は，複数のレプトンを要求するチャンネル
である (1L(+bb̄), 2L, 3L, 4L)．Run1ではATLAS，
CMSの両実験で徹底した探索が行われたが兆候は
見られていない [15, 16]．このチャンネルでは質量
縮退領域は暗黒物質残存密度とも密接に関連して
おり，重要な領域である．特に Run1では低消失
エネルギー側のデータに超過があり，棄却領域を
狭めていた一因となっている．Run2のCMS実験
による探索 [17]では，1 jet + 2 ソフトレプトンで
事象選別し，質量が縮退する領域への感度も持た
せた．縮退領域に 1σ程度の超過があり，ATLAS

Run1と似た状態となっている．ATLAS実験側で
は，電弱生成探索のオーソドックスなチャンネル
である．2/3-leptons + METを用いた解析により，
これまでの質量制限を大幅に更新した [18]．

6 750GeV付近の2光子共鳴

図 4: 背景事象仮定と測定データとの一致度を
Spin-0粒子質量の関数として表示したもの．10%の
共鳴幅を仮定．2015年のデータで見られたような
共鳴ピークが，2016年のデータでは確認されなかっ
た．[20]

ヒッグス粒子の発見以降，新物理の明確な兆候
がなかなか見えていなかったが，2015年の Run2

開始後 2光子不変質量の 750GeV付近に統計的に
有意な”bump”が ATLAS，CMS両実験で観測さ

れた [19, 21]．有意度はATLAS(local 3.9 σ, global

2.1σ)，CMS(local 3.4σ, global 1.6σ) であり，
13TeVの初年度に独立した 2実験で，同じ質量領
域に超過が見られたため，世界的に大きな注目を
集めた．これにより，異例に数多く (500本以上)の
現象論論文が書かれた．2016年は 13TeVランの
2年目であり，本講演の時点では 2015年に比べて
約 4倍のデータ量が溜まっている．この統計量を
用いて再検証した．信号のベンチマーク模型とし
てはHiggs-likeのスピン 0ステート，もしくはRS-

graviton likeのスピン 2ステートを用いる．背景事
象としては本物の 2光子を含む irreducible背景事
象と，偽光子を含む reducible背景事象に分類され
る．大まかな解析の流れとしては，2光子トリガー
によるデータ収集，オフライン事象選別，そして
不変質量分布解析となる．2016年のデータ解析の
結果，ATLAS実験では750GeV付近の超過は見ら
れなかった．両年の無矛盾度は 730GeVにおいて
2.7σである．2015年と 2016年のデータを合わせ
た超過の統計的有意度は 2.3σ (710GeV)であった
(図 4[20])．一方，CMSでも 2016年データを元に
検証が行われたが，同様に 750GeV付近に超過は
なかった．両年の無矛盾度は 2.7σ．2015年，2016

年データを合わせた有意度は 1σ以下であった．

7 di-boson共鳴探索
LHCに於ける新粒子探索が進み，より大きな質

量の粒子探索を行なう際，その崩壊により発生す
るW/Z，top，Higgs等の標準模型粒子はより高運
動量をもつようになる．これらを概して’Boosted

object’と呼ぶ．新物理への感度を高めるためには，
これらの objectを高効率で再構成することが必要
となる．高運動量のW/Z，Top，Higgsの崩壊で出
てきた 2ジェットの分離角は∆ϕ = 2m/pT (m, pT
は崩壊粒子の質量, と横方向運動量)となり，例え
ばWの崩壊では pT > 200GeVで ∆ϕ < 0.8と
なり，半径 R = 0.4のジェットの場合には２つの
ジェットが重なり始める．このようなBoostedオブ
ジェクトの再構成を新アルゴリズムを用いて行う．
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ここでは始め R = 1.0の大ジェットとして再構成
し，まずはジェット内部から pile-upの影響を排除
する (Glooming)，その後内部をR = 0.2の複数小
ジェットで再構成する．W/Z/Hの場合は 2-prong

らしさ，topの場合は 3-prongらしさを更に要求す
る．di-boson共鳴探索では大まかに分けて全ハド
ロニック（2J + 0ℓ），セミ・レプトニック（J +

1ℓ, J +2ℓ, J +0ℓ），全レプトニック（2ℓ, 4ℓ）の３
種類がある (ここでJは大ジェットを表す)．Run1，
Run2において 2σ以上の超過があったものをまと
めると，Run1の全ハドロニックではATLAS実験

図 5: 重ベクターボソンの質量関数として，(断面
積)×(WZへの分岐比)を表したもの．期待制限（点
線）と観測制限（実線）を示す．崩壊モード毎に
異なる色で表している．

の 3.4σ(WZ→ JJ at 2.0TeV)[22]，Run1のセミ・
レプトニックではCMS実験の2.9σ(WH→ eνbb̄ at

1.8TeV)[23]，Run2の全ハドロニックではATLAS

実験の< 2.0σ(WZ→ JJ at 2.0TeV)[24]，Run2の
セミ・レプトニックでは CMS実験の 3.9σ(ZH→
ℓℓJ at 0.65TeV)[25]，となる．ATLAS実験で超過
の傾向がみられる全ハドロニックのチャンネルは，
CMS側では見えておらず，また同様にCMS実験
のセミ・レプトニックのチャンネルと同じ事象選別
を行ったところ，ATLAS側では超過を確認できて
いない．制限としては，両グループともに統計的な
ふらつきがあるものの，2.3TeV付近までをHVT

模型にて棄却した（図 5）．またこの他に，ATLAS

実験の全ハドロニック (WH(→ bb̄))では，1.6TeV

と 3.0TeVに 2σ 強の超過が見られた [26]．

8 LHCでの暗黒物質探索
原子核の反跳を利用した地下検出器による暗黒

物質（DM）の直接探索や，宇宙線の観測による間
接探索とは直行する相補的な手法として，加速器
を用いたDM探索ではDMを人工的に実験室で直
接生成することを目指す．Run2では力学的な制限
をうけない，媒介粒子（Mediator）と標準模型粒
子（SM）やDMとの結合を基礎とした Simplified

Modelを基本模型として採用し，系統的にDM模
型を調査している．Simplified Modelでは 4つの基
本パラメータに帰着する (mDM：DM質量，MMED：
媒介粒子質量，gq：クォーク-媒介粒子結合，gDM：
DM-媒介粒子結合)．Simplified modelでは一般的
にmediatorを介するため，mono-Xチャンネルと
di-jetチャンネルが相補的な探索チャンネルとなる．
mono-Xチャンネルは X=ジェット，光子，W/Z，
ヒッグス等，様々あるが，なかでもMono-Jetは最
大の断面積を有し最も感度が高い．2016年 13TeV

の CMS実験の結果（12.9 fb−1 [27]）では背景事
象を上回る超過は見られなかったが Axial Vector

Mediator仮定でmediator 質量にして 2TeV付近
までを棄却している．これはWIMP-原子核衝突
断面積にして 10−43cm2までの棄却に相当する．一
方，Di-jet共鳴探索はその高い断面積から，新物理
に対する感度が最も高いチャンネルの一つである．
MediatorがDMではなく SM粒子ペアに崩壊する
と仮定すると，Di-jetの測定によりMediator質量
に制限を加えることができる．ATLAS実験 ([28])，
CMS実験（[29]）ともに背景事象から有意な逸脱
はない．また近年，DMやMediatorが弱い結合し
かせず低質量領域に潜んでいる可能性が危惧され
ている．低質量領域は非常に断面積が高く，実験
的な読み出しバンド幅とデータ保存量を大幅に超
えるため全てをデータとして記録できない．LHC

で行われている 4実験では，トリガーレベルの再
構成ジェットのみ（保存データ量は標準の形式に
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図 6: 暗黒物質質量 vs. 媒介粒子質量の平面にお
いて 95% CLで棄却された領域を表示する

比べ 5%未満）を高頻度で記録する手法を導入し
た．これによりこれまでPrescaleのないトリガー
メニューの最小しきい値は360GeVであったが，こ
れ以下のしきい値のものもPrescaleせずに収集で
きるようになった．可能になった [30]．この他，ISR
JET/Photonを使ってトリガーしきい値を下げる
試みも行われている．Mono-Jet，Di-jetの相補的
探索により，Mediator質量にして 0.2−2.5TeVに
渡り広く棄却している（図6，gq = 0.25, gDM = 1.0

を仮定）．

9 まとめ
以上をまとめると，

• LHCの運転状況：非常に順調．

• ATLAS，CMS実験の状況：効率的に稼働中．

• ヒッグス粒子：様々な測定を継続中，quarkと
の結合確認に向けて統計増を期待．

• 超対称性粒子探索：明確な兆候は見られてい
ない．幾つかのチャンネルで 2− 3σの超過は
見られているが，二実験，チャンネル間で一
致するものはまだ見られていない．

• 750GeV共鳴探索：2016年のデータでは超過
を確認できず．

• その他の共鳴探索：2− 3σの超過はある．上
記 SUSYと似た状況である．

• DM探索：兆候は見えてない．

最新の結果はこちらのサイト (ATLAS[31],

CMS[32])にて随時更新しているので，興味のあ
る方は参照してほしい．
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������ ����	 �
����
��� �� �������
�� �
���		�	

京都産業大学益川塾�京都大学国際高等教育院

植松 恒夫

� はじめに

昨年の本シンポジウムでは，�����粒子の �光子への崩壊モード（�� ��）とは逆の過程である
����または ��衝突での �光子融合による標準模型 �����粒子の生成について報告した ��	。特に，
遷移形状因子（
��
�����
 ���� ������）というある種の ���� ������の��依存性と生成断面積につ
いて述べた。今回は，標準模型を超えた模型，具体的には
�������� �������模型（����）ある
いは最小超対称標準模型（����）で現れる������の�����粒子��の場合について，
��
�����

���� ������ と生成断面積を ����� のオーダーで調べる ��	。

γ*(k1)

γ(k2)
A0

μ

ν

k1
2=-Q2

k2
2=0

e

e’
tagging

������ �! 電子・光子衝突過程での ������ �����粒子 ��の生成

� ���������への拡張

���� または �� 衝突での �� 融合過程での ����� 生成について，標準模型での ����� ������ の
��
����な拡張を考える。すなわち，ここでは����を含む
�������� ������� ����� "����）
の �# � $$の場合を考察する。標準模型で２つの � % �の �&"�'� �������，��，��を �種類の
複素スカラー場，��，��で以下のよう表す。

�� %

�
��

�

��
�

�
%

�
����
����

�
� �� %

�
��

�

��
�

�
%

�
��
�

���

�
"�'

�

Soryushiron Kenkyu



ここで考察する �# � $$の場合，��（��）は ���
��# �（� ��# �）のクォーク，レプトンにのみ
��� ��する。これらが，自発的対称性の破れの結果，以下の真空期待値をとるものとする。

���� %
�

��
(

�
� ���� %

�
(
��

�
� ��
 � % ��	�� "�'

�種類の複素スカラー場で自由度が )つあるうち，*つは
�+ � の縦成分に吸われて残りの ,つ
の物理的自由度が以下の ,種類の �����粒子となる。

�-����� ��� ��. ����/�
 ��� ��. ������ 
� "*'

ここでは，������の�����粒子
�に着目し，その
��
�����
 ���� ������と ���融合過程での
生成断面積について述べる。
そこでまずは，この �# � $$での 
�の ��� ��
�の特徴について触れる。

� 
�は����/�
の ��や��と異なり，���� ��/��で
�
�，��のゲージボソン対に ��� ��

しない。したがって，0ボソンや 1ボソンの ��ループは 
�生成に効かない。

� また 
�は �����相互作用で他の �個の  -#����� ����� ����
と ��� ��しない。

� 
�の ������
への ��� ��
�はフェルミオンの質量に比例する。

最後の性質から 
�とフェルミオンの ��� ��
�は，特に �� 2���3のみを考えればよいことが分
かる。より具体的には，
�のクォークへの ��� ��
� ��� は以下の式で与えられる。

���� ��� �

���
�� ��� � ��# � 2���3� � ��� ��
 �

���
�� ��� ���
��# � 2���3� "4'

� ������ ����	 ��の�
��	�
��� ��
� ���
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������ �に示すように �5 � � �� 5
�での遷移振幅は
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と表される。ここで，��� % ��� � (，��� % (+ また "�� 5 ��'
� % ��
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：
�の質量）である。
� % 4��
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	 として 
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��
�����
 ���� ������は以下の式で定義される。
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ここで，２つの関数 �"�'，�"�'は以下の式で与えられる。
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今，� % "��		�
'
�なので，この値の大小に応じて �"�'を場合分けする。

������ �! ��衝突での 
�の生成

�
 � ��	 すなわち � � � のとき �"�' %

�
��
��

�
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�

��

�
 � ��	 すなわち � � � のとき �"�' % ��
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�� �

���
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前者は ����であるのに対し，後者は ��� ��8となる。これらの場合に対応して，�
 % *((9�:

と 4((9�:の２つの場合を考える。

������ *! "�' �
 % *((9�:の場合 "�' �
 % 4((9�:の場合
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� �
�生成微分断面積

�� � �
�における ���融合過程を通して生成される ������ヒッグス粒子 
�の微分断面積は

��"���'

���
%

����
74�

��

4�

�

��

�
� 5

 �

!�

�
�

��
�

	 6�	
	��"��'	� ";'

で与えられる。ただし， %��

 5�� � !+ ��� % ��	4�で
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6� "�� � �� ' 
 * �
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��

6� "��
	 � �
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である。
�
! % ,((9�:，�	 % �;*9�:+ ��� � % �とすると微分断面積は ������ 4のようになる。

������ 4! ������ �����粒子 ��の生成微分断面積

� 結論と今後の課題

ここでは，標準模型を超えた模型，具体的には最小超対称標準模型（����）を含む �# ��$$の

�������� �������模型（����）で現れる������の�����粒子��の場合について，
��
�����

���� ������と生成断面積を調べた。今後は����<���� の場合をさらに詳細に調べるととも
に、より一般の =��についても研究を進める。
����������

��� �� ��	�
���
 �� ��������
 �� ������ �
� �� ����	��

����� ��		� ���� ���� ! ��� �"#�$%���&%��!' ����� (�)� ��� ���� ! �&&*�+ �"#�$%��� %�&!�
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グラビティーノ暗黒物質を持つ高エネルギー超対称模型
長井　稔

京都産業大学　益川塾

1 高エネルギー超対称性模型とグラビティーノ暗黒物質
LHC実験において新物理の探索が行われているが、超対称性粒子の発見には未だ至っていない。
また測定されたヒッグス粒子の質量 125 GeV を自然に再現することから、超対称性粒子が数
10 ∼ 1000 TeV の重さにある高エネルギー超対称性模型が注目を浴びている。
このとき超対称性粒子が重いのにもかかわらずフレーバー観測量は依然としてこの領域に感度

がある為、フレーバー実験の制限を回避する為には、1 PeV 程度の重めの超対称性粒子を考える
か、超対称性粒子は数 10 TeV のままで、なんらかのフレーバーやCPの破れを抑制する機構を考
える必要がある。前者の場合は、アノマリー伝達機構によって生じる軽いウィーノ粒子が暗黒物
質の候補となる。一方後者では、フレーバーや CPの破れの起源となる重力伝達機構を抑制する
為に、グラビティーノが軽いと考えるのが自然であり、それが暗黒物質の候補となる。
このようなグラビティーノ暗黒物質を持つ高エネルギー超対称性の中で、最も単純で現象論的

に許される模型 [?]について説明する。

2 フリーパラメータの無い最小超対称性標準模型
標準模型をミニマムに拡張した超対称性模型である最小超対称性標準模型では 100を超える未知
のパラメータを導入することとなり、特にフレーバーやCPを破る項は厳しく制限されている。そ
うした制限を回避する為に、超対称性を破る項に対して以下のような条件が大統一模型（GUT）
スケールで成立すると仮定する。

m2
f̃
= 0 (f = q, l, u, d, e,Hu,Hd), A = B = 0 . (1)

つまり、超対称性の破れはゲージーノの質量項にのみに伝わり、GUT スケールにおいて、

M1 = M2 = M3 = M1/2 , (2)

のように GUT を尊重するように超対称性の破れが伝わると仮定する。するとこの模型の持つ基
本的パラメータはゲージーノ質量項 M1/2と超対称なヒグシーノ質量項 µのみとなるが、この二
つのパラメータは観測されているヒッグスの質量と Z ボソンの質量を再現する為に、値が固定さ
れることになる。したがって、この模型は原理的にフリーパラメータが無く、全ての超対称性粒
子のスペクトルやヒッグスセクターのパラメータが決まることになる。
このような超対称性の破れのセットアップはゲージーノ伝達機構などで実現可能であるが、こ

こでは具体的な模型を考える代わりにグラビティーノ暗黒物質の質量をフリーパラメータとし、

1
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Figure 1: （左）tanβ の値の予言値。（右）正しいヒッグスの質量を与えるパラメータ領域。

他の超対称性粒子の崩壊から作られるとしたときに残存量を再現するような値に固定することに
する。
電弱対称性の破れの条件は超対称性スケールにおいて、

m2
Z

2
= −|µ|2 +

m2
Hu

cot2 β − 1
−

m2
Hd

1− tan2 β
, sin 2β = − Bµ

2|µ|2 +m2
Hu

+m2
Hd

,

のように課されるが、これを解くことにより Zボゾンの質量を再現する為の µと二つのヒッグス
の真空期待値の比である tanβ が決められる。図??左に、M1/2 を動かしたときに正しく電弱対
称性の破れを与える tanβ の値を図示する。tanβ の一番大きな赤い線は µ > 0 (B < 0)の解に
対応し、M1/2 が大きいときにのみ存在する青と緑の線は µ < 0 (B > 0) の解に対応する。特に、
µ < 0 の解には tanβ の小さな解が存在することにより、グラビティーノ暗黒物質を考えたときの
ビッグバン軽元素合成 (BBN) からの制限や重力伝達による超対称性の破れから生じる電気双極子
(EDM) の制限を回避することができる。tanβ が小さいと右巻きスタウの質量が重くなり、その
崩壊から生じるグラビティーノ暗黒物質の質量は、残存量を説明するためには比較的小さめでな
ければならなくなる。これにより右巻きスタウの崩壊が早まり BBN の制限を回避できる。またグ
ラビティーノが軽いことにより、重力伝達により生じる B のCPを破る位相も小さくなり、tanβ

が小さいときには現在の EDM からの制限を回避し、近い将来の実験において検証可能となる。
図 1右に、M1/2とトップクォークの質量 Mt を変化させたときに、µ < 0の小さな tanβの解

について、ヒッグスボゾンの質量がどのように変化するかを図示する。灰色の領域が実験で決め
られたヒッグスの質量であり、緑の線がトップクォークの質量である。また、青い線の左側の領域
では正しく電弱対称性の破れを起こすことができない。図からわかるように、M1/2 ∼ 10TeV の
領域において、ヒッグスの質量を説明するパラメータ領域が存在できることが明らかとなった。

References
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Deformed Extra dimension

K. Aoudaa, N. Kandaa, S. Nakaa, and H. Toyodab

aDepartment of Physics, College of Science and Technology, Nihon University;
bJunior College, Funabashi Campus, Nihon University

The non-local field theories based on modern quantum field theories originated from Yukawa’s

attempts of the bi-local field theories in 1949[1]. During the same period, H.S. Snyder proposed

an idea of non-commutative spacetime, which has a close relationship to non-local field theories.

The purpose of those attempts was to overcome the problems inherent in local field theories.

Yukawa asserted the importance of non-local field theories from two points of view; one is the

uniform explanation of the variety of elementary particles and the other is to get rid of the

divergence problem. Nowadays it becomes common idea to introduce some sort of non-local

structure of elementary particles such as the string models, although the importance of such an

idea was not so recognized in those days.

Now, after the attempt in 1949, Yukawa tried to develop the non-local field theories mainly

into two directions. The one in early stages was the extension of bi-local field theories so as to

get a consistent relativistic description of those fields with their interactions without the problem

of the ghosts, which spoils the causality. The original idea of Yukawa’s bi-local field theory is

not difficult. Therein, the bi-local quantum fields are assumed to have the matrix elements such

as ⟨x|Φ|x′⟩ = Φ(X, x̄), (X = 1
2(x+x′), x̄ = x−x′) instead of ⟨x|Φ|x′⟩ = ϕ(x)δ4(x−x′) with the

field equations [
P 2 +

{
p̄2 +m2(x̄)

}]
Φ(X, x̄) = 0, (1)

Λ(P · p̄, P · x̄)Φ(X, x̄) = 0, (2)

where P and p̄ are momenta conjugate to X and x̄ respectively. The Eq.(1) is the wave equation

of the bi-local field Φ, and Eq.(2) is its physical state condition. The explicit forms of Eq.(1)

and Eq.(2) are determined by the first construction of bi-local system; the popular one by

Takabayasi[2] is to put m2(x̄) = κ2x̄2 + ω, (κ, ω = const.) and Λ = 1√
2κ
(κx̄+ ip̄) · P . This type

of bi-local fields[3] may be considered as a prototype of the string model and the matrix field.

Another approach to the non-local field theories proposed by Yukawa in 1968 includes more

drastic changes in field equations; he requires a difference equation along a timelike direction

instead of a differential equation such that[4]

exp (

4∑
α=1

λαϵ
α
µ∂/∂Xµ)Ψ = exp(−iλS)Ψ, (3)

where λαϵ
α
µ and S are respectively vector and scalar dynamical variables constructed out of

internal degrees of freedoms of the system 1 . Unfortunately, this type of non-local field theories
1Yukawa called the extended object described by the wave function Ψ in Eq.(3) as “elementary domain”.
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could not progress no further due to the lack of guiding principles to construct such a difference

field equation. In recent frameworks of field theories, however, it is not uncommon to deal with

difference field equations instead of differential ones; thus, the purpose of this work is to study

the background of Eq.(3) type of field equations from a modern point of view.

We, here, remark the two possible backgrounds about the non-local operations containing

infinite higher derivatives: the non-commutative structure of dynamical variables and the pres-

ence of extra-dimension. As for the non-commutative structure, we can take i) q-deformed phase

space x̂p̂− qp̂x̂ = i, ii) non-commutative spacetime [x̂µ, x̂ν ] = iθµν in a D-brane background, iii)

κ-Minkowski spacetime [x̂0, x̂i] = −iκ−1x̂i, [x̂i, x̂j ] = 0, (i, j = 1, 2, 3) as the suggestive exam-

ples. As is well known, those examples are realized in the spaces of commutative variables. In

the first case i), one can put x̂ = x and p̂ = −i q+1
2q D, where D is the difference operation defined

by Df(x) = f(qx)−f(q−1x)
(q−q−1)x

. The second case ii) can be realized by the Moyal star product

f(x) ⋆ g(x′) = exp

(
i

2
θµν∂xµ∂x′ν

)
f(x)g(x′)

∣∣∣∣
x=x′

(4)

in the usual commutative spacetime. The last example iii) is closely related to Snyder’s non-

commutative spacetime and can be represented by the SO(1, 4) generators as x̂0 = M04, x̂i =

M i0+M i4 in dS4 spacetime. This representation doesn’t contain any infinite higher derivatives;

but the SO(1, 3) invariant field equation can be constructed so that[5][
cosh(iκ−1∂0)−

1

2
eiκ

−1∂0(iκ−1∇)2 + (const.)

]
Ψ = 0, (5)

which has a structure similar to Eq.(3). Thus one can expect to derive Eq.(3) type of field equa-

tions by requiring some kind of non-commutative or deformed structure of spacetime variables.

Another key to get at a difference field equation like Eq.(3) may be the presence of extra

dimension. To understand this meaning, let us consider the AdS5 spacetime (xµ, y) with warped

metric diag(gAB) = (e−2kyηµν , 1), (A,B = µ, 5). The classical motion of the particle embedded

in this spacetime can be solved simply, and its trajectory is illustrated by (Fig.1)[6]; that is, if

we observe the particle in a brane with a fixed y , then the particle appear at discrete positions

in that brane.

This is, however, the result of classical dynamics; and, the description based on the quantum

mechanics is fairly different. In order to see this, in what follows, let us consider a particle

with mass m embedded in the five-dimensional Minkowski spacetime (xµ, y), in which the fifth

dimension is bounded within 0 ≤ y ≤ L by the infinite square well potential. Then using

2
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0 L
y

µx

Figure 1. The trajectory of a particle in (xµ, y)
place of AdS5 spacetime. The particle starting
from (xµ, L) to xµ > 0 direction will be observed
at discrete positions, the gray circles, in y = L
brane.

ϕn(y) =
√

2
L sin(πnL y) and λn = πn

L , the propagator of the particle can be evaluated as

Gba = ⟨xb, yb|
(
p̂µ̂p̂

µ̂ +m2 + iϵ
)−1

|xa, ya⟩

=
i

2

∫ ∞

0
dτ

∞∑
n=1

1

i

(
1√
2πiτ

)4

e
i 1
2

{
(xb−xa)2

τ
−τ(λn+m2−iϵ)

}
ϕn(yb)ϕn(ya)

=
i

2

∫ ∞

0
dτ

∞∑
n=−∞

1

i

(
1√
2πiτ

)5

(−1)ne
i 1
2

[
1
τ

{
(xb−xa)2+(y

(n)
b −ya)2

}
−τ(m2−iϵ)

]
, (6)

where y(n) = nL + y (for n = 2r) and y(n) = (n + 1)L − y (for n = 2r − 1). In the last step of

Eq.(6), we have used the Poisson’s summation rule. Then, in terms of [7]

∆
(n)
ba = m2

{
x2ba + (y

(n)
b − ya)

2
}
=

{
m2

[
x2ba + (ȳ + 2rL)2

]
≡ ∆

[e,r]
ba , (even n = 2r )

m2
[
x2ba + {2(y + rL)}2

]
≡ ∆

[o,r]
ba , (odd n = 2r − 1)

(7)

where ȳ = yb − ya, ỹ = 1
2(yb + ya) and xba = xb − xa, the propagator takes the form

Gba(xba; ȳ, ỹ) =

∞∑
r=−∞

[
K

(
∆

[e,r]
ba

)
−K

(
∆

[o,r]
ba

)]
. (8)

By definition, it is obvious that Gba(xba; ȳ, ỹ) = Gba(xba; ȳ, ỹ ± L) = Gba(xba; ȳ ± 2L, ỹ) and

Gba|ya=0,L = Gba|yb=0,L = 0. In a fixed y plane such as ya = yb = y0 (0 < y0 < L, ȳ = 0), the

Gba obey a difference equation with respect to y. One can also verify that K(ξ) behaves as a

Gaussian dumping function for ξ → ∞; and so, the xba and y are loosely related only through

their dispersions in such a way that ∆xba ∼ ∆(2y) ∼ m−1.

However, if we introduce a deformation between the fifth direction e(5) = (0, 1) and a timelike

direction n = (nµ, 0), (nµnµ = −1) in 4-dimensional Minkowski spacetime, then the situation

will be changed. Let us consider, for trial, the Lorentz transformation for xn = n · x and

the y such that x′n = xn cosh(ϵ) + y sinh(ϵ), y′ = xn sinh(ϵ) + y cosh(ϵ); then, the components
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xµ⊥ = xµ − nµxn stay unchanged. Further we require the boundary conditions of square well

potential to y′; then, the propagator after the Lorentz transformation is obtained simply by the

substitution (x⊥, xn; y)a,b → (x⊥, x
′
n, y

′)a,b. After that, we put the y plane condition on the

original y coordinate such that ȳ = 0, ya = yb = y0 ( ̸= 0, L). Therefore, the propagator takes

the form Gba = Gba [(x⊥)ba, (x
′
n)ba; (ỹ

′)ba, (ȳ
′)ba], where (x

′
n)ba = (xn)ba cosh(ϵ), ỹ

′ = y0 cosh(ϵ)+

[xn]ba sinh(ϵ) and ȳ′ = (xn)ba sinh(ϵ), where (x)ba = 1
2(xb − xa) and [x]ba = 1

2(xb + xa).

The wave function with initial state Φ(x⊥, xn; y0) is defined by

Ψb = Ψ(x⊥b, xnb; y0) =

∫
d4xaGbaΦ(x⊥a, xna; y0). (9)

Remembering ỹ′ ≡ ỹ′ ± L, one can obtain with Lϵ = L/ sinh(ϵ)

e±(Lϵ∂n)bΨb =

∫
d4xa

[
e∓(Lϵ∂n)aGba

(
(x⊥)ba, (x

′
n)ba, ỹ

′ ± L, ȳ′
)]

Φ(x⊥a, xna; y0)

=

∫
d4xaGbae

±(Lϵ∂n)bΦ(x⊥a, xna; y0), (10)

We note that the discrete ỹ symmetry of the propagator plays an essential role in the integration

by parts in Eq.(11). The initial state Φ is free in this stage; and, if we put

Φ(xa, y0) = Ne−
xn
Lϵ

cosh−1(Da)Φ0(x⊥ a)

(
D =

L2
ϵ

2
(∂2

⊥ −m2)

)
, (11)

then we can obtain a difference/differential field equation such as[
cosh(Lϵ∂n)−

L2
ϵ

2
(∂2

⊥ −m2)

]
b

Ψb = 0, (12)

which tends to the Klein-Gordon equation according as Lϵ → 0. The result should be compared

with Eq.(3) or Eq.(5), though there are no principle to choose the initial state. We also note that

the discrete property of the propagator with respect xn arises by the deformation of y through

the Lorentz transformation. Those facts are expected to give new insights for the theory of

elementary domain in future.
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多重スピノール場形式による標準模型の拡張

曽我見郁夫

京都産業大学、益川塾
京都大学、基礎物理学研究所

1 序論

ＬＨＣによるヒッグス粒子の発見 [1, 2, 3]は、素粒子の標準模型（ＳＭ）が電弱スケール以下の
エネルギー領域の現象を記述する唯一の有効な理論形式であることを確証した。しかし、ＳＭは
多くの未解決の課題と未知量を含んでおり、発展途上にある未完成の体系と見なさざるを得ない。
とくに、（Ａ）「通常の物質の基本構成単位であるクォーク族とレプトン族が、なぜ３家族の構成
を持つのか？」という疑問に答えることが出来ていない。また、WMAP [4] と Planck [5] の観測
によれば、宇宙は光と相互作用をしない大量の暗黒物質で構成されており、ＳＭの要素である明る
い物質は宇宙のごく一部分を占めているに過ぎない。したがって、（Ｂ）「暗黒物質が通常のクォー
ク族やレプトン族とどのような関係にあるのか？」という疑問にも答えなければならない。
これらの疑問を解きＳＭを発展させるためには、既存の枠組みに縛られることなく、新しい概

念や形式を見出すことが必要である。その際、もっとも重要なポイントはクォーク族とレプトン族
のすべてがスピン１/２を持っている事実である。これはハドロン族と異なる最大の特色である。
ハドロン族の場合には、スピン３/２などの状態が出現し、それを手がかりにすることによって複
合粒子描像に基づくクォーク模型が成功した。このスピン１/２以外のフェルミ場が存在しないと
いう特性は、素朴な複合粒子の描像が無力であることを端的に示している。この特色は、これま
で自然界の構造を解明してきた ‘‘階層的・還元主義的なものの見方’’に変革を迫るものである。そ
こには、複合粒子模型とは異なる複合場模型とでも表現すべき ‘‘融合的なものの見方’’が隠されて
いるのではないだろうか？
そのような複合粒子模型を越える試みの一つとして、筆者は、多自由度のスピノール場に基づ

く新しい繰り込み可能な局所場理論を提唱した [6, 7, 8, 9]。その形式では、ディラックスピノー
ルの三重テンソル積と同じ振る舞いをする「三重場（triplet field）」Ψ(x) が宇宙を構成するすべ
てのフェルミ場の基本単位となり、ＳＭは「宇宙の可視部分を構成する３家族のクォーク族とレ
プトン族」および「暗黒部分の主成分となる１家族の暗黒クォーク族とレプトン族」を包摂する
ように拡張される。
一対のディラクスピノール場は（2 × 4 = 8）個の自由度をもつ。それらから、自由度４の左

巻きの電弱２重項と自由度２の二つの右巻き電弱１重項を、（８＝４＋２＋２）のように組み直
すことにより、電弱対称群 GEW = SUL(2) × UY (1) をもちニュートリノ１重項 νR を含む拡張
されたワインバーグ・サラム（WS）理論が構成される。この手法に倣って、一対の三重場 Ψ(x)
から（2 × 64 = 128）個の自由度をもつ合成場 Ψ(x) を構成する。この合成場が含む３家族の
成分は通常の電弱対称性 GEW をもち、残りの１家族の成分は左右の入れ替わった電弱対称性
GEW? = SUR(2)× UY?(1) をもつと要請するのである。
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この理論のボソン部分では、可視セクターはＳＭの対称群G = SUc(3)×SUL(2)×UY (1)のゲー
ジ場とヒッグス場を含み、暗黒セクターはそれと同型な対称群G? = SUc?(3)× SUR(2)× UY?(1)
のゲージ場とヒッグス場を含む。すなわち、通常の３家族のフェルミオン場は専ら対称群 G の
ボーズ場と相互作用し、第４番目の家族に属する暗黒フェルミオン場は対称群 G? のボーズ場と
相互作用する。
この理論には、宇宙の暗黒セクターを可視セクターに結びつける三つの自然な窓口（ポータル）

が存在する。ここでは、ヒッグス場を介する窓口を少し詳しく分析し、暗黒ハドロンと核子の弾
性衝突を論じる。残りの窓口は、可換なゲージ場の特性から生じる可視および暗黒の電磁相互作
用に関係するものと可視および暗黒ニュートリノ相互作用に関係する。それらについては簡単な
紹介にとどめる。
また、暗黒セクターのシナリオとして、付加的な暗黒ダウンクォークから構成される安定なス

ピン３/２のハドロンが暗黒物質の主成分となる理論を考察する。そのスピン３/２をもつ暗黒ハ
ドロンの質量の上限は 15.1 GeV/c2 と評価される。
現段階では、「複合粒子モデル」とは著しく異なる「多重スピノール場」の形式は、初期の試

論的な段階にある。したがって、三重場 Ψ(x) や 合成場Ψ(x) を構成するより基本的な要素 が何
であるのか」そして「基本的な要素 はどのような機構で結び付けられているのか」などの問いは
不問に付す。それらの問いかけに答えることはは、将来、取り組むべき課題であると解釈しなけ
ればならない。

2 三重場と三重積代数

標準理論の全フェルミオン族と暗黒物質の主成分であるエキゾティックなフェルミオン族を記述す
る単位として、４成分のディラック・スピノール ψ の三重テンソル積として振舞う三重場 Ψ(x) を

Ψ = (Ψabc) = ψa ψb ψc (1)

のように導入する。三重場 Ψ(x) は（43 = 64）のスピノール自由度をもつ。それに対して、３家
族の可視フェルミオン場の自由度は（3× 32 = 96）である。したがって、単一の三重場で、それら
を記述することはできない。3節では、可視と暗黒成分のフェルミオン族のすべてを含むように、
二組の三重場から成る合成場を導入する。
三重場に作用する演算子は、ディラック代数 Aγ = { 1, γµ, σµν , γ5γµ, γ5 }の要素の三重テン

ソル積によって：
AT = { p⊗ q ⊗ r : p, q, r ∈ Aγ }

= 〈 γµ ⊗ 1⊗ 1, 1⊗ γµ ⊗ 1, 1⊗ 1⊗ γµ 〉.
(2)

と構成される。これを三重積代数 AT と呼ぶ。大きい 三重積代数 AT は数多くの部分代数を含ん
でいる。そこで

“三重テンソル積の要素に作用する置換群 S3 の下で閉じ既約であるAT の部分代数”
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を S3-既約な代数と定義し、S3-既約な部分代数のみがＳＭのエネルギー領域では物理的な意味を
有するものと要請 [6, 8, 9]する。以下で示されるように、三重積代数 AT は S3-既約な三つの代
数に分解される。

2.1 外部ローレンツ自由度のための部分代数

三重積代数 AT に含まれる４個の元

Γµ = γµ ⊗ γµ ⊗ γµ ∈ AT , (µ = 0, 1, 2, 3) (3)

は、反交換関係
ΓµΓν + ΓνΓµ = 2ηµνI, I = 1⊗ 1⊗ 1. (4)

を満たして、以下の部分代数 AΓ を構成する：

AΓ = 〈Γµ 〉 = { I, Γµ, Σµν , Γ5Γµ, Γ5 } (5)

ここで

Σµν = − i
2

(ΓµΓν − ΓνΓµ) = σµν ⊗ σµν ⊗ σµν (6)

および
Γ5 = −iΓ0Γ1Γ2Γ3 = Γ5 = γ5 ⊗ γ5 ⊗ γ5 (7)

である。この部分代数 AΓ は S3-既約で、ディラック代数 Aγ と同型であり、三重場の外部特性
を記述すると要請することが出来る。すなわち、我々が観測者として存在する四次元ミンコフス
キー時空 {xµ } 中の三重場Ψ(x) に対して、 AΓ の部分代数 Mµν = 1

2Σµν がローレンツ変換を引
き起こす。要素 Γµ の足は時空 xµ の上付き添え字と縮約される。

2.2 家族自由度とカラー自由度の部分代数

三重積代数 AT は、外部代数 AΓ 以外にどのような部分代数を含むであろうか？その答えを得る
ために、AΓ の 中心化代数 ：

CΓ = {X ∈ AT : [X, Γµ ] = 0} (8)

の元は、任意の µ のディラック代数要素 γµ を偶数個含む三重テンソル積であること [7]に注目す
る。すなわち、

CΓ = 〈 1⊗ γµ ⊗ γµ, γµ ⊗ 1⊗ γµ 〉 (9)

であり、三重積代数 AT は AT = AΓCΓ = CΓAΓ 且つ AΓ ∩ CΓ = {I} のように分解される。明
らかに、中心化代数CΓ は、その任意の元がローレンツ変換の全ての生成子 Mµν と可換であるか
ら、三重場の内部特性を記述すると解釈することができるのである。
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ディラック代数 Aγ は、同型で互いに可換な su(2) リー部分代数

Aσ = {σ1 = γ0, σ2 = iγ0γ5, σ3 = γ5 } (10)

および
Aρ = { ρ1 = iγ2γ3, ρ2 = iγ3γ1, ρ3 = iγ1γ2 } (11)

を含んでいる。それらの元は、パウリ型の積規則 σaσb = δab + iεabcσc および ρaρb = δab + iεabcρc
を満たす。
それぞれの部分代数 Aσ と Aρ の元から中心化代数 CΓ に含まれるように三重テンソル積をつ

くると、互いに可換で同型な二つの su(4) 代数を構成することが出来る。それらの su(4) 代数は、
S3-既約な部分代数に ‘‘su(3) + u(1)’’ のように分解される。これらの部分代数によって、三重場
Ψ(x) は “クォーク族＋レプトン族”および “可視フェルミ族＋暗黒フェルミ族” のようにモード分
解されるのである。その詳細は文献 [6, 7, 8, 9] に譲り、ここでは割愛する。

3 可視セクターと暗黒セクターのゲージ群 G×G? の基本表現

一対のディラクスピノール場から拡張されたワインバーグ・サラム（WS）理論を構成する手法に
倣って、一対の三重場から（2× 64 = 128）個の自由度をもつ局所合成場Ψ(x)を構成して、この
合成場が

128 = 3× 32 + 1× 32
可視セクター 暗黒セクター
の３家族 の１家族

のように、３家族の可視フェルミオン成分場と１家族の暗黒フェルミオン成分場を含むと解釈す
るのである。そして、３家族の可視成分が通常ＳＭのゲージ対称性 G をもち、残りの１家族の成
分が左右の入れ替わった対称性 G? をもつと要請する。こうして、局所合成場 Ψ(x) は

Ψ = ΨL + ΨR =

(
Ψ(v)

U(d)

D(d)

)

L

+

(
U(v)

D(v)

Ψ(d)

)

R

(12)

のように、ゲージ群 G × G? の基本表現を構成する。ここで Ψ(v)L, U(v)R, D(v)R (Ψ(d)R, U(d)L,
D(d)L) は、それぞれ、可視（暗黒）部分の電弱対称群 SUL(2) (SUR(2))に関して、カイラル２重
項、上向きおよぎ下向きの右手１重項である。このように、宇宙の可視および暗黒部分のすべて
のフェルミ場はすべて単一の局所多重スピノール場 Ψ(x) の成分場と解釈されるのである。
暗黒部分のフェルミオン場を表すために、成分場に星印 ? を付けることにする。即ち、アップ

暗クォーク場とダウン暗クォーク場はそれぞれ u? および d?、また暗ニュートリノ場と暗電子場は
それぞれ ν? および e? と表される。したがって、合成カイラル場 ΨL(x) と ΨR(x) が含むクォー
ク成分場は

Ψ(q)
(v) =

(
u c t
d s b

)

L

, U
(q)
(d) = (u?)L , D

(q)
(d) = (d?)L (13)
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および

U
(q)
(v) =

(
u c t

)
R
, D

(q)
(v) =

(
d s b

)
R
, Ψ(q)

(d) =
(
u?
d?

)

R

(14)

となる。同様に、レプトン成分場は

Ψ(`)
(v) =

(
νe νµ ντ
e µ τ

)

L

, U
(`)
(d) = (ν?)L , D

(`)
(d) = (e?)L (15)

および

U
(`)
(v) =

(
νe νµ ντ

)
R
, D

(`)
(v) =

(
e µ τ

)
R
, Ψ(`)

(d) =
(
ν?
e?

)

R

(16)

と表される。
こうして、合成カイラル場 ΨL(x) および ΨR(x) を用いると、宇宙の全フェルミオン成分場

に対するラグランジュアンの運動項およびゲージ項は

Lkg = Ψ̄LiΓµDµΨL + Ψ̄RiΓµDµΨR (17)

と表すことが出来る。ここで共変微分は、すべての可視および暗黒ゲージ場を含む。
電弱ゲージ対称性 GEW をスケール Λ で、また GEW? をスケール Λ? で破るために、我々は

可視および暗黒のヒッグス二重項 ϕ および ϕ?

ϕ =

(
ϕ+

ϕ0

)
, ϕ? =

(
ϕ+
?

ϕ0
?

)
(18)

が存在するとする。それらに対するラグランジュ密度は

LH = (Dµϕ)†(Dµϕ) + (Dµϕ?)†(Dµϕ?)− VH (19)

と表される。ここで Dµ は共偏微分であり、ヒッグスポテンシャル VH は

VH = V0 − µ2ϕ†ϕ+ λ(ϕ†ϕ)2 − µ2
?ϕ
†
?ϕ? + λ?(ϕ†?ϕ?)

2 + 2λI(ϕ†?ϕ?)(ϕ
†ϕ) (20)

と与えられる。λI を含む相互作用は可視セクターと暗黒セクターを繋ぐ重要な役割を演じる。

4 可視および暗黒セクターの電弱対称性 GEW および GEW? の破れ

ゲージ群 G と G? が同型であることから、可視セクターと暗黒セクターのゲージ粒子の間には一
対一の対応がある。対称性 GEW と GEW? が破れた低エネルギー領域では、その存在が確立され
た可視ベクトル粒子 W±µ (x) および Zµ(x) に対応して、暗黒セクターのベクトル粒子 W±?µ(x) お
よび Z?µ(x) が存在する。
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条件 λλ? − λ2
I > 0 が満たされると、(20) 式のヒッグスポテンシャルは期待値 < ϕ >= v およ

び < ϕ? >= v? を有する安定な真空状態をもつ。その状態の周りで、ヒッグス場を

ϕ(x) =
1√
2
U(ϑ(x))

(
0

v + h(x)

)
, ϕ?(x) =

1√
2
U?(ϑ?(x))

(
0

v? + h?(x)

)
(21)

と展開する。ここで、 U(ϑ(x)) (U?(ϑ?(x))) はゲージ群GEW (GEW?) の局所的な位相関数 ϑ(x)
(ϑ?(x))を含むユニタリー群要素であり、ゲージ場 A

(2)
µ (x)および A

(1)
µ (x) (A(2)

?µ (x)および A
(1)
?µ (x))

を、質量をもつベクトル場W±µ (x) および Zµ(x) (W±?µ(x) および Z?µ(x)) に変容させてゲージア
ウトされる。その結果、ヒッグスポテンシャルは

VH = constant + λv2h2 + λ?v
2
?h

2
? + 2λIvv?hh?

+λvh3 + λ?v?h
3
? + λIvhh

2
? + λIv?h

2h? + 1
4λh

4 + 1
4λ?h

4
? + 1

2λIh
2h2
?.

(22)

となる。
(22)式の場 h(x) と h?(x) は、可視セクターと暗黒セクターのヒッグス粒子の場である。尚も、

それらは 2λIvv? hh? で相互作用している。そこで、

H = cos θ h− sin θ h?, H ′ = sin θ h+ cos θ h? (23)

と置き、対角化をしなければならない。混合角 θ を

tan 2θ =
2λIvv?

λ?v2
? − λv2

(24)

と選ぶと、重ね合わせられた場 H と H ′ の質量は
(
m2
H

m2
H′

)
= (λv2 + λ?v

2
?)∓

√
(λ?v2

? − λv2)2 + (2λIvv?)2. (25)

と定められる。明らかに、我々は低い質量 mH の場 H(x) を LHC 実験 [1, 2, 3]で発見された
125 GeV 近傍のヒッグス粒子と同定しなければならない。
重ね合わされた場 H と H ′ は、暗黒粒子探索の種々の局面で興味深い振る舞いを示す。加速

器実験で、二つの場 H ′ と H が出現比は (tan θ)2 に比例する。また、散乱過程で暗黒粒子を観測
する確率は (sin θ cos θ)2 に比例する。このようなヒッグスポータル過程の研究は、理論面では長
い歴史 [10, 11, 12, 13, 14, 15, 16]をもっている。

5 暗黒核反応を伴わない単調な暗黒セクターの構成

対称性 GEW? がスケール Λ? (Λ? > Λ) で自発的に破れる際に、暗黒クォーク u? と d? が可視セ
クターの第１家族のクォーク u および d のように極めて近い質量を獲得する場合には、可視セク
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ターと同じように数多くの暗黒原子核が存在することになる。その結果、暗黒セクターは、観測
される可視宇宙部分と同じような多様な元素生成を伴う豊かな熱史に沿って進化することを運命
づけられることになる。
我々は、暗黒セクターは単調な熱史と構造をもつ [6, 8, 9] と想定する。そのためにここでは、

可視セクターの第３家族のクォーク t および b と同じように、暗黒クォーク u? が d? よりも遥か
に大きい質量を持ち

mu? � md? +me? +mν? . (26)

が成り立つと仮定する。ここで、me? と mν? は暗黒電子とニュートリノの質量である。その結果、
反応 u? → d? + ē? + ν? によって u? クォークは消滅し、暗黒セクターには d? のみが重い成分とし
て残される。この d? クォークは、SUc?(3) 対称性のゲージ場 A

(3)
?µ によって閉じ込められて、暗

黒カラー１重項の暗黒ハドロン

∆−? = [d? d? d?] =
1√
6
εijkd

i
? d

j
? d

k
? (27)

を構成することになる。フェルミ統計のため、この暗黒ハドロンはスピン角運動量３/２、暗黒電
荷 Q? = −1 をもつ。
このシナリオでは、∆−? が安定な核種として存在しうる唯一のハドロンである。そのため、核

反応は存在せず、暗黒セクターの進化の熱史は単調なものになる。
もう一つ同様のシナリオ [6]が存在する。それは d? が u? よりも、md? � mu? +me? +mν?

のように大きい質量をもつ場合であり、d? 反応過程 d? → u? + e? + ν̄? で消滅し、残された u?
クォークが閉じ込められてスピン３/２の暗黒ハドロン

∆++
? = [u? u? u?] =

1√
6
εijku

i
? u

j
? u

k
? (28)

が形成される。この暗黒ハドロンは暗黒電荷 Q? = 2 をもつ。このシナリオでも、多様な核種は
存在せず暗黒核反応も生じない。

6 議論

この理論を発展させるためには、暗黒セクターの熱史を分析しなければならない。とくに、宇宙
物理学と宇宙論で確立されている種々の結果との整合性を確認すると共に、この理論が予言し得
る物理過程の分析を行わなければならない。
ここでは先ず、WMAP [4] と Planck [5] の観測から得られたバリオニックな物質と冷たい暗

黒物質の密度に関する宇宙論的パラメータから、簡単な解析 [8, 9]によって安定な暗黒ハドロン
∆? の質量の上限値を求めてみよう。
可視セクターのフェルミオンとボソンは、ヒッグス場 ϕと ϕ? の相互作用によって生じるループ

の交換を介して、暗黒セクターのフェルミオンおよびボソンと作用しあう。そのため、初期の再加
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熱期では、すべての場の量子は共通の高温高密度のスープ状態にある。宇宙膨張に伴って温度が下
がり対称性 GEW? とGEW が破られる過程で、量子スープの中で ‘バリオン数’生成過程 [17, 18]が
起こり全てのクォーク種数が平等に生成されると仮定する。その結果として、３家族の可視クォー
クと１家族の暗黒クォークが残され、やがて重いクォークは軽いクォークへと崩壊して行く。
暗黒セクターでは、u? クォークが消滅して残された d? クォークは、SUc?(3) 相互作用によっ

てスピン自由度４の安定な暗黒ハドロン ∆? が形成される。他方、可視セクターでは、重いクォー
クの崩壊の後に残された u と d が SUc(3) 相互作用によってスピン自由度２とアイソスピン自由
度２の核子（陽子＋中性子）となり、安定な原子核を造り残存する。
冷たい暗黒物質と可視バリオン物質の存在比は、暗黒セクターと可視セクターに蓄えられてい

る安定な粒子のエネルギー（質量/c2）比である。したがって、暗黒ハドロン ∆? が冷たい暗黒物
質の主要成分であると仮定すると、∆? の質量 m∆? と核子の質量 mN の間には、以下のような関
係式が成立する：

2m∆? : 6mN = Ωch
2 : Ωbh

2 = 0.11889 : 0.022161 (29)

ここで、宇宙パラメータ Ωch
2 および Ωbh

2 は外部データーを考慮したプランクのベストフィット
値であり、文献 [5] の表 10に与えられている。故に、暗黒ハドロン ∆? の質量 m∆? の上限値は

m∆? = 16.1mN = 15.1GeV/c2 (30)

と評価される。
LUX グループ [19]によれば、スピンによらない WIMP-核子弾性衝突の断面積の上限値は、

WIMP の質量値 33 GeV/c2 に対して 7.6× 10−46cm2 以下である。彼等は今年になり [20]、過去
のデータを総合し、質量値 50 GeV/c2 に対して 1.1× 10−46cm2 以下としている。また Panda グ
ループ [21]は、WIMPの質量値 40 GeV/c2 に対して 2.5× 10−46cm2 以下と報告している。二つ
のグループの観測結果が文献 [22]にまとめられている。もし暗黒粒子が、我々の理論が示唆する
暗黒ハドロン ∆? のように軽い場合は、さらに精度の高い実験が必要となる。

����
���� �	��

����� ���

���� ����

� � � �

� �

���� ����

� � � �

� �

�

�� �	��
����! ��"�

�� ����#%$&�! ��"� �� �	��#%$'��� ���

Figure 1: 重ね合わせ場 H および H ′ の交換による暗黒ハドロン ∆−? と核子 N の弾性散乱.

ここで、暗黒物質の探査で、(23)式の重ね合わせ場 H と H ′ が果たす役割を述べる。図. 1 は、
場 H と H ′ の交換によって引き起こされるる暗黒クォーク d? と核子 N の散乱過程を示してい
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る。暗黒ハドロン ∆−? が、低ノイズ環境に置かれたキセノンやゲルマニュウムのような重い粒子
の中の核子に遭遇すると、暗黒クォーク d? と核子 N が H と H ′ を交換して、弾性散乱を受け
る。その過程の散乱振幅は

1
2
yd?yeff sin θ cos θ

[
1
m2
H

− 1
m2
H?

]
=

1
4

λI
λ?λ− λ2

I

yd?yeff

vh?vh
(31)

と評価することが出来る。ここで yd? は暗黒クォークの湯川相互作用であり、yeff はヒッグス粒子
と核子の間の有効相互作用定数 [23, 24]である。
我々の理論には、§4で述べたヒッグスポータル以外にも、暗黒セクターを可視セクターに結

びつける二つの窓口が存在する。その一つは、アーベル群の特殊性に由来する。即ち、UY (1) と
UY?(1) 群のゲージ場の曲率テンソル Fµν と Fµν? から構成されるローレンツ不変量が

L = gγγ?FµνF
µν
?

のように、G×G? 対称な相互作用を与えてくれる。この窓口は、確立された可視セクターの電弱
現象の記述と矛盾を引き起こさない条件の下でのみ開くことが許される。この窓口を閉ざすには、
不連続変換

(A(1)
µ → ±A(1)

µ and g(1) → ±g(1)) with (A(1)
?µ → ∓A(1)

?µ and g
(1)
? → ∓g(1)

? ) (32)

の下での不変性を、課せばよい。
もう一つの窓口は、ニュートリノセクターに存在する。それを見るには、(15)式の暗黒左巻き

ニュートリノ１重項 νL? = U
(`)
(d) と (16)式の可視右巻きニュートリノ１重項 (νRj ) = U

(`)
(v) と の間

にディラック型の不変量 ν̄L? ν
R
i (ν̄Ri ν

L
? ) を構成できることに注意すればよい。このゲートを開けて

ニュートリノ質量問題を考察する場合は、シーソー機構やレプトジェネシスのような素粒子物理
と宇宙物理に跨る問題を同時に考察しなければならない。ニュートリノ質量に関わる一般的な相
互作用ラグランジュ密度は

Lνmass =
(
λij ν̄

R
i lj + λ?ν̄

L
? r? + λ?iν̄

L
? ν

R
i + h.c.

)
+

1
2
Miν̄

R
i ν

R
i +

1
2
M?ν̄

L
? ν

L
? (33)

で与えられる。ここで (lj) = Ψ(`)
(v) は (15)式の可視セクターの左巻き電弱２重項であり、r? = Ψ(`)

(d)

は (16) 式の暗黒セクターの右巻き電弱２重項である。また、λ タイプの係数は湯川型相互作用定
数であり、M タイプの係数はマヨラナ型質量を表している。この多様な現象の研究は、将来の課
題としたい。
繰り込み可能な局所場理論の上に定式化された SM は不完全ではあるが、微視的宇宙と巨視

的宇宙の深い結びつきを解明する為の掛け替えのない体系である。WMAP と Planck の観測や
LHC 実験の偉大な成果に応えるためには、固定観念を捨てて新たな視点から SM を更に発展させ
なければならない。そのような試みの一つである我々の理論では、宇宙の可視セクターの３家族
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のクォーク族とレプトン族のすべてと暗黒セクターに属する１家族のクォーク族とレプトン族が
単一の多重スピノール合成場の成分として統一された。この理論はまだ初期の未熟な段階にあり、
様々な試みを通して理論構成の単位である三重スピノール場の数学的・物理的意味づけを行わな
ければならない。
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ニュートリノ物理

佐藤　丈

さいたま市桜区下大久保２５５　埼玉大学理学部物理学科

1 導入

ニュートリノは標準理論では質量がないことになっている。その結果、標準理論においては電子、

ミュー、タウという区別（フレーバー）が厳密に成立する。レプトンフレーバーの保存である。こ

れらのフレーバーは荷電レプトンの質量固有状態を基準として定義され、ニュートリノは弱い相

互作用を通してそれぞれのフレーバーと結合する状態、να, α = e, µ, τ、として定義される。

しかし、質量が存在すると、一般には質量の固有状態、νi, i = 1, 2, 3、はフレーバーの固有状

態とは異なるので、クオークの時と同様ずれが生じる。そのずれは、最初にニュートリノ振動の

可能性に言及した牧、中川、坂田 [1]の頭文字を取ったMNS行列といわれるユニタリ行列で表さ

れ、以下の関係式で結ばれる。

να =
3∑

i=1

U i
α νi (1)

U =

 1 0 0
0 c23 s23
0 −s23 c23

 c13 0 s13e
−iδ

0 1 0
−s13e

iδ 0 c13

 c12 s12 0
−s12 c12 0
0 0 1

 . (2)

ここで、式 (2)はニュートリノ振動現象を記述する際によく使われるこのユニタリ行列の表記であ

り、c, s はそれぞれ cos、sinの略記である。

さて、ニュートリノは荷電レプトンを通してのみ生成観測されることから、このずれが存在す

る場合、量子力学的にフレーバー αとして生成されたニュートリノがフレーバー βに成るという

現象が起きる。量子力学的現象なので、それは振動確率 P (να → νβ)という形で表され、エネル

ギーEのニュートリノが生成地点からの距離 Lの地点で観測される場合以下の形を取る。

P (να → νβ) = δαβ − 4
∑
i>j

Re(U∗
αiUβiUαjU

∗
βj) sin

2∆ij + 2
∑
i>j

Im(U∗
αiUβiUαjU

∗
βj) sin

2 2∆ij(3)

∆ij ≡
(∆m2

ij)L

4E
, ∆m2

ij ≡ m2
i −m2

j (4)

これは、実際に粒子として飛んでいく状態はフレーバーの固有状態ではなく質量の固有状態であ

るが、生成観測はフレーバーの固有状態として行われることから生じる現象である。なお、上記

の式は真空中を伝搬するときの式であり、物質中を通過する場合は屈折現象により変更を受ける

[2, 3] が、ここではその詳細には触れない。
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では、実際にこの用のことが起こっているのか、であるが、太陽から来るニュートリノが足

りないという問題（太陽ニュートリノ欠損）に始まり、大気ニュートリノの観測においてミュー

ニュートリノの数が足りないという問題（大気ニュートリノ問題）などをニュートリノ振動によ

り解決できると言うことがわかり、現在ではあらゆるニュートリノの観測が式 (3)で説明できる

ことが分かっている。つまり、ニュートリノ振動には式 (2)に現れる４つのパラメタと２つの質量

差（質量は三つあるが、振動に効くのはそれらの差のみなので２つ）の計６つのパラメタが存在

する。あらゆるニュートリノの観測がこれらのパラメタで説明できることが分かっている。その

値は、文献 [4]:によると

sin2 θ13 = 0.0234 (0.0240), sin2 θ23 = 0.567 (0.573),

sin2 θ12 = 0.323, ∆m2
21 = 7.60× 10−5 [eV2],

|∆m2
31| = 2.48 (2.38)× 10−3 [eV2] (5)

である。なお、CPを破る位相である δについては最適点は存在するものの、まだあらゆる値と無

矛盾であるため、ここには載せていない。

以下では、これらについて簡単に説明する。

2 振動実験

ニュートリノ振動が重要になる実験観測は多々存在するが、ここでは太陽ニュートリノ、大気ニュー

トリノ、原子炉ニュートリノ、長基線実験、の結果がどのように解釈されるのか簡単に述べる。紙

面の都合で文献は参照していないが、必要なキーワードは載せているので、興味が有れば各自で

検索を書けて欲しい。

2.1 太陽ニュートリノ

太陽というのは巨大な核融合炉で、端的に言って

4p+ + 2 e− → 4He2+ + 2 νe (6)

という過程でニュートリノを生産している。ニュートリノは相互作用が弱いため、この反応で作

られるニュートリノを観測することで太陽内部を観測できるというのがこの観測の要点である。

ニュートリノ振動という観点からすると νe → νeという振動を測ることに対応する。

ところがDavisらによる太陽から来るニュートリノの観測の結果、どうも期待値より少ないと言

うことになった。これを太陽ニュートリノ欠損（問題）という。その後Kamiokande/SuperKamiokande

やガリウムを使った観測を通して、ニュートリノは質量を持っていてその結果として電子ニュート

リノは他の種類のニュートリノに振動しているとすると結果が良く合うということが分かった。そ

して最後は SNOによる中性カレントの観測結果、ニュートリノ振動で間違いない、それもニュー

トリノが三種類有るとした振動で間違いない、という結論になった。
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振動のパラメタとしては、主に sin θ12 と ∆m2
21 に依っていて、後述の Kamland実験と併せ

て、非常に良く決まっている。

2.2 大気ニュートリノ

大気上空で宇宙線（主に陽子線）が大気と衝突することで多くのニュートリノは作られている。た

とえば

p + N → π+ +X (7)

π+ → µ+ + νµ (8)

µ+ → e+ + ν̄µ + νe (9)

という反応によってニュートリノが作られている。ニュートリノ振動という観点からすると、νe →
νe, νe → νµ, νµ → νe, νµ → νµという観測を行っていることに対応する。ニュートリノは、核子崩

壊観測の背景事象の要因となるので、それを良く理解したいということでKamiokandeで観測さ

れていたが、上記の生成過程からおおよそ νµ : νe = 2 : 1が期待されるにもかかわらず、νµの量

が少ないと言うことが分かった。これを大気ニュートリノ異常という。その後 SuperKamiokande

による詳細な観測の結果、やはり、この現象もニュートリノ振動で理解できることが分かった。

振動のパラメタとしては、主に sin θ23と∆m2
31 に依っていて、後述の長基線実験と併せて、非

常に良く決まっている。なお、太陽ニュートリノ欠損と大気ニュートリノを同時にニュートリノ

振動で説明するためには |∆m2
31| ≫ ∆m2

21が必要であるため |∆m2
31| ∼ |∆m2

32|が成立する。

2.3 原子炉ニュートリノ

原子炉で生成されるニュートリノの観測はライネスとコーワンによるニュートリノの発見のため

の実験以降長い歴史を持つが、ニュートリノ振動という意味ではKamland実験とそれ以外（現在

は double chooz、Daya Bay、Reno）の二種類に分かれる。ただし、どちらも振動実験という意

味では νe → νeを測っていることに相当する。

2.3.1 Kamland

大雑把に言えば、神岡鉱山に接地された検出器で 180km離れた新潟県柏崎に存在する原子炉ニュー

トリノを観測する実験である。原子炉から出てくるニュートリノのエネルギーは数MeVで有るこ

とから太陽ニュートリノ欠損を説明するパラメタを追試できることが分かる。その結果は確かに

太陽ニュートリノを説明するパラメタと一致した。

2.3.2 いわゆる原子炉ニュートリノ

ここまでの測定では sin θ13は決まらないが、これを決めるのが原子炉から出てくるニュートリノ

の観測である。観測そのものは Kamland実験と同じであるが、原子炉のすぐそば (100m∼１ｋ
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ｍ)に検出器を置くので質量差としては大気ニュートリノと同じところに感度があり、ただし原子

炉ニュートリノは電子ニュートリノであるので混合角としては sin θ13 に感度を持つ。現在では上

述の３実験が結果を出していてそれぞれがお互いに無矛盾で、有意な大きさの混合角であること

を見出した。

2.4 長基線実験

元々は大気ニュートリノを振動で説明できているかを確認する実験であり、主に νµ → νµ, νµ → νe
を測る K2K, T2K, MINOS, Noνaという実験と、νµ → ντ を測る OPERAという実験に大別で

きる。パラメタへの感度という意味では、νµ → νµ, νµ → ντ は大気ニュートリノを説明パラメタ

に対して感度があり、νµ → νeはいわゆる原子炉ニュートリノの観測と同じパラメタに加えここ

まで議論しなかった CPを破る位相である δに感度がある。

結果は当然のことながら、大気ニュートリノを説明するパラメタと無矛盾である。また、いわ

ゆる原子炉ニュートリノが感度を持つパラメタに加え δにも感度があるので、両者の結果を合わ

せて CPの破れについても議論できるように成ってきている。

2.5 その他

Superkamiokandeでは、間接的に νµ → ντ の観測も行っており、これと他の観測も整合している。

3 まとめ

標準理論では質量を持たないとされているニュートリノは、様々な観測実験を通して質量を持ち、

その結果としてレプトンは混合していることが分かってきた。現状では、質量の絶対値と CPを

破る位相については分かっていないが、これらを測る努力もされている。

また、ニュートリノは荷電レプトンと SU(2）の対を作ることから、ニュートリノにおいてフ

レーバーの破れが観測されていいるので、荷電レプトンにおいても同様の破れが観測できると期

待されている。

これらの結果から、標準模型には変更が必要なことが分かり、その変更をどのように行うか理

論的研究も進んでいるし、またそれらが巡り巡ってニュートリノ振動にどのような影響を与える

のかについても研究されている。

このように、ニュートリノに関連して研究すべきことがたくさん残されており今後の発展が楽

しみな分野である。
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長寿命スタウ

山中　真人

京都産業大学益川塾

1 導入

LHC実験において標準模型を超える物理の探索が行なわれている。2016年、その候補の 1つであ

る超対称性模型の兆候と思しきものが報告された (例えば [1]などを参照)。様々な解析の結果、お

よそ 2TeVの質量を持つグルーイノが生成されたと考えられている。本講演では、この報告を信

じ切って話を進める。さらに、数ある超対称性模型シナリオのうち、パラメーターの数が最も限

られるConstrained Minimal Supersymmetric Standard Model (CMSSM)が実現していると信じ

切る。そのうえで、観測されるべき特徴的な粒子は何か。そして、その粒子を検出する際に注目

すべき兆候はどういったものか考えていく。

CMSSMにおける超対称粒子の質量スペクトラムは次の 2点が特徴となる [2]：(1) 最も軽い超

対称粒子（Lightest Supersymmetric Particle; LSP）はビーノを主成分に持つニュートラリーノ

(2) 最も軽いニュートラリーノとグルーイノとの質量比はおよそ 1 : 6。これを上述の実験報告を

結びつけると、およそ 350GeVほどの LSPニュートラリーノが期待される。

LSPニュートラリーノは暗黒物質として働く。その残存量を観測と無矛盾にもたらすため、共

対消滅と呼ばれる機構が必要となる [3]。この機構は 2番目に軽い超対称粒子（Next LSP; NLSP）

がニュートラリーノ暗黒物質とほぼ縮退した質量を持つことを要請する。CMSSMではスタウが

NLSPとなる。縮退質量により、ニュートラリーノの対消滅に加え、スタウ-ニュートラリーノ、そ

して、スタウの対消滅が超対称粒子の数密度を減らす方向に働き、結果として、残存量を観測と

無矛盾なものにする。

CMSSMのパラメーター領域において、暗黒物質の残存量、ヒッグス粒子の質量、そして、ミュー

オン g− 2のアノマリーの説明といった制限を課していくと、NLSPスタウと LSPニュートラリー

ノの質量差がタウレプトン質量よりも小さくなるパラメーター領域（δm ≡ mτ̃ −mχ̃0
1
< mτ）が

支持される [4, 5]。この領域では、NLSPスタウが 2体崩壊できなくなることにより、マイクロ秒

を超える寿命を持つ粒子となる（図 1参照）[6]。つまり、CMSSMにおいて観測されるべき特徴

的粒子はこの長寿命荷電粒子スタウとなる。

SUSY模型では、スレプトンが世代混合を持つ可能性がある。NLSPスタウが世代混合を持つ

か否かに応じ、加速器で期待される兆候も大きく異なる。仮に世代混合が無くとも、スタウが持

つ電荷が正か負かに応じ、質的に全く異なるシグナルが予測される。本講演では、世代混合が入っ

たシナリオ、入らないシナリオそれぞれにおいて、長寿命スタウがもたらす兆候を紹介し、その

兆候を基に探れるスタウの特徴や模型のパラメーターを議論する。
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Figure 1: NLSPスタウの寿命。横軸 δmはNLSPスタウと LSPニュートラリーノの質量差。

2 レプトンフレーバーが保存するシナリオ

ここでは、スレプトンの世代混合が無いシナリオにおける長寿命スタウの兆候について議論する。

数々の先行研究において、電荷の正負によらず、生成されたスタウは荷電飛跡を残し検出器内を

突き抜ける、または、荷電飛跡を残したのちに検出器内で止まり、3体・4体崩壊によりパイオン

や電子をシグナルとしてもたらすと考えられてきた (例えば [7]など)。正電荷スタウに関してはこ

の予測が正しいと思われる。娘粒子を検出することで、スタウや LSPニュートラリーノの情報を

得ることができる。しかし、負電荷スタウについては、ことはそう単純ではない。

負電荷スタウ τ̃ は検出器内で止まると同時に原子核N と束縛状態 (N τ̃−)を形成する。電子捕

獲反応と同様の機構により、この束縛状態において核種変換反応 (N τ̃−) → N ′ + χ̃0
1 + ντ や原子

核破砕反応 (N τ̃−) → N ′′ +N ′′′ + χ̃0
1 + ντ が起こる。ここでN ′、N ′′、N ′′′はN とは異なる原子

核、そして、χ̃0
1は LSPニュートラリーノを表す。これらの反応率はスタウ崩壊率に比べかなり大

きい [8, 9, 10]。つまり、負電荷スタウの痕跡として期待されるものは「大きなミッシングエネル

ギーへ転換する荷電飛跡」という特殊なものとなる。粒子特定やパラメーターの決定のために注

目するべきシグナルは何か、また、そのためにどういった検出器が適しているかなどを検討しな

くてはならない。これについては現在進行中である。
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Figure 2: スタウとスエレクトロンの混合度合 (δeRR)eτ の関数として描いたスタウの寿命。各線は
スタウとニュートラリーノの質量差の違いに対応している。

3 レプトンフレーバーの破れを伴うシナリオ

次に、スレプトン世代混合が入ったシナリオにおいて長寿命スタウの兆候を議論する。このシナ

リオでは、τ̃ → τ χ̃0
1 の 2体崩壊が動力学的に許されていなくとも、世代混合を通じ、τ̃ → eχ̃0

1、

τ̃ → µχ̃0
1の 2体崩壊が開く。これらの世代混合崩壊率はスタウ τ̃Rと他のスレプトン l̃αRとの混合

度合 (δRR)ατ の 2乗に比例する。それゆえ、スタウの寿命、及び、スタウとニュートラリーノの

質量差 δmを測定することで、世代混合の度合を決めることができる [11]。世代混合の度合を決

めることで、スレプトンの質量行列、そして、その構造をもたらす超対称性の破れに関して探り

を入れることが可能となる。

図 2は混合度合 (δRR)eτ の関数としてスタウの寿命をプロットしたものである。スタウとニュー

トラリーノの質量差に応じ、４つのケースを示した。δm = 2.23GeVの場合、τ̃ → τ χ̃0
1の 2体崩壊

が圧倒的に優勢となる。そのため、この場合は (δRR)eτ と寿命は相関を持たない。δm = 1.65GeV、

0.40GeV、0.09GeVの場合、スタウは４つの崩壊モードを持つ：τ̃ → χ̃0
1ντπ、τ̃ → χ̃0

1ντµν̄µ、

τ̃ → χ̃0
1ντeν̄e、τ̃ → χ̃0

1e。それぞれの線が示すように、スタウの寿命と世代混合の度合はきれい

な相関を持つ。娘粒子 eや µの崩壊モードに依るスペクトル分布の違いを丁寧に調べ、異なるス

ペクトル構造を持つイベント数の比を計ることで、世代混合の度合を決めることができる。また、

それぞれの質量差に応じ、ある混合度合を境に (δRR)eτ 依存性が見えなくなる。これは、スレプ

トン混合が小さ過ぎるため、世代を保存する崩壊が優勢となるからである。こうなると、寿命は

世代混合の測りとならない。
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4 まとめ

2016年、LHC実験の新粒子探索において ∼ 2TeVのグルーイノが見え始めたかもしれないとい

う報告がしばしば聞こえる。数ある超対称模型シナリオの中で最も有力視されるCMSSMに注目

すると、長寿命を持つスタウの発見が期待される。スタウが世代混合を持つか否かに応じ、また、

スタウの電荷が正か負かに応じ、長寿命スタウがもたらすシグナルは大きく異なる。世代混合が

無い場合、正電荷を持つスタウは荷電トラック、及び、自身の崩壊により低エネルギーの正電荷電

子 (ミューオン) を残す。負電荷のスタウは荷電トラックを残したのち、原子核と束縛状態を作り、

その後、核種変換によりミッシングエネルギーのみをシグナルとしてもたらす。つまり、世代混

合が無い場合、低エネルギーの正電荷レプトンとミッシングエネルギーが特徴的兆候となる。一

方、スタウが世代混合を持つ場合、その混合度合に応じスタウの寿命、及び、期待されるシグナ

ルは大きく変動する。混合を通じて起こる電子 (ミューオン) への崩壊を丁寧に観測することで、

世代混合の度合、ひいては、超対称性の破れに関わる情報を得ることができる。スタウが世代混

合を持つにせよ、持たないにせよ、長寿命荷電粒子の飛跡が将来見つかった場合は、長寿命化の

理由や世代混合の有無に応じ、検出手段・解析方法を丁寧にアレンジする必要があるだろう。
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Unified Model Building
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1 はじめに

　有限次元リー代数の必要性を今更説明するまでもないと思いますが，素粒子標準理論を越える
統一理論構築への試みで現れる対称性として，クォークやレプトンの世代を統一する世代対称性，
標準理論のゲージ対称性の統一やクォークとレプトンを統一する大統一ゲージ対称性，フェルミ
オンとボソンを統一する超対称性，四次元のゲージとスカラーボソンを統一する高次元時空対称
性は，基本的に有限次元リー代数 (とその拡張)になっていますので最低限有限次元リー代数の知
識がないと理解できませんし，対称性を用いた統一理論構築の基本的なアプローチを考えること
ができません．
大統一ゲージ対称性を考える動機はいくつかありますが，一例として，標準理論の物質場クォー

クとレプトンのゲージ群の表現の組み合わせに注目してみると，なぜか四次元のカイラル量子異常
が奇跡的に相殺している，なぜかU(1)Y の電荷が量子化されている，なぜかSU(3)CとSU(2)Lの
基本表現と自明な表現しかない，なぜか標準理論のゲージ群GSM(:= SU(3)C ×SU(2)L×U(1)Y )

を SU(5)GUT群に埋め込むとフェルミオンのゲージ群の表現を SU(5)の基本表現 10と 5に埋め
込めることなどが知られています．上記すべてが解決する分けではありませんが少なくとも一部
はGSMをGGUTに埋め込むことにより自然に理解できるように見えます．
本講演ではN. Yamatsu(以下 N.Y.)による統一理論構築のための有限次元リー代数の論文 [1]

に何が書いてあるのかを R. Slanskyによる有名な大統一理論のレビュー [2]の内容と比較しなが
ら解説したいと思います．また，有限次元のリー代数の同値類，表現の種類，ワイル次元公式，
Dynkinラベル，二次のカシミア，(二次の)Dynkin指数，(四次元の)量子異常数，射影行列，部分
代数への表現分解など適用例を示したいと思います．

2 R. SlanskyとN.Y.の論文の比較

　R. Slanskyの論文 [2]とN.Y.の論文 [1]の比較に入りたいと思います．
まずは，R. Slansky [2]の目的は，大統一理論構築に最低限必要な有限次元リー代数とその表

現論の基本的な情報を提供することと思われます．一方，N.Y. [1]の目的も基本的に同じなのです
がR. Slanskyの論文で想定されていなかった高次元時空を含めた大統一理論構築に最低限必要な
有限次元リー代数とその表現論の基本的な情報を提供することを想定しています．ただし，ユー
ザーからの要望があり一般的なゲージ理論の議論に最低限必要とされる単純リー代数の情報も提
供しています．
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R. Slanskyの論文 [2]の内容の概観としては，当時は四次元での有限自由度系の大統一理論を
考えていたため基本的に複素表現を含むリー代数を記載しています．一方，N.Y.の論文 [1]の目
的の概観としては，現代的には高次元時空を含めた大統一理論構築を考えることがあるため複素
表現を含まない有限次元リー代数も含めて記述しています．
具体的な内容比較を記載して行きたいと思います．以下では，R. Slansky [2]のリー代数の表

の情報源であるW.G. McKay, J. Pateraの論文 [3]も含めて書きたいと思います
まず，有限次元リー代数の種類とランクについて，R. Slansky [2]では複素表現を含みかつラ

ンク 8まで (例外あり)，W.G. McKay, J. Patera [3]では複素表現も含めてランク 8まで，N.Y. [1]

ではランク 15まで (+D16 = so32)が記載されています．
有限次元リー代数の表現表について，R. Slansky [2]ではDynkinラベル，次元，同値類，Dynkin

指数，部分代数の自明な表現の数 (例外あり)，N.Y. [1]ではDynkinラベル，次元，二次のカシミ
ア，Dynkin指数，量子異常数，同値類，表現の種類，W.G. McKay, J. Patera [3]ではDynkinラ
ベル，次元，Dynkin指数，四次のDynkin指数，表現の種類が記載されています．
部分代数分解に必要な射影行列について，R. Slansky [2]ではいくつかをW.G. McKay et al. [4]

から転写しています．W.G. McKay, J. Patera [3]には具体的な行列の記載はなくW.G. McKay et

al. [4]を参照とあります．N.Y. [1]ではランク 15まで (+D16)の全ての最大部分代数分解を記載
しています．この射影行列には標準部分リー代数だけでなく特殊部分リー代数も含まれています．
有限次元リー代数の最大部分リー代数への表現分解について，R. Slansky [2]では複素表現を

含む代数 (+E7,8, F4など)とランク 6までの 2,3個の表現 (定義表現や随伴表現)，W.G. McKay,

J. Patera [3]ではランク 8以下のリー代数の全ての最大半単純リー代数を 5,000次元以下 (例外代
数は 10,000次元以下)まで，N.Y. [1]ではランク 15以下のリー代数 (+D16)の全ての最大非半単純
部分代数まで含めて最小 10個程度が記載されています．表現分解について R.M. Fonsecaによる
Susyno(2011) [5] (Mathematicaプログラム)やR. Feger, T.W. KephartによるLieART(2012) [6]

(Mathematicaプログラム) などを用いることにより計算できますが必ずしも必要な射影行列が定
義されていないため追加入力をする必要があります．上記で記載したとおりN.Y. [1]にランク 15

まで (+D16)の全ての最大部分代数分解を記載しています．
テンソル積について，R. Slansky [2]ではいくつか例が書いてあります．W.G. McKay, J. Patera

[3]では計算方法が記載されています．N.Y. [1]では 8,9個程度の表現について全て記載されていま
す．テンソル積の計算はCプログラム (LiE(1992) [7] by Leeuwen-Cohen-Lisser) やMathematica

プログラム (Susyno(2011) [5] by R.M. Fonseca; LieART(2012) [6] by R. Feger, T.W. Kephart)

ムなどを使えば計算できます．
大統一ゲージ群の必要条件について，R. Slansky [2]では四次元ゲージ理論については書いて

あります．W.G. McKay, J. Patera [3]は数学の書籍なので記載されていません．N.Y. [1]では高
次元でのゲージ理論 (ゲージ・ヒッグス大統一理論を含む)についても書いてあります．
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3 リー代数とその表現の適用例

　ここでは標準理論や統一理論 (より広くゲージ理論)を考える際に有限次元リー代数の有限次元
表現がどのような場合に必要となるか適用例を示したいと思います．詳しくは N.Y. [1]や参考文
献 [3, 8–14] などを参照してください．
有限次元リー代数の有限次元既約表現はDynkinラベルにより指定されることが知られていま

す．有限次元リー代数の有限次元既約表現の表現次元はワイル次元公式 [11, 12, 14]により求める
ことができることが知られています．通常表現次元は名前として使われています．次元以外に重
要なものとしてDynkin指数，表現の種類，量子異常数，同値類，最大部分代数，射影行列などが
あります．
以下で具体例を見ていきますが，ゲージ結合定数の繰り込み群方程式の計算には (二次の)Dynkin

指数，四次元カイラルゲージ理論には表現の種類や量子異常数，作用の不変量にはテンソル積，対
称性の破れには最大部分代数や射影行列などの情報が必要とされます．

3.1 ゲージ結合定数の繰り込み群とDynkin指数

　四次元の無次元ゲージ結合定数の繰り込み群方程式は 1-ループレベルで次のように与えられる
ことが知られています [2]．

µ
dg

dµ
= β1-loop(g) = − g3

16π2

11

3
C2(g)−

2

3

∑
Weyl

T (RF )−
1

6

∑
Real

T (RS)

 , (1)

ただし，各々の項はゲージ場，ワイルフェルミオン場，実スカラー場からの寄与を表し，C2(g)(=

T (g))はゲージ群 Gの随伴表現の二次のカシミア，T (R)はゲージ群 Gの表現 Rの Dynkin指数
となっています．

Eq. (1)の繰り込み群方程式の一般解は簡単に解けますので，その解に Dynkin指数と適当な
スケールでの境界条件 (初期値)を入れてやればゲージ結合定数の振る舞いを見ることができます．
具体的な使用例としては，標準理論でのゲージ結合定数の振る舞いを見る場合に使います．
ここで重要なのはゲージ群の表現のDynkin指数を知ることです．いくつかのゲージ群につい

てはR. Slanskyの論文 [2]を参照してもらえば書いてありますが，例えば，最近のゲージ・ヒッグ
ス大統一理論 [15–19] では SO(11)を使用しています．SO(11)の表現表は N.Y. [1]の表 76に掲
載されています．以下はその表の一部になります．

so11 irrep. d(R) C2(R) T (R) Cc(R) R/PR

(1, 0, 0, 0, 0) 11 5 1 0 R
(0, 0, 0, 0, 1) 32 55

8 4 1 PR
(0, 1, 0, 0, 0) 55 9 9 0 R
(2, 0, 0, 0, 0) 65 11 13 0 R
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SO(11)のDynkin指数などは R. Slansky [2]には全く掲載されていません．もちろん計算方法を
知っていれば自分で計算することはできますが一般ユーザーは N.Y. [1]に掲載されている結果を
見るのが適当かと思います．

3.2 四次元のカイラルゲージ理論

　標準理論は四次元のカイラルゲージ理論となっていますので標準理論を越える統一理論は低エ
ネルギー有効理論として四次元のカイラルゲージ理論にならなければなりません．四次元のカイ
ラルゲージ理論とは，U(1), SU(n)(n ≥ 3), SO(4n+ 2)(n ≥ 2), E6とそれらを直積として構成要
素に持つゲージ群のセットだけであることが知られています [2]．
さらに，四次元カイラルゲージ理論にはリー代数の複素表現が必要とされますのでゲージ群の

表現の種類 (自己共役と複素表現) [3]を知る必要があります．以下に複素表現が存在する代数のタ
イプとその判定条件 (Dynkin ラベル)をまとめています．

Algebra Rank Condition for a complex representation

An = sun+1 n ≥ 2 (a1a2 · · · an−1an) 6= (anan−1 · · · a2a1)
D2n+1 = so4n+2 n ≥ 1 (a1 · · · a2n−1a2na2n+1) 6= (a1 · · · a2n−1a2n+1a2n)

E6 6 (a1a2a3a4a5a6) 6= (a5a4a3a2a1a6)

(2)

複素表現以外は自己共役表現があり，その表現は実表現と擬実表現に分類されます．実表現と擬
実表現の違いは部分代数分解などには重要な概念ですが四次元理論の範囲でカイラルゲージ理論
を構成するという意味ではその違いは重要ではありません．ただし，擬実表現を含む代数を用い
る場合には大域的な量子異常 [20–23] が存在する場合があることが知られていますので注意が必
要な場合があります．

3.3 四次元の量子異常数

　半単純リー群Gに基づく四次元ゲージ理論において量子異常がありえるのはG = SU(n)(= An−1)

だけであることが知られています [24, 25]．そのため，四次元ゲージ理論では SU(n) ゲージ群の
場合だけ量子異常を議論すれば問題ありません．
四次元の SU(n)の量子異常数は以下のように与えられることが知られています [24–26]．

A(R)

d(R)
:=

n−1∑
i,j,k=1

aijk(ai + 1)(aj + 1)(ak + 1), (3)

ただし，A(R)は SU(n)群の表現Rの量子異常数で，d(R)は SU(n)群の表現Rの次元，aijkは
完全対称テンソルとなっています．量子異常数の具体的な値は N.Y. [1]の表 59-73に掲載されて
います．
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量子異常のないまともなゲージ理論は量子異常が相殺された理論となりますので，以下の条件
を満たす必要があります．

Atotal :=
∑

Ri∈Left
A(Ri)−

∑
Ri∈Right

A(Ri) = 0. (4)

四次元の量子異常のない SU(n)カイラルゲージ理論の例としては SU(5) (10 ⊕ 5)表現を持つ左
巻きのワイルフェルミオン，SU(6) (15⊕6⊕6)表現を持つ左巻きのワイルフェルミオン，SU(6)

(35⊕ 21⊕ 7)表現を持つ左巻きのワイルフェルミオンなどがあります．これらは上記の一般公式
または N.Y. [1]の表に与えられている量子異常数の足し上げを行うことで容易に確かめることが
できます．

3.4 ゲージ変換の不変量

　ゲージ不変な作用を書き下すにはゲージ変換の下での不変量を知っている必要があります．こ
れにはすくなくともテンソル積の計算結果の情報が必要になります．テンソル積の結果はN.Y. [1]

の表 777-836までにランク 15までの古典代数 (とD16)と例外代数のすべてがすくなくとも 10程
度の組み合わせすべてについて掲載されています．(テンソル積の手計算で行える計算手法の解説
はR. Cahn [11] やN.Y. [1]にありますが，一般ユーザーに最も重要なのは計算結果なのでここで
は省略します．)

具体例として，SO(11)変換の不変量は以下のようなテンソル積に含まれています．

11⊗ 11, 11⊗ 11⊗ 55, 32⊗ 32, 32⊗ 32⊗ 55, 55⊗ 55, · · · (5)

このことは N.Y. [1]の表 794の SO(11)テンソル積の表を見るとわかります．以下はその表の一
部になります．

so11 tensor products

11⊗ 11 = (65)⊕ (55)⊕ (1)
32⊗ 11 = (320)⊕ (32)
32⊗ 32 = (462)⊕ (330)⊕ (165)⊕ (55)⊕ (11)⊕ (1)
55⊗ 11 = (429)⊕ (165)⊕ (11)
55⊗ 32 = (1408)⊕ (320)⊕ (32)
55⊗ 55 = (1144)⊕ (1430)⊕ (330)⊕ (65)⊕ (55)⊕ (1)

3.5 単純リー群とその部分リー群

　標準理論での電弱ゲージ対称性 SU(2)L×U(1)Y の電磁対称性U(1)EMへの破れや，標準理論を
越える統一理論を考える上で標準理論のゲージ群GSM = SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y を含む大統
一ゲージ群GGUTを考える際に単純リー群とその部分リー群の知識が必要となります．単純リー
代数とその最大部分代数はN.Y. [1]の表 7にランク 16まで掲載されています．
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具体例として，Y. Hosotani, N.Y. [15]で議論された五次元の SO(11)ゲージ・ヒッグス大統一
理論における SO(11)ゲージ対称性の破れのパターンを以下に示しています．

SO(11) →
BC

{
SO(10) on Planck brane
SO(4)× SO(7) ∼ SU(2)L × SU(2)R × SO(7) on TeV brane

=
BC

SO(4)× SO(6) ∼ SU(2)L × SU(2)R × SU(4)C =: GPS

→
〈Φ〉

SU(3)C × SU(2)L × U(1)Y = GSM ブレーンスカラーのVEV

→
θH
SU(3)C × U(1)EM (細谷機構) [27] (6)

この例の場合にはSO(11)ゲージ対称性がオービフォールド境界条件と呼ばれるものによってPati-

Salam群GPS [28]に破れ，かつ，境界での SO(10)の適当な表現 (この場合にはスピノル表現の)

スカラーの非自明な真空により標準理論のゲージ群GSMまで破れています．さらに，余剰次元理
論で知られている細谷機構 [27]により電磁対称性まで対称性が落ちています．
実際にこれまでに良く知られていない対称性の破れを考えるには自分で上記のような破れのパ

ターンを自分で見つける必要がありますので上記の例を使ってどのように破れのパターンを見つ
けるかを説明します．
まず，SO(11)はランク5のB-タイプB5でかつランク5のD-タイプD5を含みますのでN.Y. [1]

の表 7のランク 5のB5とD5 の最大部分代数を見てみると以下のようになっています．

Rank Algebra g Maximal subalgebras h Type

5 so11 ⊃ so10; so8 ⊕ su2; su4 ⊕ usp4; su2 ⊕ su2 ⊕ so7; so9 ⊕ u1 (R)
⊃ su2 (S)

so10 ⊃ su5 ⊕ u1; su2 ⊕ su2 ⊕ su4; so8 ⊕ u1 (R)
⊃ usp4; so9; su2 ⊕ so7; usp4 ⊕ usp4 (S)

標準部分代数の場合には (拡大)Dynkin図を用いる容易に確認することもできます．上記の部
分代数を見つけるには一般に元のリー代数の表現から部分代数への表現分解を知る必要がありま
すが説明は省略します．文献 [1, 9–11] などを参照してください．
さらに，上記のブレーンスカラーの真空期待値によりGPSがGSMに破れるにはリー代数のど

の表現が必要かということはその部分代数への表現分解を見ることにより知ることができます．説
明は省略しますので必要であればN.Y. [1]などを確認してください．

3.6 射影行列と表現分解

　大統一ゲージ対称性から標準理論のゲージ対称性への破れと言っただけでは標準理論のクォー
クやレプトンが大統一ゲージ群のどの表現に属しているのか，また，どのようなエキゾチックな
粒子が存在するのかがわかりません．そのため，対称性の破れを考えるためには元のリー代数の
表現から部分代数の表現との対応関係を知らなければなりません．その基本的な手法が射影行列
を用いた方法になります [4]．
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ランク 8以下の半単純リー代数から最大半単純部分代数の射影行列はW.G. Mckay et al. [4]

に与えられていますが，統一理論を考える際には非半単純リー代数U(1)の電荷を知らなければな
りません．ランク 15以下の半単純リー代数 (とD16)に関する最大非半単純部分代数はN.Y. [1]の
表 167-226に具体的な射影行列が与えられています．また，非最大部分代数への射影行列は最大
部分代数の射影行列の積を取ることで得られます．
リー代数とその部分代数への表現分解の例として，so11 ⊃ so10 とそれに対応するDynkin図，

射影行列と表現分解を書いておきます．so11 ⊃ so10を (拡大)Dynkin図で表すと以下のように書
くことができます．

◦
2

◦ OOOOOO1

◦ oooooo

x

◦
3

◦
4

•
5

so11

⇒ ◦
2

◦ OOOOOO1

◦ oooooo

x

◦
3

◦
4

•×
5

so10

. (7)

対応する射影行列は例えば表現分解 11 = 10⊕ 1などのウェイトダイアグラムの各々のウェイト
の対応関係を用いることで得られます．

Pso11⊃so10 =


1 0 0 0 0
0 1 0 0 0
0 0 1 0 0
0 0 0 1 0
0 0 0 1 1

 .

上記の射影行列以外の so11の最大部分代数への射影行列はN.Y. [1]の表 184に掲載されています．
上記の so11 ⊃ so10の射影行列を用いることで対応する表現分解を求めることができます．原

理的にはウェイトダイアグラム等を用いて手計算をすることも可能ではありますが現実的には
Susyno [5]や LieART [6]等のプログラムを用いるのが良いと思います．詳しくはN.Y. [1]の解説
などを参考にしてください．以下に N.Y. [1]の表 341に掲載されている計算結果の一部を書いて
おきます．

so11 ⊃ so10 branching rules

11 = 10⊕ 1
32 = 16⊕ 16
55 = 45⊕ 10
65 = 54⊕ 10⊕ 1

165 = 120⊕ 45

(8)

4 まとめ

　N.Y.による有限次元リー代数の論文 [1] と R. Slanskyによる有名な大統一理論の論文 [2] との
違いは何かということをいくつかの例を使って説明しました．また，使い方を説明するためにそ
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の適用例を示しました．
今回全く説明していませんがN.Y. [1]では，四次元ゲージ理論でも使用可能なランク 4と 5の

群 SU(5), SU(6), SO(10)だけでなく，これまでほとんど知られていない余剰次元でのゲージ理論
において使用可能な SO(9), USp(8), F4, SO(11), USp(10)を用いた大統一理論でのクォークやレ
プトンの埋め込みなども議論しています．その他の文献では全く記載がないものが多数あります
ので，余剰次元理論での模型構築を行う場合には特に重要な情報源となると思われます．
また，これまでの大統一理論での模型構築には対称性の破れとしてほぼ標準部分代数だけが

使われていますので，特殊部分代数を用いた模型構築は興味深いかもしれません．具体例として，
SO(32)ヘテロ型超弦理論のように非常に大きなランクの代数が考えられる場合があります．この
場合に標準部分代数を用いると余分なU(1)部分代数が大量に現れますが，特殊部分代数を用いる
とほとんどの U(1)部分代数は破れます．特に SO(32) ⊃ SO(10)× U(1)では，SO(32)のベクト
ル表現 32が SO(10)のスピノル表現 16⊕ 16に表現分解されるという性質があります．
実際のところ N.Y. [1]に掲載されている古典代数 An, Bn, Cn, Dnと例外代数 En, F4, G2の全

ての表現，射影行列，表現分解，テンソル積の表を必要とする方はおそらくいないと思いますが，
良く知られた模型以外を考えようとする場合等ではしばしば通常の論文や書籍では扱われていな
い情報が必要になることもあると思います．そのような場合に自分の知りたい情報部分だけを見
ていただければ良いかと思います．
その他，有限次元リー代数を用いたゲージ理論では通常有限次元表現のみが議論されています．

そのため，N.Y. [1]では有限次元リー代数の有限次元表現のみを記載していますので，K. Inoue

により提唱された有限次元リー代数の無限次元表現を用いた世代対称性の模型 [29–35] を議論す
るために必要な情報は掲載されていません．さらに，無限次元リー代数 [36,37]についての議論は
ありません．
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有質量粒子のツイスター模型における非斉次変換
出口 真一 1

日本大学理工学部　量子科学研究所

1 導入

　ツイスター理論において有質量粒子を記述する試みは，約 40年前にPenrose, Perjés, Hughston
により独立に行われた [1–6]．そこでは有質量粒子を扱うために２個以上のツイスターが導入され
るが，それに伴って有質量粒子系にはツイスター間に成立する新たな対称性が現れる．Penroseら
は，この対称性を素粒子の内部対称性に同一視することを提案した．しかし，彼らの提案に関し
ては力学的な視点からの考察がなされておらず，検討すべき事柄が多く残されている．
一方，ツイスターで表される有質量粒子の作用積分を与え，それに基づきスピンをもつ有質量

粒子の古典および量子力学を定式化する試みが，2000年代初頭から最近に至るまで行われている
[7–15]．しかし，これまでの研究で与えられた作用積分にはツイスターに関する拘束条件が人為的
に付加されており，満足なものとは言い難い．この点を改善するように，有質量粒子の作用積分
にツイスターに関する適切な拘束条件を系統的に取り入れることは，重要な課題の１つである．
このような状況において，最近著者は文献 [16]で「有質量粒子のゲージ化されたツイスター模

型」を提唱し，質量殻条件以外の必要な拘束条件をゲージ対称性に基づいて系統的に取り入れる
ことに成功した．しかしながら，文献 [16]においても質量殻条件は依然として人為的に付加され
ている．本研究ではこの点に注目し，実際には質量殻条件もあるゲージ対称性に基づいて取り入
れられることを示す．

2 有質量粒子のゲージ化されたツイスター模型

　 Penrose, Perjés, Hughstonは有質量粒子を記述するために２つ以上のツイスターを導入したが
[1–6]，最近文献 [17]で証明されたように，実際には３つ以上のツイスターを用いた記述は，ユニ
タリー変換により２つのツイスターを用いた記述に帰着する．本研究ではこのことを考慮に入れ
て，添え字 iで区別される２つのツイスターZA

i (A = 0, 1, 2, 3; i = 1, 2) とそれらに双対なツイス
ター Z̄i

Aを導入する．また，本研究ではスピンを持つ粒子を記述するために等質空間 SU(2)/U(1)
を導入し，２つのツイスター間の変換全体からなる群である SU(2)の非線形実現を考える．い
ま，等質空間 SU(2)/U(1)上の１点の非斉次座標を ξ (∈ C)とし，この座標で指定される左剰余
類の代表元を V (ξ, ξ̄ )[∈ SU(2)] とする．代表元 V の左から SU(2)の元 U を作用すると，変換則
V (ξ, ξ̄ ) → V (ξ′, ξ̄′) = UV (ξ, ξ̄ )e−iϑσ3 (σ3は Pauli行列の第３成分）から ξの変換則 ξ → ξ′ が決
まる．ただし，ϑは σ3で生成される U(1)変換の実パラメータである．今後はこのような U(1)変
換全体がなす群を Ũ(1)と記す．文献 [16]で考察された有質量粒子のゲージ化されたツイスター模

1 E-mail: deguchi@phys.cst.nihon-u.ac.jp
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型は，次の作用積分で定義される：

S =
∫ τ1

τ0

dτ

[
i

2

(
Z̄i

ADi
jZA

j − ZA
i D̄i

jZ̄
j
A

)
− 2sa − 2t

(
brVr

3 − ξ̇eξ
3 − ˙̄ξeξ̄

3
)

− k
√

2gξξ̄DξDξ̄ + h
(
εijπiα̇πα̇

j −
√

2meiϕ
)
+ h̄
(
εij π̄

i
απ̄jα −

√
2me−iϕ

)]
. (1)

ここで，τ は４次元Minkowski空間で粒子が描く世界線のパラメータ，変数の上のドットは τ に
関する微分を表し，ツイスター ZA

i と Z̄i
Aは世界線上の複素場として扱われる．また，Di

j は世界
線上のU(1)ゲージ場 aと世界線上の SU(2)ゲージ場 b = brσr [σr(r = 1, 2, 3)は Pauli行列 ] から
定義される共変微分Di

j := δi
jd/dτ − ia(τ)δi

j − ibr(τ)σri
j であり，πiα̇ (α̇ = 0̇, 1̇) はツイスター

の成分と πi0̇ = Z2
i , πi1̇ = Z3

i の関係にある運動量スピナーである．さらに，hと ϕはそれぞれ世
界線上の複素場と実場であり，mは質量パラメータ，sと tは実定数，kは正の定数である．そし
て，Vr

3, eξ
3, eξ̄

3, gξξ̄ は代表元 V から定義される ξと ξ̄の関数であり，DξとDξ̄は br と SU(2)

Killingベクトル (Kr
ξ,Kr

ξ̄)からDξ := ξ̇ − brKr
ξ, Dξ̄ := ˙̄ξ − brKr

ξ̄ と定義される．式 (1)におい
て ξと ξ̄は世界線上の複素場として扱われる．
作用積分 Sはパラメータ τ の付け替え (reparametrization) τ → τ ′ = τ ′(τ) のもとで不変であ

るが，さらに局所 U(1)変換

ZA
i → Z ′A

i = eiθ(τ)ZA
i , Z̄i

A → Z̄ ′i
A = e−iθ(τ)Z̄i

A , (2a)

h → h′ = e−2iθ(τ)h , h̄ → h̄′ = e2iθ(τ)h̄ , (2b)

ϕ → ϕ′ = ϕ + 2θ(τ) , ξ → ξ′ = ξ , (2c)

a → a′ = a + θ̇ , b → b′ = b (2d)

と局所 SU(2)変換

ZA
i → Z ′A

i = Ui
j(τ)ZA

j , Z̄i
A → Z̄ ′i

A = Z̄j
AU †

j
i(τ) , (3a)

h → h′ = h , h̄ → h̄′ = h̄ , (3b)

ϕ → ϕ′ = ϕ , ξ → ξ′ = ξ′(ξ) , (3c)

a → a′ = a , b → b′ = UbU † − iU̇U † (3d)

のもとでも不変である．ここで，θ = θ(τ)は θ(τ1) = θ(τ0)を満たす実関数であり，U = U(τ)は
SU(2)の元で U(τ1) = U(τ0)を満たす関数である.
いま，式 (1)において V (ξ0, ξ̄0) = 1となる特殊なゲージ ξ = ξ0を採用すると，作用積分 Sは

次のようになる：

S =
∫ τ1

τ0

dτ

[
i

2

(
Z̄i

ADi
jZA

j − ZA
i D̄i

jZ̄
j
A

)
− 2sa − 2tb3 − k

√
bibi

+ h
(
εijπiα̇πα̇

j −
√

2meiϕ
)
+ h̄
(
εij π̄

i
απ̄jα −

√
2me−iϕ

)]
. (4)
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この表式において，SU(2)対称性は隠れ，Ũ(1)対称性が明白になる．作用積分 (4)を a, b3, bi

(i = 1, 2)の各々について変分すると，次の拘束条件が導かれる：

T0 − s = 0 , T3 − t = 0 , TiTi −
k2

4
= 0 . (5)

ここで，T0は T0 := 1
2 Z̄i

AZA
i で定義される U(1)の生成子であり，Trは Tr := 1

2 Z̄j
Aσrj

kZA
k で定義

される SU(2)の生成子である. 従前の研究 [7–15]では，これらに相当する拘束条件が作用積分の
中に Lagrange未定乗数を用いて人為的に付加されてきた．それに対して本研究では，式 (5)の第
１式は局所 U(1)対称性に基づいて，第２式と第３式は局所 SU(2)対称性に基づいて系統的に導
かれている．一方，作用積分 (4)を hと h̄の各々で変分すると質量殻条件

εijπiα̇πα̇
j −

√
2meiϕ = 0 , εij π̄

i
απ̄jα −

√
2me−iϕ = 0 (6)

が得られるが，これら（またはこれらに相当する条件）は，文献 [7–15,16]において hと h̄のよう
な Lagrange未定乗数を用いて作用積分に人為的に付加されてきた．すなわち，質量殻条件は何ら
かのゲージ対称性に基づいて導かれる条件とは考えられてこなかった．

3 ゲージ化されたツイスター模型における非斉次変換

　今後の議論のために，式 (2)の変換と式 (3)の変換を次のように局所 U(2)変換として１つにま
とめておく：

ZA
i → Z ′A

i = Ui
j(τ)ZA

j , Z̄i
A → Z̄ ′i

A = Z̄j
AU

†
j
i(τ) . (7a)

h → h′ = e−2iθ(τ)h , h̄ → h̄′ = e2iθ(τ)h̄ , (7b)

ϕ → ϕ′ = ϕ + 2θ(τ) , ξ → ξ′ = ξ′(ξ) , (7c)

a → a′ = UaU† − iU̇ U† (7d)

ここで，U(τ)は U(τ) := eiθ(τ)U(τ) で定義される U(2) ∼= U(1) × SU(2)の元，aは a := aσ0 + b

(σ0は 2 × 2単位行列）で定義される U(2)ゲージ場である．
PerjésとHughstonが示したように，n個のツイスターから構成される運動量ベクターと角運

動量スピナーを不変にする変換全体の集合は群を成す [2-6]．この群は，非斉次変換を含むように
SU(n)を拡張したものであり，ISU(n)と記される．この群を n個のツイスター全てに共通の位
相変換を含むように拡張することも可能であり，そのように拡張された群をここでは IU(n)と記
す．既に述べたように，n(≥ 3)個のツイスターを用いた有質量粒子の記述は２個のツイスターを
用いた記述に帰着するから，実際は n = 2の場合のみを考えればよい [17]．すなわち，ここで考察
の対象になる群は ISU(2)か IU(2)である．ツイスターの局所 IU(2)変換は，式 (7a)を拡張した

ZA
i → Z ′A

i = Ui
j(τ)

(
ZA

j + Λ(τ)εjkI
ABZ̄k

B

)
, (8a)

Z̄i
A → Z̄ ′i

A =
(
Z̄j

A + Λ̄(τ)εjkIABZB
k

)
U†

j
i(τ) (8b)
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で与えられる．ここでΛ(τ)は複素数に値をとる局所非斉次変換のパラメータ，IABと IABは次式
で定義される 4 × 4行列である：

IAB :=
(

εαβ 0
0 0

)
, IAB :=

(
0 0
0 εα̇β̇

)
. (9)

特に Λ = 0のとき，式 (8)は式 (7a)に帰着する．
式 (8)と式 (7d)を用いると，局所 IU(2)変換のもとでのDi

jZA
j と D̄i

jZ̄
j
A の変換則が次のよ

うに求まる：

Di
jZA

j → D′
i
jZ ′A

j = Ui
j
{

Dj
kZA

k + Λ̇εjkI
ABZ̄k

B + ΛIAB
(
εjk

˙̄Zk
B − iaj

kεklZ̄
l
B

)}
, (10a)

D̄i
jZ̄

j
A → D̄′ i

jZ̄
′j
A =

{
D̄j

kZ̄
k
A + ˙̄ΛεjkIABZB

k + Λ̄IAB

(
εjkŻB

k + iak
jεklZB

l

)}
U†

j
i. (10b)

さらに，式 (8)，式 (10)，公式 IABZA
i ZB

j = 1
2εklπkα̇πα̇

l εij , IABZ̄i
AZ̄j

B = 1
2εklπ̄

k
απ̄lαεij を用いる

と，作用積分 Sに含まれる
(
ZA

i , Z̄i
A

)
の運動項に関して

i

2

(
Z̄ ′i

AD′
i
jZ ′A

j − Z ′A
i D̄′ i

jZ̄
′j
A

)
=

i

2

(
Z̄i

ADi
jZA

j − ZA
i D̄i

jZ̄
j
A

)
− i

2

(
˙̄Λ + 2iaΛ̄

)
εijπiα̇πα̇

j +
i

2

(
Λ̇ − 2iaΛ

)
εij π̄

i
απ̄jα (11)

が得られる．これより，
(
ZA

i , Z̄i
A

)
の運動項は局所非斉次変換のもとで不変ではないことがわかる．

（この運動項は大域的非斉次変換（即ちΛが０以外の定数の変換）のもとでも不変ではない．一方
Λ = 0のとき，運動項は明らかに不変である．）いま，不変性を壊している項（式 (11)にある Λ̄や
Λを含む項）は εijπiα̇πα̇

j または εij π̄
i
απ̄jα に比例しており，同様の項は hと h̄に比例する形で作用

積分 Sにも含まれていることに着目する．この事実を踏まえて，式 (7b)にある hと h̄の変換則を

h → h′ = e−2iθ(τ)

{
h +

i

2

(
˙̄Λ(τ) + 2iaΛ̄(τ)

)}
, (12a)

h̄ → h̄′ = e2iθ(τ)

{
h̄ − i

2

(
Λ̇(τ) − 2iaΛ(τ)

)}
(12b)

と変更すると，不変性を壊す項をうまく相殺することができる．また，同時に式 (7c)にある ϕの
変換則を H := heiϕ + h̄e−iϕ が不変になるように

ϕ → ϕ′ = −i log

(
H±

√
H2 − 4|h′|2
2h′

)
(13)

と変更する．ここで，±はΛ = 0のときに式 (13)が式 (7c)の第１式に帰着するように，いずれか
の符号が選ばれる．以上のように h, h̄, ϕの変換則を適切に変更すると，作用積分 Sは局所 U(2)
変換のみならず，局所 IU(2)変換のもとでも不変になる．こうして，有質量粒子のゲージ化され
たツイスター模型がもつ局所 U(2)対称性を局所 IU(2)対称性に拡張することができた．
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4 まとめと考察

　本研究で見てきたように，作用積分 Sが局所 IU(2)変換のもとで不変になるためには，式 (11)
にある Λ̄や Λを含む余分な項を相殺するように，

∫ τ1
τ0

dτ
[
hεijπiα̇πα̇

j + h̄εij π̄
i
απ̄jα

]
を Sの一部とし

て加えておく必要がある．このとき，hと h̄は局所非斉次変換で生じる余分な項を相殺するために
導入されるという意味において，局所非斉次変換に対するゲージ場と考えることができる．実際
に式 (12)から，hと h̄はそれぞれパラメータ Λ̄とΛに対応していることがわかる．さらに式 (13)
の変換をする ϕを導入した上で，局所 IU(2)変換のもとで不変な項として，

∫ τ1
τ0

dτ
[
−
√

2mH
]
を

Sの一部として加えることができる．結果として，作用積分 Sの中に質量殻条件 (6)を与える項

Sm =
∫ τ1

τ0

dτ

[
h
(
εijπiα̇πα̇

j −
√

2meiϕ
)
+ h̄
(
εij π̄

i
απ̄jα −

√
2me−iϕ

)]
(14)

が加えられる．以上のことから，質量殻条件は局所非斉次変換のもとでの対称性に基づいている
ことが理解できる．本研究により，質量殻条件を含む全ての必要な拘束条件は，局所 IU(2)対称
性に基づいて系統的に取り入れられることがわかった．
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1 Introduction

This is a report on our attempt to find the quantum theory of gravity [1, 2, 3]. We start by

explaining why we need it. We all know that the present universe is expanding, which means

that the universe is a point or a singularity in the far past. However we cannot discuss such a

singularity in General Relativity (GR). Another example of the singularity is that in the black

hole. We have to have a method to compute physical quantities in such spaces, but this cannot

be done in GR. This is the reason why we need quantum gravity.

Why quantum gravity is difficult? First of all, if the spacetime metric itself is a dynamical

quantity, there is no notion of spacetime or distance etc. and then we do not know how to

“quantize” the theory. We may use background field formalism. Still if we accept Minkowski

spacetime as our background, the Einstein theory is non-renormalizable, meaning that it is not

ultraviolet (UV) complete, and can be at best only a low-energy effective theory! Moreover it

is difficult to quantize gravity on curved spacetime, because the familiar notions in Minkowski

spacetime, such as asymptotic states, may not be well defined.

On the other hand, it is known that higher-order terms always appear in quantum theory

e.g. quantized Einstein and string theories. This naturally leads us to think that this may give

us a possible UV completion. However it is known that in 4D, quadratic (higher derivative)

theory is renormalizable but non-unitary [4]. Does this mean that there is no way out to have

a theory that enables us to compute quantum effects in gravity without ghost and infinity? In

this situation, the only possible way to make sense of the quantum effects in gravity seems to

be the Asymptotic Safety [5].

2 Asymptotic safety

What is asymptotic safety? It can be summarized as follows:

1. We consider effective average action Γk at an energy scale k obtained by integrating out

all fluctuations of the fields with momenta larger than k. This is divergent itself.

1
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2. Its k-derivative is free from any divergence, and gives exact (or functional) renormalization

group equation (FRGE). FRGE gives flow of the effective action in the theory space defined

by suitable bases Oi.

Γk =
∑
i

gi(k)Oi ⇒ dΓk

dt
=

∑
i

βiOi βi =
dgi
dt

, (t = log k), (1)

and is also called the flow equation.

3. If we integrate it down to k → 0, it gives full quantum effective action Γ0, from which we

can obtain all the information of the quantum theory including correlation functions.

4. We can set suitable initial conditions at some point and then
flow to k → ∞. Possible behaviors for k → ∞ are as follows:

• Couplings go to infinity.

In this case, the the theory is not well defined as quantum
UV theory (just like Landau pole in QED).

• Couplings do not go to infinity.

– Couplings go to fixed points (FPs).
If all the couplings go to the FPs, it gives a well-
defined UV theory, and physical quantities are well
defined. This class of theories are the Asymptotic
safe theories.

– becomes limit cycle.
This case is rare and is not considered.

Figure 1: RG flow

There are in general several relevant couplings, and we call UV critical surface the set of

points that flow into a FP. All the theories on the same trajectory define the same UV theory.

In the ideal case, we also require that the number of relevant operators (only which are retained)

are finite. In this case the theory has predictability! Note that the asymptotic safety is a wider

notion than the renormalizability (includes renormalizable theories). In this case, the relevant

operators correspond to precisely renormalizable interactions.

The most important fact is that the dependence of the effective action Γk on k gives the

renormalization group (RG) flow free from any divergence:

Γ̇k(Φ) =
1

2
tr

[(
δ2Γk

δΦAδΦB
+Rk

)−1

Ṙk

]
, (2)

where the dot is the logarithmic (t) derivative of the scale k, and Rk is the cutoff function. This

looks like a one-loop effective action, but is actually EXACT RG equation!

If we find nontrivial fixed points in this formulation, this gives the UV complete theory. We

can apply this method to our theory on arbitrary background in arbitrary dimensions.

2
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3 f(R) Gravity

In order to facilitate the program, ideally we want to search for the relevant operators in the

whole theory space. In practice we cannot do this in the infinite dimensional theory space.

Usually one truncates the theory, e.g. derivative expansion, polynomial expansion and so on,

and then improves the approximation by adding further terms. The hope is that if the obtained

results are not much affected by additional terms, this gives supports to the program. Indeed

there is accumulating evidence (up to 34th order in R) that there are always nontrivial fixed

points. This means that the asymptotic safety program may be the right direction.

This is certainly encouraging, however it may not be enough. We can do better by considering

the actions of the general form

S =

∫
ddx

√
−gf(R), (3)

and derive FRGE for the function f(R) which is then determined. Note that we do not assume

that the action is just a polynomial of the scalar curvature but a general function, allowing

infinite possibility.

Another novelty of our work is that two different parametrizations of the metric fluctuation

can be considered:

linear split: gµν = ḡµν + hµν , · · · most often used (4)

exponential split: gµν = ḡµρ(e
h)ρν , · · · new parametrization (5)

The latter, which we use in our work, has the advantage that there is no unphysical singularity

and the result is gauge-independent.

There is also a problem that we address in the current work. On the compact space, the

spectrum is discrete ℓ(ℓ+3)
12 R ≧ 5

6R(ℓ ≧ 2) and there is no sense of coarse graining for large

curvature; k2 cannot be less than this. There is no problem of this kind on noncompact space

because the spectrum is continuous, but has not been studied. So we extend the study to

noncompact space.

Using heat kernel expansion or spectrum sum, the optimized cutoff Rk(z) = (k2−z)θ(k2−z),

dimensionless quantities r ≡ R̄k−2 and φ(r) = k−df(R̄), we get our main result in 4 dims. for

both sphere and hyperbolic spaces:

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
, (6)

where the prime is the r derivative, α, β, γ are endomorphism parameters, the coefficients c1 – c5
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are polynomial in r up to 3rd order on the sphere and involve polylogarithms on the hyperboloid.

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

2

[
1 +

(
3β +

1

2

)
r +

(
3β2 + β − 511

360

)
r2 +

(
β3 +

1

2
β2 − 511

360
β +

3817

9072

)
r3
]
,

c4 = 3 + (6β + 1)r +
(
3β2 + β − 511

360

)
r2,

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

180

)
r2. (7)

for sphere. The FRGE itself is the same for the hyperbolic space (r < 0) but the heat kernel or

spectrum is different. For small curvature

c1 ≈ 5 + 5
(
3α− 1

2

)
r +

(
15α2 − 5α− 271

72

)
r2

(
5α3 − 5α2

2
− 271α

72
− 7249

9072

)
r3,

c2 ≈ 40 + 15(6α− 1)r +
(
60α2 − 20α− 271

18

)
r2 +

(
10α3 − 5α2 − 271α

36
− 7249

4536

)
r3,

c3 ≈ 1

2

[
1 +

(
3β +

1

2

)
r +

(
3β2 + β +

29

360

)
r2 +

(
β3 +

1

2
β2 +

29β

360
+

37

9072

)
r3
]
,

c4 ≈ 3 + (6β + 1)r +

(
3β2 + β +

29

360

)
r2,

c5 ≈ 12 + 2(12γ + 1)r +

(
12γ2 + 2γ − 67

180

)
r2. (8)

We list several features:

• The FRGE itself has the same structure for both spaces!

• The coefficients are only slightly different for small |r| due to the difference in the symmetry

(Killing) vectors (which should be removed).

• The heat kernel or spectrum is continuous for noncompact case so that the result is exact.

(The result was approximated for the compact case.)

• There is no problem of coarse-graining on hyperbolic space; the RHS vanishes for large

|r|, and we can integrate down to k = 0 (at finite |r|) on noncompact space, obtaining the

effective action

This gives a step in the direction of background-independence.
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4 Scaling solutions in 4D

The theory at FP is obtained by setting φ̇ = 0. We find the amazing result that FP theory f(r)

is determined by a third order ordinary differential equation!!

rc3 φ
′′′(r) = · · · . (9)

The FRGE tells us that the large-r behavior of φ is

φ ∼ a2r
2 + a1r + a0 + a−1/r + · · · at most quadratic! (10)

Though it is an ordinary differential equation, it is still difficult to solve analytically for fixed

general endomorphism α, β, γ. After some analysis, we find some common features:

1. Both have exact solutions: First treat the parameters α, β, γ as unknowns to solve for.

The simplest possible solutions are of the form

φ(r) = g0 + g1r + g2r
2 . · · · Similar to Starobinsky model! (11)

We obtain a system of six equations for the six unknowns g0, g1, g2, α, β and γ. We find

that this system has a number of solutions.

2. We tried to get polynomial solutions for small |r|. We have a good convergence for sphere

as we increase the number of terms, but the convergence is poorer for the hyperbolic space.

3. The coefficients of terms beyond quadratic terms in r are in general quite small. Quadratic

approximation seems good enough.

4. There is indication that the critical UV surface is 3 dimensional.

5. We also get the effective action at k = 0 for the endomorphism α = −1
6 , β = 0, γ = 1

4 :∫
d4x

√
gf(R) =

∫
d4x

√
g

(
aR2 − 371R2 log(R/µ2)

23040π2

)
. (12)

6. We can also make numerical analysis for fixed α, β, γ:

When we solve for the differential equations of the fixed point solutions, which are third

order in general, the zero’s of the third order coefficients rc3 = 0 give the singularities:

A singularity at r = 0 and further fixed singularities from c3 = 0 depending on β. We

then expect that there exist a discrete number of solutions when the number of fixed

singularities matches the order of the equation. We managed to do this for compact

manifold, but noncompact case is resistive. More detailed study is left for future.

We can also study beta functions in other dimensions. Our results confirm that there are

always nontrivial UV fixed point functions.
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5 Conclusions

• We have constructed a novel FRGE for gravity which encodes the gravitational degrees of

freedom in terms of general function f(R) of the scalar curvature.

• The advantage of the new parametrization is that it gives flow equations free from un-

physical singularities and to some extent gauge-independent result.

• The flow equations take very similar forms for compact as well as noncompact space. This

may give a step towards background-independence.

• There are ultraviolet fixed points essential for asymptotic safety for the function f(R).

• We have studied if this approach may be used to determine possible UV completion of

gravitational theory and the result contains exact solutions similar to Starobinsky model

R+R2, consistent with the current observation on inflation.

We believe that this is a good step toward the realization of asymptotic safety. We suggest

possible future directions:

• Extending the analysis to more general theory (extend the theory space)

• Real background-independence etc.
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ヘテロ弦模型における高次元項 1

桑木野省吾

京都産業大学益川塾

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。
ヘテロ型弦理論のコンパクト化におけるモジュライの安定化の試みとして、非対称オービフォ

ルドコンパクト化 [1, 2, 3]の枠組みでの模型構築が考察されている [4]。そこでは余剰次元空間の
エンハンス点に対応するモジュライ点での模型作りが行われ、非対称オービフォルド作用によっ
てケーラーモジュライ場や複素構造モジュライ場などの幾何学的なモジュライ場の数が極めて少
なくなっている [5]。残ったディラトン場を、エンハンスした隠れたゲージ群の強結合効果により
ポテンシャルを生成し、現実的なゲージ結合定数に安定化可能ということが示されている。
本研究では非対称オービフォルド模型によってモジュライ場が安定化された後に、いかに湯川

結合定数を決定するかを考察する。湯川結合定数は基本的にスーパーポテンシャルの高次元項か
ら有効的に低エネルギーへの寄与があるため、模型のR対称性の考察が必要となる。

2 R 対称性

まず一般のモジュライ点における対称オービフォルド模型での Rチャージの定義を振り返る。
ボソンとフェルミオンの vertex operatorを

V−1 = e−ϕ
3∏

i=1

(∂Zi)N
i
L(∂Z

i
)N

i
LeirmHmeiqIXI , (1)

V−1/2 = e−
ϕ
2

3∏
i=1

(∂Zi)N
i
L(∂Z

i
)N

i
Leir

(f)
m HmeiqIXI (2)

とすると、高次元項を計算するためには相関関数 ⟨V−1/2V−1/2V−1V0 · · ·V0⟩を評価すればいい。こ
こで V0は picture changing operator

P ∼ eϕ(e−s·H∂Zi + es·H∂Z
i
) (3)

により PV−1 → V0のように picture数を変更したものである。ここでRチャージを

Ri = ri +Ni −N i (4)

と定義すると、このRチャージは picture不変な量となる [6, 7]。スーパーポテンシャルの高次元
項はR対称性、ゲージ対称性そして弦選択則を満たす項を選ぶことで計算される。具体例として
Z3オービフォルド模型 [8, 9]でRチャージを評価すると表 1のようになる。

1この講演は小林達夫氏 (北海道大学)、Florian Beye氏との共同研究に基づく。

1

Soryushiron Kenkyu



U/T Field E6 ×A2 × E8 ∆N # (q0, q1, q2, q3)−1 (q0, q1, q2, q3)−1/2 (R1, R2, R3)

U χ1 (27,3,1) (0, 0, 0) 1 (1, 0, 0) ( 12 ,−
1
2 ,−

1
2 ) (1, 0, 0)

U χ2 (27,3,1) (0, 0, 0) 1 (0, 1, 0) (−1
2 ,

1
2 ,−

1
2 ) (0, 1, 0)

U χ3 (27,3,1) (0, 0, 0) 1 (0, 0, 1) (−1
2 ,−

1
2 ,

1
2 ) (0, 0, 1)

T χijk (27,1,1) (0, 0, 0) 27 ( 13 ,
1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 ) ( 13 ,

1
3 ,

1
3 )

T T1ijk (1,3,1) (−1, 0, 0) 27 ( 13 ,
1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 ) (− 2

3 ,
1
3 ,

1
3 )

T T2ijk (1,3,1) (0,−1, 0) 27 ( 13 ,
1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 ) ( 13 ,−

2
3 ,

1
3 )

T T3ijk (1,3,1) (0, 0,−1) 27 ( 13 ,
1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 ) ( 13 ,

1
3 ,−

2
3 )

表 1: Z3オービフォルド模型のマスレススペクトルとボソンに対するRチャージ

3 エンハンス点でのR 対称性

次に上の Z3模型のエンハンス点での Rチャージを求める。エンハンス点ではランク６のゲー
ジ群がエンハンスし、マスレススペクトルは表 2のようになる。ここで便利のため座標の再定義
を行い

i∂Z =
∑

eiQ·Z′
(5)

により Qチャージを定義した。この変換はエンハンス点でのみ可能である。エンハンス点での
picture changing operatorは以下のように表せる。

P ∼ ψ1∂Z1 + c.c.+ (i = 2, 3) (6)

∼ e−iH1(e−iα1Z′
1 + e−iα2Z′

1 + e−iα3Z′
1) + c.c.+ (i = 2, 3). (7)

ここでエンハンス点でのRチャージを

R′
i = ri +Qi · αA2

1 (8)

のように定義すると、この量は picture changingにより不変な量となることがわかる。具体的な
R′チャージの値を表 3に示す。
ここでゲージ不変性とR不変性から、Treeレベルのスーパーポテンシャルを書き下すと

W3GR = χ1χ2χ3 + χijkχi′j′k′χi′′j′′k′′ + S1ijS1i′j′S1i′′j′′ + S2ijS2i′j′S2i′′j′′ + S3ijS3i′j′S3i′′j′′

+ T1ijkT1i′j′k′T1i′′j′′k′′ + T2ijkT2i′j′k′T2i′′j′′k′′ + T3ijkT3i′j′k′T3i′′j′′k′′ (9)

となる。ここで i ̸= i′ ̸= i′′, j ̸= j′ ̸= j′′, k ̸= k′ ̸= k′′。また 4点項は

W4GR =
∑
i

∑
j ̸=j′ ̸=j′′

∑
k ̸=k′ ̸=k′′

S1i1χijkχij′k′χij′′k′′ +
∑
i

∑
j ̸=j′ ̸=j′′

∑
k ̸=k′ ̸=k′′

S2i2χjikχj′ik′χj′′ik′′

+
∑
i

∑
j ̸=j′ ̸=j′′

∑
k ̸=k′ ̸=k′′

S3i3χjkiχj′k′iχj′′k′′i +
∑
i

∑
j ̸=j′ ̸=j′′

∑
k ̸=k′ ̸=k′′

S2i2T1jikT1j′ik′T1j′′ik′′ + · · ·

(10)
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U/T Field E6 ×A2 × E8 U(1)6 U(1)6Q (q0, q1, q2, q3)−1 (q0, q1, q2, q3)−1/2

U χ1 (27,3,1) (0, 0, 0) (0, 0, 0) (1, 0, 0) ( 12 ,−
1
2 ,−

1
2 )

U χ2 (27,3,1) (0, 0, 0) (0, 0, 0) (0, 1, 0) (− 1
2 ,

1
2 ,−

1
2 )

U χ3 (27,3,1) (0, 0, 0) (0, 0, 0) (0, 0, 1) (− 1
2 ,−

1
2 ,

1
2 )

U S1i1 (1,1,1) (−ei, 0, 0) (0, 0, 0) (1, 0, 0) ( 12 ,−
1
2 ,−

1
2 )

U S1i2 (1,1,1) (−ei, 0, 0) (0, 0, 0) (0, 1, 0) (− 1
2 ,

1
2 ,−

1
2 )

U S1i3 (1,1,1) (−ei, 0, 0) (0, 0, 0) (0, 0, 1) (− 1
2 ,−

1
2 ,

1
2 )

U S2i1 (1,1,1) (0,−ei, 0) (0, 0, 0) (1, 0, 0) ( 12 ,−
1
2 ,−

1
2 )

U S2i2 (1,1,1) (0,−ei, 0) (0, 0, 0) (0, 1, 0) (− 1
2 ,

1
2 ,−

1
2 )

U S2i3 (1,1,1) (0,−ei, 0) (0, 0, 0) (0, 0, 1) (− 1
2 ,−

1
2 ,

1
2 )

U S3i1 (1,1,1) (0, 0,−ei) (0, 0, 0) (1, 0, 0) ( 12 ,−
1
2 ,−

1
2 )

U S3i2 (1,1,1) (0, 0,−ei) (0, 0, 0) (0, 1, 0) (− 1
2 ,

1
2 ,−

1
2 )

U S3i3 (1,1,1) (0, 0,−ei) (0, 0, 0) (0, 0, 1) (− 1
2 ,−

1
2 ,

1
2 )

T χijk (27,1,1) ( ei3 ,
ej
3 ,

ek
3 ) ( ei3 ,

ej
3 ,

ek
3 ) ( 13 ,

1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 )

T T1ijk (1,3,1) (− 2ei
3 ,

ej
3 ,

ek
3 ) ( ei3 ,

ej
3 ,

ek
3 ) ( 13 ,

1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 )

T T2ijk (1,3,1) ( ei3 ,−
2ej
3 ,

ek
3 ) ( ei3 ,

ej
3 ,

ek
3 ) ( 13 ,

1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 )

T T3ijk (1,3,1) ( ei3 ,
ej
3 ,−

2ek
3 ) ( ei3 ,

ej
3 ,

ek
3 ) ( 13 ,

1
3 ,

1
3 ) (− 1

6 ,−
1
6 ,−

1
6 )

表 2: エンハンス点での Z3オービフォルド模型のマスレススペクトル

となる。ここで、ケーラーモジュライ場 S111等にVEVを持たせエンハンス点から離れると、拡大
していたU(1)6対称性が壊れ、一般半径でのZ3模型でのスーパーポテンシャルの結果を effective

に再現することが分かる。
また、離散対称性のアノマリーを

ARi
Ga

=
1

2
C2(Ga) +

∑
Ri,fermionT (RGa). (11)

(i = 1, 2, 3)により評価すると、

A
R′

i
E6

= −57, A
R′

i
A2

= −138 (12)

となり、アノマリーの universality condition

A
R′

i
E6

= A
R′

i
A2

mod
3

2
(13)

を満たすため、(8)のRチャージは正しく定義されていることがわかる。

4 結論

本研究ではモジュライ空間のエンハンス点でのRチャージの定義を行った。またエンハンス点
から離れた際に従来の一般的なコンパクト半径のでRチャージの結果と一致することを見た。こ
の結果は非対称オービフォルド模型などのエンハンス点での高次元項の計算にも応用可能なため、
今後は具体的な３世代模型において現実的な湯川結合定数が再現可能かを考察する。
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U/T Field (R′
1, R

′
2, R

′
3)

U χ1 (1, 0, 0)
U χ2 (0, 1, 0)
U χ3 (0, 0, 1)
U S1i1 (1, 0, 0)
U S1i2 (0, 1, 0)
U S1i3 (0, 0, 1)
U S2i1 (1, 0, 0)
U S2i2 (0, 1, 0)
U S2i3 (0, 0, 1)
U S3i1 (1, 0, 0)
U S3i2 (0, 1, 0)
U S3i3 (0, 0, 1)

T χijk

1
0
0

⊗

1
0
0

⊗

1
0
0


T T1ijk

1
0
0

⊗

1
0
0

⊗

1
0
0


T T2ijk

1
0
0

⊗

1
0
0

⊗

1
0
0


T T3ijk

1
0
0

⊗

1
0
0

⊗

1
0
0


表 3: エンハンス点での Z3オービフォルド模型のRチャージ
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On string Hamiltonian in the sigma-gauge

日本大学理工学部

三輪光嗣

1 導入

ゲージ理論と重力理論の間の対応関係は一方の理論の結合が強い領域と他方の理論の結合が弱い
領域の対応となることが多い。このことはゲージ重力対応を応用する上では有益な側面を持つが，
対応そのものを調べる研究においては必然的にいずれかの理論の解析が困難になることを意味す
る。私が過去に行ってきたゲージ理論におけるウィルソンループ演算子と曲がった時空を伝搬す
る弦のディスク分配関数の対応の例でもこのことを見てとることができる。この場合は通常は強
結合ゲージ理論と古典的な弦理論を比較することになるため，弦理論側の解析は容易であること
が多い。一方でゲージ理論側では多重ループの効果を全て足し上げて初めて弦理論の結果と一致
する答えが得られることになる。ゲージ重力対応の背後には弦理論の開弦と閉弦の間の双対性が
存在しているという考え方は広く受け入れられているものだと思う。この考え方に基づくと，ゲー
ジ重力対応を理解するためには開弦の多重ループを考慮し，その上で開弦と閉弦の双対性を考え
ることが重要であると思われる。実際に参考文献 [1][2]ではこうしたアイデアに基づいて開弦の多
重ループの足し上げを実行し，ゲージ重力対応のメカニズムを示す一つの道筋が提示されており，
大変興味深い。またこれとは別に開弦の多重ループの足し上げを試みた研究として [3][4]が挙げら
れる。これらの論文では D3ブレーン背景時空における弦の世界面のハミルトニアンが，『シグマ
ゲージ』と（これらの論文では）呼ばれているゲージの下では特徴的な振る舞いを持つことが指
摘されており，この考察に基づいて開弦の多重ループの足し上げが容易に実行されている。こう
した研究はゲージ重力対応のメカニズムを理解する上でとても重要になる見方だと思う。
研究会では論文 [3][4]の簡単な紹介と、同様の解析を他のシステムに応用するアイデアに関す

る発表を行った。この研究会報告では後半の他のシステムへの応用のアイデアの説明と，そのた
めに必要となるシグマゲージの説明を中心にまとめる。

2 D3ブレーン背景時空上の弦と光錐ゲージ

D3ブレーン背景時空の計量は以下のように与えられる。

ds2D3 =
1√
H3

(dx+dx− + dx⃗ 2) +
√

H3dy⃗
2 (1)
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ただし，H3 = 1+ gstN3

|y⃗|4 ，gstは閉弦の結合定数，N3はD3ブレーンの枚数である。また α′は適当
な値にとった 1。Dブレーンの伸びた方向（◦）と伸びていない方向（−）を記すと以下のように
なる。

x+ x− x1 x2 y1 y2 y3 y4 y5 y6

D3 ◦ ◦ ◦ ◦ − − − − − −
(2)

参考文献 [3][4]ではこの背景時空を伝搬する弦に対して，光錐ゲージと類似したシグマゲージを適
用してハミルトニアンを求めている。ここではまず論文に沿って光錐ゲージのハミルトニアンの
復習から始める。Polyakov型の弦のラグランジアン密度は以下のように書ける。

L = −1

2

√
−ggabGµν∂aX

µ∂bX
ν (3)

ただし，gabは世界面の計量であり，Gµνは時空の計量を表す。g01 = 0，x+ = τ とおいて光錐ゲー
ジをとるとラグランジアン密度は以下のようになる。

L =
1

2

[√
− g11
g00H3

(
ẋ− + ˙⃗x 2 +H3

˙⃗y 2
)
−

√
−g00H3

g11

( 1

H3
x⃗′2 + y⃗′2

)]
(4)

ここで x−の運動方程式によって
√
− g11

g00H3
は σのみの関数となる。そこで σを再定義することで√

− g11
g00H3

= 1というゲージをとることにする。以上の手続きの結果，ラグランジアン密度は以下
のようになる。

Ll.c. =
1

2

(
˙⃗x 2 +H3

˙⃗y 2 − 1

H3
x⃗ ′2 − y⃗ ′2

)
(5)

従ってハミルトニアン密度は以下のようになり，gstで展開すると無限級数となる。

Hl.c. =
1

2

(
p⃗ 2
x +

1

H3
p⃗ 2
y +

1

H3
x⃗ ′2 + y⃗ ′2

)
= Hflat +

gstN3

|y⃗|4
(
· · ·

)
+

(
gstN3

|y⃗|4

)2(
· · ·

)
+ · · · (6)

ただし，Hflatは平坦時空における光錐ハミルトニアンである。

3 シグマゲージにおけるハミルトニアン

次に参考文献 [4]で提案されたシグマゲージの説明をする。これは先ほどの光錐ゲージのハミルト
ニアンを導くプロセスの途中で τ と σを入れ替え，新しい τ 方向の発展を与えるハミルトニアン

1以下では煩雑さを避けるために式の各項の係数は省略しており，正確ではないことに注意。
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を構成するという立場である。式 (5)において τ と σを入れ替えたラグランジアンは以下のよう
になる。

Lσ =
1

2

( 1

H3

˙⃗x 2 + ˙⃗y 2 − x⃗ ′2 −H3y⃗
′2
)

(7)

ただし，オーバーオールの符号もフリップした。このラグランジアン密度から導かれるハミルト
ニアン密度は以下のように簡単な gst依存性を持つ。

Hσ =
1

2

(
H3p⃗

2
x + p⃗ 2

y + x⃗ ′2 +H3y⃗
′2
)
= Hflat +

gstN3

2|y⃗|4
(
p⃗ 2
x + y⃗ ′2

)
(8)

つまり，D3ブレーンによって曲げられた時空の効果が gstの一次で止まる。この簡単な補正項は
D3ブレーンと弦の間での閉弦一つの交換による寄与であることが示唆される。参考文献 [4]では
実際に弦の世界面の立場からこうした閉弦交換によるハミルトニアンの補正項を計算して，式 (8)

が再現されることを示している。ここではこの解析の詳細には立ち入らずに，次節ではシグマゲー
ジのアイデアを他のシステムに応用する可能性を考察する。

4 D3-D3システムとシグマゲージ

計量が以下のように与えられるD3-D3システムを考える 2 [5]。

ds2D3−D3 =

√
H

(1)
3 H

(2)
3

(
dx+dx−

H
(1)
3 H

(2)
3

+
dx⃗ 2

(1)

H
(1)
3

+
dx⃗ 2

(2)

H
(2)
3

+ dy⃗ 2

)
(9)

Dブレーンの配位は以下の通りである。

x+ x− x1(1) x2(1) x1(2) x2(2) y1 y2 y3 y4

D3(1) ◦ ◦ ◦ ◦ △ △ − − − −

D3(2) ◦ ◦ △ △ ◦ ◦ − − − −

(10)

ただし△の方向にはD3ブレーンは “smear”されている。D3ブレーンの場合と同様にまず g01 = 0，
x+ = τ によって光錐ゲージを取ると弦のラグランジアン密度は以下のようになる。

L =
1

2

[√
− g11

g00H
(1)
3 H

(2)
3

(
ẋ− +H

(2)
3

˙⃗x 2
(1) +H

(1)
3

˙⃗x 2
(2) +H

(1)
3 H

(2)
3

˙⃗y 2
)

−

√
−g00H

(1)
3 H

(2)
3

g11

( 1

H
(1)
3

x⃗ ′ 2
(1) +

1

H
(2)
3

x⃗ ′ 2
(2) + y⃗ ′ 2

)]
(11)

2研究会では D1-D5を議論したが，ここでは D3-D3に着目する。
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やはり x−の運動方程式と σの再定義によって
√

−g00H
(1)
3 H

(2)
3

g11 = 1のゲージをとり，以下の光錐
ゲージのラグランジアン密度が得られる。

Ll.c. =
1

2

(
H

(2)
3

˙⃗x 2
(1) +H

(1)
3

˙⃗x 2
(2) +H

(1)
3 H

(2)
3

˙⃗y 2 − 1

H
(1)
3

x⃗ ′ 2
(1) −

1

H
(2)
3

x⃗ ′ 2
(2) − y⃗ ′2

)
(12)

このまま光錐ゲージハミルトニアンを計算すると調和関数が分母に出てくる形となり，D3ブレー
ンの場合と同様に複雑な構造を持つことになる。

Hl.c. =
1

2

( 1

H
(2)
3

p⃗ 2
x(1) +

1

H
(1)
3

p⃗ 2
x(2) +

1

H
(1)
3 H

(2)
3

p⃗ 2
y +

1

H
(1)
3

x⃗ ′ 2
(1) +

1

H
(2)
3

x⃗ ′ 2
(2) + y⃗ ′2

)
(13)

一方でハミルトニアンを導く前に τ と σを入れ替えてシグマゲージをとると以下のように調和関
数が分子に出る。ただし，ここでもオーバーオールの符号をフリップした。

Hσ =
1

2

(
H

(1)
3 p⃗ 2

x(1) +H
(2)
3 p⃗ 2

x(2) + p⃗ 2
y +H

(2)
3 x⃗ ′ 2

(1) +H
(1)
3 x⃗ ′ 2

(2) +H
(1)
3 H

(2)
3 y⃗ ′ 2

)
(14)

D3ブレーンの場合と比較をすると特徴的な振る舞いが見て取れる。すなわち運動量の２乗の前に
はその運動量の方向の調和関数がかかり，σ微分の２乗の前には直交する方向の調和振動子がか
かっている。この性質はいわゆる調和関数規則 [5]と呼ばれるDブレーン背景時空の持つ構造によ
るものである。最後に調和関数H

(a)
3 = 1 +

gstN
(a)
3

|y⃗|2 （a = 1, 2）を代入するとこのハミルトニアン
は以下のように書くことができる。

Hσ = Hflat +
gstN

(1)
3

2|y⃗|2
(
p⃗ 2
x(1) + x⃗ ′ 2

(2) + y⃗ ′ 2
)
+

gstN
(2)
3

2|y⃗|2
(
p⃗ 2
x(2) + x⃗ ′ 2

(1) + y⃗ ′ 2
)
+

g2stN
(1)
3 N

(2)
3

4|y⃗|4
y⃗ ′ 2 (15)

このハミルトニアンも gst依存は簡単なものとなっている。参考文献 [3][4]と同様にこのハミルト
ニアンが閉弦の交換によって生じるかどうか，弦の世界面の立場から解析するのは今後の課題で
ある。
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